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Abstract

The phase transitions in the early Universe are associated with symmetry breaking and they can

produce a gravitational wave (GW) background if they were first-order type. Therefore the GW signal

produced by these phase transition can be a way to investigate the history of the Universe. In this thesis,

we investigate the testability of a classical scale invariant extension of the standard model (SM) using

the GW background produced by the chiral phase transition in a strong-interacting hidden sector, which,

via a SM singlet real scalar mediator, triggers the electroweak symmetry breaking. In this scenario the

hidden mesons are realistic candidate for dark matter, which obtain the mass due to the existence of a

scalar mediator. Using the Nambu–Jona-Lasinio method in a mean field approximation we estimate the

GW signal corresponding to the mass for hidden hadron. We show that it can be tested by future space

based detectors such as DECIGO.
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表記法

本論文では計量符号 (+,−,−,−)を採用し, 単位系として自然単位系を用いる:

ℏ = c = kB ≡ 1 .
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第 1章

導入

2012年の欧州原子核研究機構 (CERN)による大型ハドロン衝突型加速器 (Large Hadron Collider; LHC)

実験おける Higgs粒子の発見によって, 素粒子標準模型 (Standard Model; SM)が予言する全ての粒子が発見

された [1, 2]. そして重心系衝突エネルギー 13 TeV の LHC 実験によって得られた結果は, 標準模型が TeV

スケールまで非常に正しい理論であることを示している [3, 4]. 一方で標準模型の枠組みでは説明できない実

験的な事実, ニュートリノ質量 [5], 暗黒物質の存在 [7, 8, 9, 10, 11, 12, 13, 14], 宇宙のバリオン数非対称性

[15, 16, 17], などが存在する. これらの標準模型を越えた物理の理解のため, 標準模型の拡張が必要とされて

いる.

標準模型の拡張における理論的な指針として, Higgs質量の量子補正における微調整問題, 階層性問題の解決

が着目されてきた. この問題を解決する有力な方法として, 超対称性の導入が知られている [18, 19]. この拡張

は Higgs質量への量子補正におけるフェルミオンとボソンの寄与が超対称性によって相殺する. またこの超対

称性の導入により, 大統一理論 (GUT)や Higgs粒子の負の質量項を上手く説明できることから [20], 超対称性

に基づく標準模型の拡張が盛んに議論されている. 一方で現在の宇宙には超対称性が存在しないため, 超対称

性は電弱スケールよりも高いスケールで破れている必要があり, 階層性問題の観点からこの破れのスケールは,

TeVスケール付近であることが期待されていた. しかしこれまでの LHC実験の結果 [3, 4]は, 超対称性の破れ

がより高いスケールであることを示唆しており, これは再び階層性問題を生じさせる恐れがある. したがって,

超対称性とは異なる手法による階層性問題の解決も期待されている.

これまでの LHC 実験の結果 [3, 4] は, 標準模型が実験的に無矛盾であるだけでなく, TeV スケールから

Planck スケール Mpl 付近まで発散を持たず理論的に正しいことを示している. また標準模型の枠組みにお

いて, Higgs場の自己結合定数 λH が Planckスケール近傍で消えるような臨界性を持つことも知られている;

λH(Mpl) ≈ βλH
(Mpl) ≈ 0 [21, 22, 23]. このような標準模型の理論的な妥当性を保ちつつ, 階層性問題の解決

する拡張の方向性として, 近年古典的スケール不変性に基づく拡張が議論されるようになった [24]. 標準模型

において質量次元を持ったパラメータは Higgs質量だけであり, このため Higgs質量の量子補正はそれ自身に

比例する. したがって Planckスケールにおける古典的スケール不変性を仮定することで, 階層性問題は生じな

い. 一方, 古典的スケール不変性に基づく拡張は, 質量次元を持たない理論から, TeVスケールにおける電弱対

称性の破れ, 質量の起源を説明する必要がある. この起源は摂動効果による Coleman-Weinberg機構 [25]や,

量子色力学 (QCD)のような強結合理論における非摂動効果によって説明され得る.

質量の起源は何か. この長年にわたる問いは, 標準模型を越えた物理が説明すべき問題の一つである. そし

て暗黒物質が素粒子によって説明される粒子であるならば, 暗黒物質に対してもこの問いは当てはまるだろう.

したがって本研究は電弱対称性の破れと暗黒物質の存在を同時に説明する拡張模型として, 隠れた QCDセク

ターを伴う古典的スケール不変性に基づく拡張 [26, 27, 28, 29, 30, 31, 32]に着目する. この拡張模型は隠れ

たカイラル対称性の力学的破れによって, 電弱スケールを生成すると同時に, 暗黒物質の候補である隠れたメソ
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ンを生成する. すなわちこの模型において全ての質量起源は, 隠れたセクターにおけるカイラル対称性の破れ

である. 本論は隠れたハドロン物理に着目し, シナリオの検証可能性を議論する.

これまでの LHC実験 [3, 4]や現在までの暗黒物質探査実験 [33, 34]において, 決定的な新物理の兆候は未だ

見つかっていない. この状況とは対照的に, レーザー干渉計重力波観測 (Laser Interferometer Gravitational-

Wave Observatory; LIGO) における初の重力波直接観測 [35] は, 天文現象を探る新たな手法を開拓し, 宇

宙マイクロ波背景放射 (Cosmic Microwave Background; CMB) を越えた初期宇宙の現象を探る可能性に

期待を抱かせる. 実際に宇宙初期のインフレーション [36] や位相欠陥 [37], 宇宙の一次相転移 [38] は, 非

局在の背景重力波としてその痕跡を残すことが知られている. 特に素粒子物理における相転移は, 対称性

の破れと関係しており, これらの相転移起源の重力波は, 宇宙の持つ対称性の構造を探る手法になり得る.

標準模型における電弱対称性の破れに伴う相転移は, 一次相転移ではないため, 重力波を生成しないこと

が知られている [39, 40, 41]. しかし標準模型が拡張されたときには, 電弱対称性の破れに伴う重力波が生

成される可能性があり, 欧州宇宙機関 (ESA) とアメリカ航空宇宙局 (NASA) が進めるレーザー干渉計宇

宙アンテナ (Laser Interferometer Space Antenna; LISA)[42, 43] や日本の重力波望遠鏡計画 (Deci-hertz

Interferometer Gravitational wave Observatory; DECIGO)[44, 45, 46, 47]による検証可能性が議論されて

いる [48, 49, 50, 51, 52, 53, 54, 55, 56, 57, 58, 59, 60, 61, 62, 63, 64]. また QCDにおけるカイラル相転移

は, 格子計算の結果 [65, 66, 67]が示すようにクロスオーバーであり, これはクォークのカレント質量によるカ

イラル対称性の陽な破れの効果に依存する. また隠れたセクターの QCDの場合には, 一次相転移になる可能

性が示されている [31]. 本研究はこの隠れたカイラル一次相転移の可能性に着目し, 隠れた QCDセクターを

伴う古典的スケール不変性に基づく拡張模型の検証可能性を議論する.

本論文は次のように構成される: 2章で素粒子標準模型と古典的スケール不変性に基づく拡張について概観

する. 3章において QCDの低エネルギー物理を記述する有効模型として, Nambu–Jona-Lasinio(NJL)模型を

紹介し, NJL模型を用いてハドロン質量と, 有限温度におけるカイラル相転移を解析する. 4章で隠れた QCD

セクターを伴う古典的スケール不変性に基づく拡張シナリオを紹介する. 隠れたハドロン物理を NJL模型を

用いて解析し, 隠れたカイラル一次相転移によって暗黒物質が生成されるシナリオの現状を説明する. 5章では

隠れた相転移現象に着目した検証可能性を議論する. NJL模型によるカイラル一次相転移に伴うバウンス解の

計算方法を提案し, 相転移起源の残存重力波スペクトルの予言に応用する. この手法を用いて, 電弱対称性の破

れと暗黒物質の存在を同時に説明する隠れたカイラル相転移起源の重力波を予言し, 将来重力波検出実験にお

ける検証可能性について議論した. 最後に 6章でまとめる.
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第 2章

素粒子標準模型と古典的スケール不変性

素粒子標準模型は, 素粒子とその相互作用を記述する理論体系である. ゲージ原理とくりこみ可

能性に基づいて構成される標準模型は, 強い相互作用を記述する量子色力学, 弱い力と電磁気力を統

一的に記述する電弱理論, ゲージ対称性を自発的に破ることで, 素粒子に質量を与える Higgs機構,

そして 3 世代のクォーク構造の導入による CP 対称性の破れを説明する小林・益川理論からなる.

この章では標準模型を簡単に概観し, その成功と課題をまとめる. また本研究で着目する LHC実験

の結果から示唆される, 古典的スケール不変性に基づく拡張について紹介し, 本論の方向性を示す.

2.1 素粒子標準模型

素粒子標準模型は, 以下のゲージ対称性に基づくゲージ理論である:

GSM = SU(3)c × SU(2)L ×U(1)Y , (2.1)

それぞれ素粒子の基本相互作用である強い相互作用と電弱相互作用を記述する. 標準模型は 3 世代のスピン

1/2のクォークとレプトン, スピン 0の Higgs場, スピン 1のゲージ場から構成され, 右巻き (R)と左巻き (L)

のフェルミオンが異なる相互作用を持つカイラルな理論である.*1 標準模型を構成する場と, ゲージ群 GSM に

対する表現を表 2.1にまとめた.

標準模型のラグランジアンは, ゲージ対称性 GSM とくりこみ可能性に基づき以下のように与えられる:

LSM = Lgauge + Lfermion + LHiggs + LYukawa , (2.3)

ここで各項はそれぞれ以下である,

Lgauge = −1

2
Tr(GµνG

µν)− 1

2
Tr(WµνW

µν)− 1

4
BµνB

µν , (2.4)

Lfermion = f̄ iγµDµf (f = QL, UR, DR, ℓL, eR) , (2.5)

LHiggs = (DµH)†(DµH)− V (H) , (2.6)

LYukawa = −yeℓ̄LHeR − yuQ̄LH̃UR − ydQ̄LHDR + h.c. . (2.7)

*1 L,Rはフェルミオン ψ のカイラリティを表す.

ψL,R = PL,Rψ, PL =
1− γ5

2
, PR =

1 + γ5

2
. (2.2)
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表 2.1: 素粒子標準模型における場と量子数

場 SU(3)c SU(2)L U(1)Y

QL =

(
u

d

)
L

,

(
c

s

)
L

,

(
t

b

)
L

3 2 + 1
6

UR = uR, cR, tR 3 1 + 2
3

DR = dR, sR, bR 3 1 − 1
3

ℓL =

(
νe

e

)
L

,

(
νµ

µ

)
L

,

(
ντ

τ

)
L

1 2 − 1
2

eR = eR, µR, τR 1 1 −1

H =

(
H+

H0

)
1 2 + 1

2

GAµ (A = 1, · · · , 8) 8 1 0

W a
µ (a = 1, 2, 3) 1 3 0

Bµ 1 1 0

また任意の場 χに対する共変微分 Dµ は以下で定義される:

Dµχ =

(
∂µ − igsG

A
µ

λA
2

− igW a
µ

τa
2

− ig′QYBµ

)
χ , (2.8)

ここで λA と τa はそれぞれ Gell-Mann行列と Pauli行列である. また Xµν ≡ ∂µXν − ∂νXµ + igi [Xµ, Xν ]

は場の強さ; ただし gi は各ゲージ結合定数である. 湯川相互作用項 (2.7)における H̃ ≡ iτ2H
∗ は H を荷電共

役変換したものである. これらの相互作用は以下の Higgs場のポテンシャル V (H)によって定義される:

V (H) = m2
HH

†H + λH(H†H)2 . (2.9)

ゲージ対称性 GSM のためにスカラー場である Higgs場の質量項のみ許される. また理論の真空はポテンシャ

ル (2.9)の最小点によって定義され, 質量パラメータが正のときには原点に対応する; ただし λH > 0.
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私たちが質量を持つことからわかるように, 低エネルギーにおいてクォークやレプトンは有限の質量を持つ;

標準模型のゲージ対称性 GSM における電弱対称性 GEW = SU(2)L ×U(1)Y は, 低エネルギーにおいて部分群

H = U(1)em へ自発的に破れる. ポテンシャル (2.9)における Higgs質量パラメータが負のとき, 理論の真空

は原点からずれ, 次のように決定できる:

⟨H⟩ = 1√
2

(
0
v

)
, (2.10)

ここで v =
√
−m2

H/λH である. ユニタリティゲージを用いて, この真空周りで Higgs場は次のように表され,

H =

(
H+

(v + h+ iG)/
√
2

)
, (2.11)

hは物理的に観測されるスピン 0の有質量粒子, Higgs粒子であり, その質量は以下で与えられる:

mh =
√

2λHv . (2.12)

また H+ と Gは対称性の破れに伴う dim(GEW) − dim(H) = 3個の自由度を持つ Nambu–Goldstone(NG)

モードであり, これらの自由度はゲージ場に吸収され, 3つのゲージ場は質量項を得る. 式 (2.6)における Higgs

場の運動項から得られる質量項を含め, スピン 1のベクトル粒子の質量固有状態は以下となる:(
Aµ
Zµ

)
=

(
cos θW sin θW
− sin θW cos θW

)(
Bµ
W 3
µ

)
, (2.13)

ここで θW はWeinberg角と呼ばれ, tan θW = g′/g である. 中性ベクトル粒子 (A,Z)の質量はそれぞれ,

mA = 0, mZ =

√
g2 + g′2

2
v . (2.14)

で与えられ, 無質量粒子は光子, U(1)em ゲージ場に対応し, このゲージ結合定数は以下のように定義される:

e ≡ gg′√
g2 + g′2

. (2.15)

また Z ボソンは光子とは別の中性カレントを媒介し, その結合は弱電荷とゲージ結合に依存する. また電荷

Qem(W
±) = ±1を持つ荷電ベクトル粒子の質量とその固有状態はそれぞれ以下である:

mW =
1

2
gv, W±

µ =
W 1
µ ∓ iW 2

µ√
2

. (2.16)

これらベクトル粒子の質量はゲージ結合定数と Higgs場の真空期待値によって決定されるため, Weinberg角

は cos θW = mW /mZ として, Z ボソンとW± ボソンの質量比としても表せることがわかる. また Fermi理

論は標準模型の有効理論と解釈でき, その Fermi結合定数 GF は, 電弱セクターと以下の関係を持つ:

GF√
2
=

g2

8m2
W

=
1

2v2
, (2.17)

すなわち Higgs場の真空期待値は, Fermi結合定数によって決まる; v = 1/(
√
2GF )

1/2.

ゲージ場が質量項を獲得したのと同様に, 湯川相互作用項 (2.7)に対して式 (2.11)を用いることでフェルミ

オンに対する質量項を得る. フェルミオンの質量行列は, ゲージ場の場合と同様に, それぞれ結合定数と Higgs

場の真空期待値によって以下のように与えられる:

(Mf )ij = (yf )ij
v√
2
, (f = U, D, e) , (2.18)
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ただし U(D), eはそれぞれ, アップ (ダウン)タイプクォーク, 荷電レプトンを表す. ここでゲージ群 GSM に対

して 1 重項である右巻きニュートリノは, 標準模型に含まれていないためニュートリノは質量項を持たない.

3× 3行列であるこれらの質量行列は, 双ユニタリ変換によって対角化できる; VLMfV
†
R = diag.(mf ), ここで

VL,R はユニタリ行列であり, 位相を調節することで, 対角要素 mf を常に正に取ることができる. この対角化

は湯川結合行列 (yf )ij の対角化に対応し, 各フェルミオンの質量は湯川結合の対角成分 yf を用いて,

mf = yf
v√
2
, (f = U, D, e) (2.19)

で与えられ, これはフェルミオンと Higgs粒子の湯川結合定数が, Higgs場の真空期待値とフェルミオン質量と

の比によって決定されることを意味する. またゲージ固有状態 f であるフェルミオンの質量固有状態を f ′ は

それぞれ,

U ′
L,R = V UL,RUL,R , D′

L,R = V DL,RDL,R , e′L,R = V eL,ReL,R , ν′L = V νL νL , (2.20)

で表される. これらユニタリ行列は一般にアップセクターとダウンセクターで異なるため, フェルミオン 2重

項は同一のユニタリ変換では質量固有状態に基底変換できない;

Q′
L = V UL

(
UL

VCKMDL

)
, ℓ′L = V eL

(
VPMNSνL

eL

)
, (2.21)

ここで世代間混合を表す行列は, それぞれ Cabibbo-Kobayashi-Maskawa(CKM)行列 [68, 69]と Pontecorvo-

Maki-Nakagawa-Sakata(PMNS)行列 [70, 71]として知られており, 以下のように定義される:

VCKM ≡
(
V UL
)†
V DL , VPMNS ≡ (V eL)

†
V νL . (2.22)

先にも述べたように標準模型にはニュートリノの質量項は存在しないため, 式 (2.20) におけるユニタリ行列

V νL は自由に取ることができる. したがって V νL = V eL とすることができ, 標準模型において行列 VPMNS は単

位行列となる; 標準模型においてレプトンのフレーバー数は保存され, レプトンの世代間混合を予言しない. ユ

ニタリ行列の積によって定義されるこれらの行列 (2.22)は, 3× 3複素ユニタリ行列であり, 3つの回転角と 6

つの複素位相を用いて表せる. この複素位相のうち 5つは粒子の相対位相の再定義によって吸収することがで

きるので, 結果としてこの行列は物理的に観測可能なパラメータとして, 3つの回転角と 1つの複素位相を含む

ことになる.*2 この世代間混合行列 VCKM や VPMNS は, 式 (2.21)からわかるように, 式 (2.5)における Z ボ

ソンや光子との相互作用, 中性カレントは行列のユニタリ性により, 質量固有状態とゲージ固有状態で変化しな

いため現れない一方, W± ボソンとの電荷が変化する相互作用, 荷電カレントにおいては現れることがわかる.

VCKM =

 Vud Vus Vub
Vcd Vcs Vcb
Vtd Vts Vtb

 , (2.23)

とすると, 行列の成分 Vij は, 荷電カレントを介したクォーク間遷移 (i ↔ j) の強さを与え, メソンの崩壊の

分岐比などを通して決定される. 上述したように行列 (2.23)は 4つの自由度を持ち, Wolfensteinパラメータ

(λ,A, ρ, η)を用いて以下のように特徴付けされる:

VCKM =

 1− λ2/2 λ Aλ3(ρ− iη)
−λ 1− λ2/2 Aλ2

Aλ3(1− ρ− iη) −Aλ2 1

+O(λ4) . (2.24)

*2 一般に n世代の場合を考える. n× n複素ユニタリ行列の独立な複素位相の数は, n2 個の独立なパラメータのうち, n(n− 1)/2個
の回転角と (2n− 1)個の相対位相の再定義による吸収後に残る数であるから,

n2 −
n(n− 1)

2
− (2n− 1) =

(n− 2)(n− 1)

2

である. したがって 3世代以上を考えない限り, この行列に複素位相は現れない.
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またこの複素行列のユニタリ性は, ユニタリ条件の関係式において, B メソン系で探ることのできる,

VudV
∗
ub + VcdV

∗
cb + VtdV

∗
tb = 0 , (2.25)

を用いて, 複素平面 (ρ̄, η̄)上で三角形 (ユニタリ三角形)が成り立つかによって評価される.*3 クォークに 4世

代目が存在する場合には, 3× 3部分がユニタリ性 (2.25)を満たす必要はなく, 行列要素が複素数でない場合に

は, η̄ = 0であり複素平面上で三角形とはならない.

2.1.1 標準模型が抱える現象論的課題

標準模型はゲージ原理とくりこみ可能性に基づき構成され, ゲージ対称性によって禁止される素粒子質量は,

Higgs機構における電弱対称性の自発的破れによって説明される. 標準模型のパラメータは, ゲージ結合定数

(gs, g, g
′)と湯川結合定数 yf , Higgs自己結合定数 λH と Higgs質量パラメータm2

H , CKM行列に含まれる 3

つの回転角と 1つの複素位相の計 18個である. 標準模型はくりこみ可能な理論であるため, これらのパラメー

タを決めることで, 高次補正を含めて物理量の予言でき, 観測による理論検証が可能である.

例えば電弱セクターは 3個のパラメータ (g, g′, v)で記述された. Higgs場の真空期待値は Fermi結合定数に

よって決まる; v ≃ 246 GeV. また 2つのゲージ結合定数は, 電荷 eと中性カレント (sin2 θW )の測定によって

決められ, ベクトル粒子の質量を予言できる. これは 1983年陽子反陽子衝突型加速器 (Spp̄S)による Z ボソン

とW ボソンの発見に繋がった. その後の電子陽電子加速器実験 (LEP, SLC実験)と TEVATRON実験によ

る電弱精密測定によって, これらの質量は以下のようにわかっている [72]:

mW = 80.385± 0.015 GeV , mZ = 91.1876± 0.0021 GeV . (2.26)

また LEP実験は Z ボソンの崩壊幅の測定から, 質量が mZ/2よりも軽いニュートリノの数が 3であること,

すなわちレプトンの世代数が 3であることを示した [73, 74]. また CKM行列に含まれる 4個のパラメータも,

B ファクトリーである BaBar実験や Belle実験, LHCb実験によって測定され, 複素平面 (ρ̄, η̄)上で表される

B メソン系のユニタリ三角形に対する様々な制限は, 最新の実験から図 2.1のように与えられている [75]. こ

の結果はレプトンと同様, クォークの世代数が 3であることと矛盾しない.

2012年 LHC実験における Higgs粒子の発見 [1, 2]によって, 標準模型が予言する全ての粒子が発見された.

この Higgs粒子の質量はこれまでの LHC実験の結果から次のようにわかっている [72]:

mh = 125.09± 0.24 GeV . (2.27)

この観測によって標準模型の全ての模型パラメータが測定された; mh =
√
2λHv, v =

√
−m2

H/λH から,

Higgs場の 4点結合定数と質量パラメータはそれぞれ以下となる:

λH ≃ 0.13 , m2
H ≃ −(89 GeV)2 . (2.28)

Higgs 粒子の発見によって, 標準模型は理論的に確立したため, LHC 実験での Higgs 粒子に関する測定量は,

標準模型の予言との比として評価されている; 例えば Higgs粒子の生成崩壊断面積 σ に関して, 寄与する結合

定数は以下のように評価される:

σ(i→ H → f) = σi · Bf = σi(κ) ·
Γf (κ)

ΓH
, (2.29)

*3 ρ̄+ iη̄ = −(VudV
∗
ub)/(VcdV

∗
cb)であり, Wolfensteinパラメータ (ρ, η)はこの近似表現:

ρ̄ = ρ(1− λ2/2 + · · · ), η̄ = η(1− λ2/2 + · · · ) ,

詳細は [72]を参照.
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図 2.1: B メソン系のユニタリ三角形に対する制限 [75]

i(f)は生成 (崩壊)過程を表し, ΓH は Higgs粒子の全崩壊幅, Γf は終状態 f への部分崩壊幅であり, このとき

生成 (崩壊)過程 j に寄与する結合定数の修飾因子 κj は,

κ2j ≡ σj/σ
SM
j ,

(
κ2j ≡ Γj/ΓjSM

)
, (2.30)

として定義され, 高次補正まで含めた標準模型が正しい場合には, κj = 1 となる. もし標準模型の Higgs

粒子と混合角 θ で混合するスカラー粒子が存在した場合には, この κj をツリーレベルで均等に cos θ 倍

する効果を与える. 図 2.2 (左)[76] は各結合定数の修飾因子 κj の測定値であり, 標準模型の予言からの大

きなズレはないことがわかる. また標準模型の枠組みにおいて, 素粒子の質量は Higgs 場の真空期待値 v

に比例することを予言し, 図 2.2 (右)[76] に示すように, 実験結果はこの予言の正しさを示している. ま

た µi ≡ σi/(σi)SM, µ
f ≡ Bf/(Bf )SM として定義される信号強度も同様に, 標準模型が正しい場合には,

µfi = µi · µf = 1であり, LHC実験 (Run 1*4)において, この大域信号強度 µは次のように測定された [76]:

µ = 1.09± 0.11 , (2.31)

すなわち標準模型と矛盾のない結果であったことを示しており, その後アップデートされた LHC実験におい

ても矛盾した結果は報告されていない [3, 4].

これまでの LHC実験の結果が, 標準模型が TeVスケールまで正しい理論であることを示している一方, 標

準模型の枠組みでは説明できない以下の現象論的事実が存在している:

• ニュートリノ質量
ニュートリノ振動現象の観測によって, ニュートリノ質量は存在することがわかっている. しかし標準

*4 LHC実験 Run 1の重心系衝突エネルギーと累積ルミノシティは, それぞれ
√
s = 7 TeV で 5 fb−1,

√
s = 8 TeV で 20 fb−1.
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図 2.2: (左) Higgs粒子の結合定数に対する修飾因子 κj の測定値 [76]. 標準模型が高次補正を含めて正しい場

合には, κj = 1となる. (右) フェルミオンとゲージ粒子の Higgs粒子との結合定数と質量の関係 [76].

模型は, 左巻きニュートリノのみ存在し, Higgs機構によって生成される質量項は存在しない.

• 暗黒物質の存在
暗黒物質は, 脱結合時に非相対論的に振る舞い, 電気的中性で安定もしくは, 宇宙年齢と比べ十分に長寿

命な粒子であることがわかっている. 標準模型にはこれらを満たす粒子は存在しない.

• 宇宙のバリオン数非対称性
現在の宇宙にはバリオン (物質)が残っており, 反バリオン (反物質)はほとんど存在しない. このような

非対称性を生み出す条件として, Sakharovの 3条件 [77]が知られているが, 標準模型の枠組みでは, こ

の条件を満足しない.

これらの現象論的事実は, 標準模型の拡張によって説明されることが期待されている. しかし上述の通りフ

レーバーの物理や LHC実験の結果は, 新たな粒子や相互作用の導入などによる標準模型の予言の変化を厳し

く制限している.

2.2 古典的スケール不変性に基づく拡張

場の量子論によって議論できるスケールの上限は, 重力の量子効果が無視できなくなる Planck スケール

Mpl ∼ O(1019) GeV である一方, v ∼ O(102) GeV で定義される標準模型はどのスケールまで有効な理論だ

ろうか. 電弱スケール v の起源は, 標準模型の枠組みによって説明することはできない. これは電弱スケールと

Planckスケールとの間の大きな階層性, Mpl/v ∼ 1017 に対して標準模型が自然な解釈を与えられないという

理論的課題であり, 標準模型を越えた理論はその起源を説明できることが期待される. 一方, 強い相互作用を記
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述する量子色力学 (QCD)は, 質量次元を持つ量が全く存在しなくても, 質量次元を持つ量が理論に現れる次元

変換 (dimensional transmutation)と呼ばれる性質を持つ. すなわち ΛQCD ∼ O(1) GeVと Planckスケール

との間の大きな階層性Mpl/ΛQCD ∼ 1019 は, 強い相互作用の結合定数 gs のくりこみ群方程式による対数的発

展によって理解できる;*5

ΛQCD =Mple
−8π2/bg2s(Mpl) , (2.33)

bは βgs に対する 1ループの寄与. この性質は電弱スケールとは無関係に成り立つ. また 3つのゲージ結合定

数 (gs, g, g
′)のくりこみ群方程式による発展は, ΛGUT ∼ O(1015) GeV における力の統一を示唆する; 大統一

理論 (Grand Unified Theory; GUT). しかしこの理論は電弱スケールの起源への説明は与えてくれない. ここ

では LHC実験によって新たに決定された Higgsセクターの模型パラメータから示唆される拡張の方向性, 古

典的スケール不変性に基づく拡張を紹介する.

2.2.1 Higgsポテンシャルの現状

標準模型は PlanckスケールMpl まで有効な理論であろうか. LHC実験における全ての標準模型パラメー

タの測定は, くりこみ群方程式に従う物理量の初期値の測定を意味し, これにより Planckスケールまでの理論

の正当性が評価される. Higgs場の自己結合定数 λH に対するベータ関数 βSM
λH
の主たる寄与は次のように与え

られる:

βSM
λH

=
1

16π2

(
24λ2H − 6y4t + · · ·

)
, (2.34)

ここで yt はトップクォークの結合定数であり, ベータ関数に対して負の寄与を与える. したがって大きな yt の

初期値によって, あるスケール µ において λH(µ) < 0 となる可能性がある, すなわち Higgs ポテンシャルの

真空が不安定になりうる. ゆえに紫外領域における Higgsポテンシャルの真空安定性は, トップクォークの質

量に対して非常に敏感であることがわかる. Planck スケールの境界条件 λH(Mpl) = βλH
(Mpl) = 0 による,

Higgs 質量 (2.27) の予言は, 標準模型の臨界性と, 標準模型が Planck スケールまでを記述する理論である可

能性を示唆した [21, 22, 23]. 実際にはトップクォークの寄与により, µ ∼ O(1010) GeV において, 結合定数

λH(µ)は負となり, 電弱真空と異なる真空を持ち安定ではなくなる一方, 電弱真空の崩壊は宇宙年齢よりも十

分長く, 標準模型の枠組みにおいて Higgs ポテンシャルは準安定であることがわかっている [78, 79, 80, 81].

したがって標準模型は, Planckスケールと電弱スケールの階層性は説明できないが, Planckスケール近傍での

臨界性の兆候を持ち, 理論的にも矛盾がない理論であることがわかる. また Higgs粒子と結合するスカラー粒

子の導入は, ベータ関数 βSM
λH
へ正の寄与を与え, 真空の安定性が Planckスケールまで保たれうる一方, そのよ

うな中間スケールの導入は, 新たな階層性の問題を生む.

2.2.2 微調整問題と古典的スケール不変性

標準模型が Planckスケールまでの物理を記述する理論であるとしても, Higgs質量における微調整問題と呼

ばれる問題が生じる. 標準模型が Planck スケールで定義される理論であるとするなら, 低エネルギーで観測

する Higgs質量は Planckスケールからの量子補正を伴ったくりこまれた質量である; 量子補正はカットオフ

スケールを Λとすると 2次発散の形をとる, δm2
H ∝ Λ2. これは Planckスケール量同士の裸の質量と量子補

*5 物理量 X に対するベータ関数 βX は以下で定義される:

βX ≡ µ
dX

dµ
, (2.32)

ここで µはくりこみスケール.
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正の相殺により, 電弱スケールの観測された Higgs質量が得られることを意味し, この非常に微調整された裸

の質量の要請を微調整問題と呼ぶ. この問題に対する代表的な対称性による解決方法として, 超対称性の導入

[18, 19, 20]が知られている. これは標準模型粒子とその超対称性パートナー粒子との量子補正が相殺されるこ

とで, 超対称性の破れのスケールが TeVスケール付近であれば大きな微調整を必要としない. また超対称性に

よる標準模型の拡張は, ゲージ結合定数の統一や負の Higgs質量項を説明できる点で, 標準模型を越えた理論

として最も有力な模型の一つである. しかしながら未だ超対称性粒子の発見には至っていない. 超対称性のよ

うな特別な量子補正間の相殺無しに, 階層性問題を解決する方向性の議論は, これまでの LHC実験が示した標

準模型の妥当性から重要であると考えられる.

本論では 1995 年 Bardeen によって提案された古典的スケール不変性による階層性問題を理解する方向性

[24]に着目する. はじめに上述における 2次発散の存在と微調整問題を, [24, 82, 83]に基づき古典的スケール

不変性の観点から理解する. カットオフ正則化に伴う 2次発散の存在は, スキームに依存する量である. すなわ

ち次元正則化の場合には自動的に引かれ, この発散は観測量には現れない. 実際に物理的に意味があるのは対

数発散のみであり, Higgs質量に対するベータ関数 βSM
m2

H
は以下で与えられ,

βSM
m2

H
=

m2
H

16π2

(
12λH + 6y2t −

9

10
g21 −

9

2
g22 + · · ·

)
. (2.35)

2次発散は赤外もしくは紫外領域における境界条件によって引かれている. 標準模型において Higgs質量は, 唯

一の質量次元を持つパラメータであり, そのためベータ関数 (2.35)は, Higgs質量パラメータm2
H に比例する.

したがって Planckスケールにおける境界条件として,

m2
H(Mpl) = 0 , (2.36)

を選ぶことで, 低エネルギーまで質量項は生成されることはない; 常にm2
H(µ) = 0, βSM

m2
H
(µ) = 0. この境界条

件を選ぶことが, Planckスケールにおいて古典的スケール不変性を課すことに対応する. 一方 Higgs粒子が新

たな有質量粒子と結合 λを持つ場合, ベータ関数 (2.35)は次のように変更を受ける:

βBSM
m2

H
=

m2
H

16π2

(
12λH + 6y2t −

9

10
g21 −

9

2
g22 + · · ·

)
+
M2

new

8π2
λ , (2.37)

ここで最後の項は新たな粒子の質量オーダーの対数発散,

δm2
H ∼ λ

16π2
M2

new ln

(
µ2

M2
new

)
, (2.38)

として Higgs質量に寄与する項である. mH ≪Mnew ≪Mpl の場合には, もし Planckスケールにおいて裸の

質量項が禁止されたとしても, 混合によって大きな量子効果を受けることになる. したがって古典的なスケー

ル不変性に基づく拡張において, TeVスケールと Planckスケールの間の中間スケールが存在する場合, 再び微

調整問題が生じることになる. また Higgs 場の質量項は, 新たな粒子のスケールMnew の量子効果 (2.38) に

よって特徴付けられるため, 新物理の量子効果によって得られる TeVスケールMnew の起源が, 電弱スケール

と Planckスケールとの階層性の自然な解釈を与える. したがって古典的スケール不変性による拡張は, 紫外完

全な理論によって与えられる Planckスケールによる境界条件と, TeVスケールにおける新物理の質量生成機

構によって, 階層性問題を解決する 1つの手法である.

前節で述べたように LHC 実験で発見された Higgs 粒子は, 標準模型と Planck スケールの物理の関係性を

示唆し, 階層性問題の中心は, 標準模型において唯一古典的スケール不変性を破る裸の Higgs質量項の存在で

あった. 本論では古典的スケール不変性に基づき, TeVスケールにおける質量生成機構を伴う拡張模型が予言

する現象論から, これらのシナリオの検証を試みる. またこの拡張の大きな仮定である Planckスケールにおけ

る古典的スケール不変性は, Planckスケールの物理によって説明されるという立場を取る; Planckスケールに

おける古典的スケール不変性は, 量子重力による非摂動効果 [84]などによって説明される可能性がある.
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2.2.3 古典的スケール不変性の破れによる電弱質量起源

古典的スケール不変性に基づく標準模型の Higgsポテンシャルは, ツリーレベルで電弱対称性の自発的破れ

は説明することができない;

VSM,m2
H→0(H) = λH(H†H)2 . (2.39)

標準模型粒子の量子補正から得られる有効ポテンシャルによって, 非零の真空期待値を説明する機構として,

Coleman-Weinberg(CW) 機構 [25] が知られている. 標準模型において, CW ポテンシャルは以下で与えら

れる:

VCW(h) =
∑
i

ni
64π2

m4
i (h)

(
ln
m2
i (h)

µ2
− ci

)
, (2.40)

主たる寄与 i = W,Z, tに対して, 自由度 ni はそれぞれ nW = 6, nZ = 3, nt = −12であり, ci はスキーム依

存の定数. 量子補正の効果により, Higgs質量項は生成されないが, ポテンシャルが歪み, 非自明な真空 ⟨h⟩ ̸= 0

が生成される. これは無次元量である結合定数 λH の量子効果を考えることで, 次元の伴うスケール ⟨h⟩ = v

を得た次元変換である. 一方, 全ての標準模型粒子の質量測定により, これらの量子補正は既知である. 標準模

型の枠組みでの CW機構による電弱質量起源の説明は, トップクォークの大きな寄与により, ポテンシャルが

安定でなくなるため, 上手く機能しないことがわかっている. したがって古典的スケール不変性を仮定する場

合, 標準模型は拡張を必要とする.

古典的スケール不変性に基づく Higgsセクターの拡張として, 新たなスカラー場 S の導入が考えられる:

LBSM ⊃ λHS
(
S†S

) (
H†H

)
. (2.41)

Higgs場と新たなスカラー場の結合 λHS は, 4点結合定数 λH に対するベータ関数 (2.34)に対して正の寄与を

与えるため, CW機構によって Higgs粒子の質量を説明できる可能性がある. 新たなスカラー場 S が真空期待

値を持たない場合 ⟨S⟩ = 0, CW機構により Higgs質量を説明するためには結合定数 λHS を大きくする必要が

あり, このため紫外発散 (Landau極)が生じる可能性があるが, NS 個の付加的なスカラー場や U(1)B−L ゲー

ジ相互作用の導入によって, この状況は回避されうる. また式 (2.41)はスカラー場 S の質量項に対応し, 電弱

対称性の破れによって Higgs場の真空期待値に比例した質量を得る. 一方, CW機構によってスカラー場 S が

真空期待値を持つ場合 ⟨S⟩ ̸= 0には, この項 (2.41)が Higgs質量項に対応する項となる. またこのとき Higgs

粒子との混合が生じ, LHC 実験による Higgs 粒子の検証 (2.31) から厳しく制限され, 電弱対称性の破れを記

述するためには, 結合定数を負と仮定する必要がある. これらは古典的スケール不変性に基づく拡張において,

CW機構を用いた摂動効果による次元変換, スケール生成の方法である.

摂動的な次元変換とは異なる手法として, 非可換ゲージ理論における強結合性を用いた非摂動効果による手

法が挙げられる; 例えば QCDの場合には, 電弱対称性の破れとは無関係にスケール ΛQCD が生成され, Planck

スケールとの間の階層性は結合定数 gs のくりこみ群方程式の対数的発展 (2.33)によって解釈できた. 実際, 古

典的スケール不変性に基づく拡張において, QCDのゲージ対称性 SU(3)c に対して大きな表現を持つ新たなス

カラー場 S が, QCDの強結合性により凝縮し,
⟨
S†S

⟩
̸= 0, 電弱対称性を破るシナリオが提案されている [85];

このとき QCDの非摂動効果によるスカラー凝縮によって Higgs質量項が生成される,⟨
S†S

⟩
∼ Λ2

QCD −→ λHS
⟨
S†S

⟩ (
H†H

)
. (2.42)

また標準模型とは異なる非可換ゲージ対称性 SU(N)H を導入し, 非摂動効果によって生成されるスケール ΛH
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を用いて, 電弱対称性の破れを説明するシナリオも提案されている [26, 86].*6 このような古典的スケール不変

性に基づく隠れた QCDセクターから, スカラー場 S を通した Higgs質量への次元変換は, 以下の 2つに大別

できる:

• スカラー凝縮,
⟨
S†S

⟩
̸= 0, による直接的な次元変換 [86]⟨

S†S
⟩
∼ Λ2

H −→ λHS
⟨
S†S

⟩ (
H†H

)
. (2.43)

QCDの非摂動効果による電弱対称性の破れの記述 [85]と同様, Higgs質量は隠れた QCDスケール ΛH

に比例し, スカラー場 S 自身が電弱対称性の破れに関して直接的な役割を果たす.

• 新たに導入したフェルミオンのカイラル凝縮,
⟨
ψ̄ψ
⟩
̸= 0, による間接的な次元変換 [26]⟨

ψ̄ψ
⟩
∼ Λ3

H −→ yS
⟨
ψ̄ψ
⟩

−→ λHS ⟨S⟩2
(
H†H

)
. (2.44)

隠れた SU(N)H 対称性に表現を持つフェルミオン ψ を導入した場合, カイラル凝縮
⟨
ψ̄ψ
⟩
によってス

ケールが生成される. 湯川相互作用, ySψ̄ψ, の存在によってスカラー場 S は非零の真空期待値を持ち,

結果的に Higgs質量項が生成される. このときスカラー場 S はスケールを伝達する役割を持ち, Higgs

質量はスカラー場の真空期待値 ⟨S⟩に比例する.

本論の方向性

本研究ではこのような隠れた QCDセクターの非摂動効果によるスケール生成機構に着目する. スカラー凝

縮による直接的な次元変換のシナリオ (2.43)は, 隠れた QCDの非摂動効果によって電弱対称性の破れを簡潔

に記述できるが, その低エネルギー物理を予言することは難しい; すなわち実際のハドロン物理の類推ができな

いため, スカラー型 QCDの低エネルギー有効模型の決定が困難である. 一方, 隠れた QCDの低エネルギー物

理は, 実際のハドロン物理から類推することで, スカラー型と比較して理論的な不確定性を抑えた予言が可能で

ある. したがって本研究では, 隠れたセクターのカイラル凝縮に起因する間接的な次元変換のシナリオ (2.44)

に着目する.

古典的スケール不変性に基づく拡張は, “質量の起源は何か”を, TeVスケールの隠れたスケール生成機構に

よって説明する. 一方, 暗黒物質が素粒子理論によって説明されるならば, 標準模型を越えた物理はこの質量

起源も説明することが期待される. 本研究で着目する隠れた QCDセクターによる拡張において, 隠れたセク

ターのカイラル対称性の力学的破れによって生成される NG粒子 (隠れたメソン)は, スケールを伝達するスカ

ラー場の存在によって質量を持ち, 付随的な対称性によって安定となるため, 暗黒物質の候補となる. この暗黒

物質候補となる隠れたメソンの質量起源は, 間接的な次元変換のシナリオ (2.44)の特徴である.

本論では,古典的スケール不変性の基づく拡張において, 隠れたカイラル対称性の力学的破れが, Higgs粒子

の質量 (電弱対称性の破れ)と暗黒物質の存在を同時に説明するシナリオの現象論的な検証可能性を議論する.

このシナリオ検証には以下のアプローチが考えられる:

• 隠れたハドロンを用いた検証
シナリオは TeV スケールにおける隠れたハドロンの存在を予言する. 標準模型粒子との相互作用を用

いた検証が考えられる. 特に暗黒物質候補の隠れたメソンの相互作用を用いて, 将来暗黒物質探査実験

*6 標準模型とは異なるゲージセクターを隠れたセクターと呼ぶ. また隠れた非可換ゲージ対称性 SU(nc)H を導入し, 電弱対称性の破
れを記述する模型は非常に多く提案されており, ここでは最初に提案された代表的な 2つの論文を引用した.
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[34]においてシナリオ検証を議論する.

• 隠れた相転移現象による検証
初期宇宙の一次相転移は, 重力波を生成し, 非局在の背景重力波としてその痕跡を残す [38]. 隠れたカイ

ラル相転移が一次相転移である場合には, 重力波を生成する. この残存重力波スペクトルを予言し, 将来

重力波検出実験 [42, 43, 44, 45, 46]によるシナリオ検証を議論する.

これらを定量的に評価するため, 本研究では隠れた QCDセクターの非摂動効果を有効模型を用いて解析する.

そのため 3章にて, QCDにおけるハドロン物理を概観し, カイラル有効模型による解析手法をまとめる. また

本研究で着目する隠れた QCDセクターを伴う拡張模型の, 隠れたハドロン (暗黒物質)を用いたシナリオ検証

の可能性は, 先行研究 [31]において既に議論されており, 4章にてその検証可能性を紹介する. また 5章にて隠

れたカイラル一次相転移起源の残存重力波スペクトルを予言することで, シナリオ検証の可能性を議論する.
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第 3章

カイラル対称性の破れとハドロン物理

物質の質量起源は何か. カイラル対称性は, 物質場の右巻き成分と左巻きの成分を独立に回転さ

せる対称性であり, 物質場の質量項は, このカイラル対称性を破る. これらカイラル対称性の破れ

は, 真空の凝縮によって引き起こされ, 標準模型の枠組みにおいて, Higgs機構における電弱対称性

の破れと, QCD の非摂動効果によるカイラル対称性の力学的な破れによって理解される. ここで

はカイラル対称性の破れの観点から, QCDとその低エネルギー物理を概観する. QCDの低エネル

ギーを予言する有効模型として, Nambu–Jona-Lasinio(NJL)模型を用いる手法を説明する.

3.1 量子色力学 (QCD)

強い相互作用を記述する QCD は, 標準模型のゲージ群 GSM = SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y の要素である

SU(3)c ゲージ対称性に基づく非可換ゲージ理論であり, そのラグランジアンは次のように与えられる:

LQCD = −1

2
Tr GµνGµν +Tr q̄ (iγµ∂µ + gsγ

µGµ −mq) q , (3.1)

ここでトレース “Tr”はフレーバーとカラーの添え字に対する和を表し, q = (u, d, s, c, b, t)T はカラー数 nc = 3

でフレーバー数 nf = 6のクォーク場, Gaµ (a = 1, · · · , 8)はグルーオン場である. QCDは非可換ゲージ理論で

あるため, ゲージ場の自己相互作用を含み, その結果として, 結合定数 gs に対する負のベータ関数 βαs を導く,

µ2 dαs
dµ2

= βαs = −
(
b0α

2
s + b1α

3
s + · · ·

)
, (3.2)

ただし αs = g2s/(4π) であり, 1 ループの寄与 b0 と 2 ループの寄与 b1 は, それぞれ以下のように与えられる

[72]:

b0 = (33− 2nf )/(12π), b1 = (153− 19nf )/(24π
2) . (3.3)

負のベータ関数 βαs は, µ→ ∞のとき, αs(µ) → 0となる漸近的自由性を示す. この QCDの摂動的な性質は,

図 3.1に示すように Z ボソンの質量MZ に対応スケールでの αs(M
2
Z)を指標として, 高い精度で評価されるよ

うになった; αs(M
2
Z) = 0.1181±0.0011 [72]. また低エネルギーにおいて結合定数はあるスケールで発散し, こ

のスケール Λも QCDを特徴付ける物理量として同様に評価される; nf = 3のとき, Λ
(3)

MS
= (332± 17) MeV

[72].

クォークとグルーオンの相互作用を定義する QCDのラグランジアン (3.1)は, 低エネルギーにおいて強結

合性を示し, 漸近状態として実験で観測されるのはカラー 1重項のハドロンのみとなる. このハドロンは QCD

スケール Λによって特徴付けられ, このスケールは無次元の結合定数 gs の持つ漸近的自由性に起因する. この
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9. Quantum chromodynamics 39

They are well within the uncertainty of the overall world average quoted above. Note,
however, that the average excluding the lattice result is no longer as close to the value
obtained from lattice alone as was the case in the 2013 Review, but is now smaller by
almost one standard deviation of its assigned uncertainty.

Notwithstanding the many open issues still present within each of the sub-fields
summarised in this Review, the wealth of available results provides a rather precise and
reasonably stable world average value of αs(M2

Z), as well as a clear signature and proof of
the energy dependence of αs, in full agreement with the QCD prediction of Asymptotic
Freedom. This is demonstrated in Fig. 9.3, where results of αs(Q2) obtained at discrete
energy scales Q, now also including those based just on NLO QCD, are summarized.
Thanks to the results from the Tevatron and from the LHC, the energy scales at which
αs is determined now extend up to more than 1 TeV♦.

QCD αs(Mz) = 0.1181 ± 0.0011

pp –> jets
e.w. precision fits (N3LO)  

0.1

0.2

0.3

αs (Q2)

1 10 100Q [GeV]

Heavy Quarkonia (NLO)
e+e–   jets & shapes (res. NNLO)

DIS jets (NLO)

April 2016

τ decays (N3LO)

1000

 (NLO
pp –> tt (NNLO)

)(–)

Figure 9.3: Summary of measurements of αs as a function of the energy scale Q.
The respective degree of QCD perturbation theory used in the extraction of αs is
indicated in brackets (NLO: next-to-leading order; NNLO: next-to-next-to leading
order; res. NNLO: NNLO matched with resummed next-to-leading logs; N3LO:
next-to-NNLO).

♦ We note, however, that in many such studies, like those based on exclusive states of
jet multiplicities, the relevant energy scale of the measurement is not uniquely defined.
For instance, in studies of the ratio of 3- to 2-jet cross sections at the LHC, the relevant
scale was taken to be the average of the transverse momenta of the two leading jets [381],
but could alternatively have been chosen to be the transverse momentum of the 3rd jet.

January 6, 2017 18:42

図 3.1: QCDの結合定数 αs(Q)のスケール依存性と測定結果 [72].

漸近的自由性は, クォークが質量を持たない場合にも同様に振る舞うため, 質量次元を持たない理論において,

質量スケールの起源となり得る.

3.2 カイラル対称性の破れ

クォークの質量項を無視したQCDのラグランジアン (3.1)は, 次のカイラル対称性を持つ: UL(6)×U(6)R.

しかしながら質量項はこの対称性を持たない. QCDのラグランジアン (3.1)におけるクォークの質量 mq は,

電弱対称性の破れによる Higgs凝縮 ⟨h⟩により与えられ, これをカレント質量と呼ぶ. 一方, QCDスケール Λ

よりも低いエネルギーにおける非摂動的な真空では, カイラル凝縮 ⟨q̄q⟩によって, 陽子 (uud)や中性子 (udd)

は質量を獲得する. この機構はカイラル対称性の力学的破れと呼ばれ, このときの質量を構成子クォーク質量

と呼ぶ. 図 3.2は全クォーク質量に占める, カレント質量の割合を示した図 [88]である. 軽いクォーク (u, d, s)

の場合, Higgs場との相互作用によるカイラル対称性の陽な破れの効果は, 力学的破れのスケールに比べて小さ

いため, 以下のカイラル対称性が有用な近似を与えることがわかる:

UL(3)×U(3)R ≃ SU(3)L × SU(3)R ×U(1)V ×U(1)A . (3.4)

このカイラル対称性 (3.4) は, 次のように様々な形で階層的に破れる. O(1) GeV のオーダーで, U(1)A は

カイラルアノマリーによって, 部分群 Z6 に破れる. また同程度のスケールにおいて, 強い相互作用の効果によ

るカイラル凝縮 ⟨q̄q⟩ によって, カイラル対称性の非可換部分 SU(3)L × SU(3)R は, 対角的な部分群 SU(3)V

へ力学的に破れる. この自発的に破れた対称性 SU(3)A の生成子は軸性を持ち, 擬スカラーである 8 個の

Nambu–Goldstone(NG)粒子を導く. これらは後述するメソン (π0, π±,K±,K0, K̄0, η)に対応する. またこ

こで得られるベクトル的な対称性 SU(3)V × U(1)V は, Vafa-Wittenの定理 [87]から, ゲージ場とフェルミオ

ン場がベクトル的に結合する理論において, 自発的には破れることのない対称性であり, 対称性 U(1)V はバリ

オン数を保存させる.

次にカレント質量 O(1 − 100) MeV のオーダーで, カイラル対称性を陽に破る. これらはメソンが質量を

持つ擬 NG 粒子であることを導く. また, もし軽いクォーク (u, d, s) が同じ質量であれば, SU(3)V × U(1)V

は破れることはない部分群であるが, 質量が異なる場合, SU(3)V はさらに破れる. このカレント質量による
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DD Correlations as a Sensitive Probe for Thermalization in High Energy Nuclear Collisions
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We propose to measure azimuthal correlations of heavy-flavor hadrons to address the status of thermalization
at the partonic stage of light quarks and gluons in high-energy nuclear collisions. In particular, we show that
hadronic interactions at the late stage cannot significantly disturb the initial back-to-back azimuthal correlations
of DD pairs. Thus, a decrease or the complete absence of these initial correlations does indicate frequent
interactions of heavy-flavor quarks and also light partons in the partonic stage, which are essential for the early
thermalization of light partons.

PACS numbers: 25.75.-q

Introduction
Lattice QCD calculations, at vanishing or finite net-baryon

density, predict a cross-over transition from the decon-
fined thermalized partonic matter (the Quark Gluon Plasma,
QGP) to hadronic matter at a critical temperature Tc ≈ 150–
180 MeV [1].

Measurements of hadron yields in the intermediate and high
transverse momentum (pT) region indicate that dense matter
is produced in Au+Au collisions at RHIC [2, 3]. The ex-
perimentally observed large amount of elliptic flow of multi-
strange hadrons [4], such as the φ meson and the Ω baryon,
suggest that collective motion develops in the early partonic
stage of the matter produced in these collisions. A crucial is-
sue to be addressed next is the thermalization status of this
partonic matter.

Heavy-flavor (c, b) quarks are particularly excellent
tools [5, 6, 7] to study the thermalization of the initially cre-
ated matter. As shown in Fig. 1, their large masses are almost
exclusively generated through their coupling to the Higgs field
in the electro-weak sector, while masses of light quarks (u,
d, s) are dominated by spontaneous breaking of chiral sym-
metry in QCD. This means that in a QGP, where chiral sym-
metry might be restored, light quarks are left with their bare
current masses while heavy-flavor quarks remain heavy. Due
to their large masses (≫ ΛQCD), the heavy quarks can only
be pair-created in early stage pQCD processes. Furthermore,
their production cross sections in nuclear collisions are found
to scale with the number of binary nucleon-nucleon colli-
sions [8, 9]. In the subsequent evolution of the medium,
the number of heavy quarks is conserved because the typical
temperature of the medium is much smaller than the heavy
quark (c, b) masses, resulting in negligible secondary pair
production. In addition, the heavy quarks live much longer
than the lifetime of the formed high-density medium, de-
caying well outside. These heavy quarks (c, b) can partic-
ipate in collective motion or even kinetically equilibrate if,
and only if, interactions at the partonic level occur at high

frequency. The idea of statistical hadronization of kineti-
cally equilibrated charm quarks [10] even predicted signifi-
cant changes in hidden charm hadron production [11]. Hence,
heavy-flavor quarks are an ideal probe to study early dynamics
in high-energy nuclear collisions.
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FIG. 1: (Color online) Quark masses in the QCD vacuum and the
Higgs vacuum. A large fraction of the light quark masses is due to
the chiral symmetry breaking in the QCD vacuum. The numerical
values were taken from Ref. [12].

.

Recent STAR and PHENIX results on elliptic flow and
nuclear modification factors of non-photonic electrons indi-
cate that charm quarks might indeed participate in the col-
lective motion of the matter produced in Au+Au collisions at
RHIC. To explain the data, a large drag diffusion coefficient
in the Langevin equation, describing the propagation of charm
quarks in the medium, is found to be necessary [13]. Two- and
three-body interactions [14, 15] of heavy-quarks and resonant

図 3.2: 全クォーク質量に占めるカレント質量の割合 [88]. クォークの質量の起源は, 電弱対称性の破れによる

Higgs場の凝縮からの寄与と, 強い相互作用によるカイラル対称性の力学的破れによるカイラル凝縮からの寄

与からなる. 重いクォーク (c, b, t)の質量は, 主に Higgs凝縮の寄与によって決定され, カイラル凝縮の寄与の

寄与は無視できるほど小さいことがわかる.

SU(3)V の破れは, 以下の通り明らかである [72]:

mu = 2.2+0.6
−0.4 MeV, md = 4.7+0.5

−0.4 MeV, ms = 96+8
−4 MeV,

mu/md = 0.38− 0.58 , ms/md = 17− 22 . (3.5)

この陽な破れと階層性は, 標準模型の枠組みにおいて, Higgs場とクォークの相互作用に起因する. また式 (3.5)

が示すように, 明らかにカレント質量レベルでのアイソスピン対称性はひどく破れている; mu ̸= md. しかし,

ハドロンレベルでの現象を理解する場合には, QCDのスケール Λと比べmu,md は小さいため, SU(2)V が良

い近似で成り立つとして議論される.

3.3 ハドロン物理の記述

前節では非可換ゲージ理論である QCD は, 低エネルギーにおいて強結合性を示し, カイラル対称性の力学

的破れよって, 質量次元を持たない理論からスケールが生成される理論であることを見た. また QCDのラグ

ランジアン (3.1)におけるカイラル対称性の陽な破れによって, 低エネルギーに現れる大域的対称性が変化し,

ハドロン物理が予言されることを紹介した. ここでは QCD の低エネルギー物理を予言する有効模型として,

Nambu–Jona-Lasinio(NJL)模型 [89, 90, 91]を用いる手法を説明する.
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3.3.1 Nambu–Jona-Lasinio模型

NJL模型はカイラル対称性の力学的破れを上手く記述する模型として知られている. そのラグランジアンは

QCDの低エネルギーにおける大域対称性をもとに, Dirac演算子 ψ̄ψ を用いて以下のように定義される:

LNJL = Tr ψ̄ (iγµ∂µ −m)ψ + 2GTr Φ†Φ+GD (det Φ + h.c.) , (3.6)

ここでm = diag. (mu,md,ms)であり,

(Φ)ij = ψ̄i(1− γ5)ψj =
1

2
λajiTr ψ̄λ

a(1− γ5)ψ (3.7)

である. λa(a = 0, 1, · · · , 8) は λ0 = 1
√
2/3 である Gell-Mann 行列である. nf = 3 のとき, ラグランジア

ン (3.6)の 2項目と 3項目はそれぞれ 4体 Fermi相互作用と 6体 Fermi相互作用を表す. Gと GD はそれぞ

れ次元 (−2)と (−5)を持つ結合定数であり, カットオフ Λを用いて定義されるくりこみ不可能な模型である.

n ≥ 2において演算子 In = Tr (Φ†Φ)n はカイラル対称性 U(3)L ×U(3)R を持つため, カイラルアノマリーに

よる U(1)A の破れを再現する項として, U(1)A 対称性のみを破る演算子が必要である. このため行列式型の演

算子 ID = det Φ + det Φ† を用いた. この項は Kobayashi–Maskawa-t’Hooft(KMT)項と呼ばれており, η-η′

混合を説明するのに重要な役割を果たす [92]. したがって NJLラグランジアン (3.6)は, カイラル対称性が力

学的に破れる前の QCDと同じ大域的対称性を持つ: m = 0において, SU(3)L × SU(3)R ×U(1)V .

NJL模型はカイラル対称性の力学的破れを, 秩序変数 1個のスカラー場ではなく, 複合場として記述する点

が, シグマ模型などの有効模型と異なる. また QCDラグランジアン (3.1)が持つパラメータは, ゲージ結合定

数 gs とカレント質量 mq のみであった. 格子計算と異なり有効模型を用いた手法は, 模型パラメータに関す

る不定性が増えることになる. ここでは [93, 94]にならい, 平均場近似によって NJL模型を解析し, 模型パラ

メータ G,GD,Λを低エネルギーの観測量とフィットすることで, ハドロン物理を予言する.

3.3.2 自己無撞着平均場近似による解析

自己無撞着平均場近似の下での有効ポテンシャルを求めることで, 非摂動的な真空を決定する. はじめに

Bogoliubov-Valatin変換された Bardeen-Cooper-Schieffer(BCS)真空を定義する:

⟨Φ⟩ = − 1

4G

(
diag.(σ1, σ2, σ3) + i (λa)

T
ϕa
)
≡ φ . (3.8)

平均場 σi と ϕa はカイラル複合場の真空期待値において定義される. カイラル対称性の力学的破れを記述する,

非零のカイラル凝縮
⟨
ψ̄iψi

⟩
は, 式 (3.8)における ⟨σi⟩に対応し, BCS真空におけるフェルミオン場を積分す

ることで得られる, スカラー有効ポテンシャルの最小化によって評価される. NJL模型のラグランジアン (3.6)

は平均場近似の下で, 次のような和として書き表わせる,

LNJL = L0 + LI , (3.9)

ここで LI は正規順序として書き下されており, すなわち ⟨LI⟩ = 0を満たす. また平均場近似されたラグラン

ジアン L0 は以下で与えられる:

L0 = Trψ̄ (i/∂ −m)ψ + 2G(Tr φ†Φ+ Tr Φ†φ− Tr φ†φ)− 2GD
(
detφ+ detφ†)

+GD

(
Tr φ2Tr Φ− Tr φΦTrΦ− 1

2
Trφ2TrΦ +

1

2
(Trφ)

2
Tr Φ + h.c

)
. (3.10)
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具体的な計算のために, フェルミオン場 ψi と平均場 σi, ϕa の相互作用の形に書き下す. カイラル対称性の力学

的破れに伴う擬 NG場 ϕa は, 以下のメソンによる表記 (π0, π±,K±,K0, K̄0, η8, η0)を用いる:

ϕ = ϕaλ
a =

 π0 + η8/
√
3

√
2π+

√
2K+

√
2π− −π0 + η8/

√
3

√
2K0

√
2K− √

2K̄0 −2η8/
√
3

+ η0
√
2/31 . (3.11)

式 (3.8)で定義される φを式 (3.10)に代入し, ラグランジアン L0 について以下の表記を得る:

L0 = LK + LD + LM , (3.12)

ここで,

LK = Tr ψ̄(iγµ∂µ −M)ψ

−i
[
π0 +

1√
3
η8 +

√
2

3
η0 − GD

8G2

(
σ3π

0 +
1√
3
(2σ2 − σ3)η

8 −
√

2

3
(σ2 + σ3)η

0
)]
ψ̄1γ5ψ1

−i
[
−π0 +

1√
3
η8 +

√
2

3
η0 − GD

8G2

(
−σ3π0 +

1√
3
(2σ1 − σ3)η

8 −
√

2

3
(σ1 + σ3)η

0)
)]
ψ̄2γ5ψ2

−i
√
2π+

(
1− GD

8G2
σ3

)
ψ̄1γ5ψ2 − i

√
2π−

(
1− GD

8G2
σ3

)
ψ̄2γ5ψ1

−i
√
2K+

(
1− GD

8G2
σ2

)
ψ̄1γ5ψ3 − i

√
2K−

(
1− GD

8G2
σ2

)
ψ̄3γ5ψ1

−i
√
2K0

(
1− GD

8G2
σ1

)
ψ̄2γ5ψ3 − i

√
2K̄0

(
1− GD

8G2
σ1

)
ψ̄3γ5ψ2 (3.13)

−i
[
− 2√

3
η8 +

√
2

3
η0 − GD

8G2

(
(σ1 − σ2)π

0 − 1√
3
(σ1 + σ2)η

8 −
√

2

3
(σ1 + σ2)η

0
)]
ψ̄3γ5ψ3 ,

この LK はフェルミオン場の運動項を含み, フェルミオン場の質量Mi を次のように定義した:

Mi = σi +mi −
GD
8G2

σi+1σi+2 , (3.14)

ただし σ4 = σ1, σ5 = σ2 である. 平均場 σi が非零の真空期待値を得ることによって, フェルミオンの質量が

変化することがわかる. また LD は GD に比例する ϕ2ψ̄ψ の相互作用に関する部分である,

LD =
GD
8G2

[(
2K0K̄0 − 2√

3
π0η8 +

2

3
(η8)2 − 2

3
(η0)2

)
ψ̄1ψ1 −

(
2

√
2

3
π+η8 + 2K+K̄0

)
ψ̄1ψ2

−
(
2

√
2

3
π−η8 + 2K−K0

)
ψ̄2ψ1 +

(
2K+K− +

2√
3
π0η8 +

2

3
(η8)2 − 2

3
(η0)2

)
ψ̄2ψ2

−
(
2π+K0 +

√
2K+(π0 − 1√

3
η8)
)
ψ̄1ψ3 −

(
2π−K̄0 +

√
2K−(π0 − 1√

3
η8)
)
ψ̄3ψ1

−
(
2π−K+ −

√
2K0(π0 +

1√
3
η8
))
ψ̄2ψ3 −

(
2π+K− −

√
2K̄0(π0 +

1√
3
η8)
)
ψ̄3ψ2

+
(
2π+π− + (π0)2 − 1

3
(η8)2 − 2

3
(η0)2

)
ψ̄3ψ3

+

√
2

3
η0
{
(π0 +

1√
3
η8)ψ̄1ψ1 +

√
2π+ψ̄1ψ2 +

√
2K+ψ̄1ψ3 +

√
2π−ψ̄2ψ1

+(−π0 +
1√
3
η8)ψ̄2ψ2 +

√
2K0ψ̄2ψ3 +

√
2K−ψ̄3ψ1 +

√
2K̄0ψ̄3ψ2 −

2√
3
η8ψ̄3ψ3

}]
, (3.15)
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また LM はフェルミオンを含まないメソンのみの部分である,

LM = − 1

8G

(
3∑
i=1

σ2
i + 2(η0)2 + 4π+π− + 4K+K− + 4K0K̄0 + 2(π0)2 + 2(η8)2

)

+
GD
16G3

[
σ1σ2σ3 + σ1

(
2K0K̄0 +

2

3
(η8)2 − 2

3
(η0)2 − 2√

3
π0η8 +

√
2

3
η0π0 +

√
2

3
η0η8

)
+σ2

(
2K+K− +

2

3
(η8)2 − 2

3
(η0)2 +

2√
3
π0η8 −

√
2

3
η0π0 +

√
2

3
η0η8

)
+σ3

(
2π+π− + (π0)2 − 1

3
(η8)2 − 2

3
(η0)2 − 2

√
2

3
η0η8

)]
. (3.16)

また 1ループのスカラー有効ポテンシャルは, 次のように与えられる:

VNJL(σi; Λ) =
1

8G

∑
i=1,2,3

σ2
i −

GD
16G3

σ1σ2σ3 − nc
∑

i=1,2,3

IV (Mi; Λ) , (3.17)

ここで IV は以下で定義される積分関数である:

IV (m; Λ) =

∫
Λ

d4k

i(2π)4
ln det(/k −m)

=
1

16π2

(
Λ4 ln

(
1 +

m2

Λ2

)
−m4 ln

(
1 +

Λ2

m2

)
+m2Λ2

)
, (3.18)

ここで 4次元カットオフ Λを用いて正則化した. 6体の Fermi定数 GD は負の値を持つため, ツリーレベルで

平均場 σi は非零の真空期待値を持たず, フェルミオン 1 ループの寄与によって非零の非自明な真空が得られ

る. またカイラル凝縮場 σi やメソン ϕa はツリーレベルで運動項を持たず. これらはフェルミオン 1ループの

寄与から得られる.

具体的なハドロン質量の計算の前に, カイラル極限 (Chiral Limit; mi = 0) を仮定し, 平均場近似による

NJL模型の特徴を概観する; σi = σ. このとき有効ポテンシャル (3.17)を σ で微分することにより, 以下の停

留条件を得る:

⟨σ⟩ = 4Gnc

∫
Λ

d4k

i(2π)4
Tr

(
1

/k −Mcl

)
, (3.19)

ただし, Mcl は式 (3.14)において, mi = 0, σi = σ としたもの. この停留条件における積分は, 質量Mcl を持

つフェルミオンのループの寄与に対応する. すなわち, フェルミオンが質量Mcl を獲得したとき, 4体の Fermi

相互作用を通じて誘起される質量もMcl であるという条件である. この条件は NJL模型における自己無撞着

条件と呼ばれる. この表式から, フェルミオンの積分によって, 非自明な真空が得られることは明らかである.

またカイラル極限における平均場 ϕa, σ に対する 2点頂点関数は以下で与えられる:

Γϕϕ(p
2) = − 1

2G
+
GD
8G3

σ +
(
1− GD

8G2
σ
)2

2ncI
A
ϕ2(p2,Mcl,Mcl; Λ) +

GD
G2

ncI
B
ϕ2(Mcl; Λ) , (3.20)

Γσσ(p
2) = − 3

4G
+

3GD
8G3

σ −
(
1− GDσ

4G2

)2

3ncIφ2(p2,Mcl; Λ) +
GD
G2

3ncIV (Mcl; Λ) , (3.21)

ここで積分関数 IAϕ2 , IBϕ2 は以下で定義される:

IAϕ2(p2,ma,mb; Λ) =

∫
Λ

d4l

i(2π)4
Tr(/l − /p+ma)γ5(/l +mb)γ5

((l − p)2 −m2
a)(l

2 −m2
b)

,

IBϕ2(m; Λ) =

∫
Λ

d4k

i(2π)4
m

(k2 −m2)
= − 1

16π2
m

[
Λ2 −m2 ln

(
1 +

Λ2

m2

)]
. (3.22)
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また積分関数 Iφ2 , IV は以下で定義される:

Iφ2(p2,m; Λ) =

∫
Λ

d4k

i(2π)4
Tr(/k + /p+m)(/k +m)

((k + p)2 −m2)(k2 −m2)
, IDφ2(m; Λ) = IBϕ2(m; Λ) . (3.23)

カイラル極限におけるメソン ϕa に対する 2点頂点関数 Γϕϕ(p
2)は, p2 = 0において零点を持つ. すなわちこ

のときメソンは質量を持たない. 実際のメソンが質量を持つのは, 有限のカレント質量mi ̸= 0によって, カイ

ラル対称性が陽に破れているためである. また平均場 σ に対する 2点頂点関数 Γσσ(p
2)は, p2 = (2Mcl)

2 にお

いて零点を持つ. すなわち, m2
σ = 4M2

cl の質量を持つ. Mcl は内線を伝搬するフェルミオンの質量であり, 質量

2Mcl は 2フェルミオン状態 ψ̄ψ のしきい値に対応する. したがってフェルミオンによって記述される NJL模

型において, その複合場である平均場 σ は, 2フェルミオン状態 ψ̄ψ の共鳴状態として振る舞うことがわかる.

最後に平均場 σ の有効ラグランジアンに着目する. 平均場 σ に対するツリーレベルのラグランジアン (3.10)

には, 運動項が存在しない. これは NJL模型がフェルミオンによって記述される模型であったことに起因する.

ここでは 1 ループレベルの 2 点頂点関数 Γσσ(p
2) から運動項を導出することで, NJL 模型における平均場 σ

の振る舞いを考察する. ここで波動関数くりこみ定数 Zσ を以下のように定義する:

Γσσ(p
2) = Γσσ(0) + Z−1

σ (σ)p2 +O(p4) , (3.24)

この Zσ は場 σ に依存する形で以下のように求められる,

Z−1
σ (σ; Λ) =

dΓσσ(p
2)

dp2

∣∣∣∣
p2=0

= −
(
1− GD

4G2
σ

)2

3nc
d

dp2
Iφ2(p2,Mcl; Λ)

∣∣∣∣
p2=0

=
3nc
8π2

(
1− GD

4G2
σ

)2 [
ln

(
1 +

Λ2

M2
cl

)
+

Λ2M2
cl

(Λ2 +M2
cl)

2

]
, (3.25)

したがって平均場 σ に対する有効ラグランジアンは以下のように定義できる:

Lσ =
Z−1
σ (σ; Λ)

2
∂µσ∂

µσ − VNJL(σ; Λ) . (3.26)

ここで式 (3.25)で与えられる波動関数くりこみ定数 Z−1
σ は, カイラル対称性が回復するにつれ, σ → 0の極限

で, 発散することがわかる. これはカイラル対称性を持つ真空 ⟨σ⟩ = 0において, 共鳴状態 σ が現れないことに

対応する.

Zσ(σ → 0) = 0 , (3.27)

カイラル対称性が破れた真空 ⟨σ⟩ ≠ 0において, 平均場 σ はフェルミオンと湯川相互作用するスカラー場とし

て記述される一方, カイラル対称性が回復した真空 ⟨σ⟩ = 0においてその共鳴状態は現れず, フェルミオン相互

作用によって記述される NJL模型に帰着する. これはカイラル対称性の破れをフェルミオンの複合場である

平均場 σ の力学で記述する NJL模型が持つ特徴である.
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3.3.3 ハドロン質量の計算

実際の QCDにおけるクォークは, 電弱対称性の破れによってカレント質量を持つため, カイラル対称性は陽

に破れており, メソンは有限の質量を持つ. 平均場近似されたラグランジアン (3.12)を用いて, メソンの質量

を計算する. ここで SU(2)V のフレーバー対称性が近似的に成り立っていると仮定する: mu = md, σ1 = σ2.

このときメソンの２点頂点関数は次のように表せる.

Γπ±(p2) = Γπ0(p2)

= − 1

2G
+
GD
8G3

σ3 +
(
1− GD

8G2
σ3

)2
2ncI

A
ϕ2(p2,M1,M1) +

GD
G2

ncI
B
ϕ2(M3) , (3.28)

ΓK±(p2) = ΓK̄0K0(p2)

= − 1

2G
+
GD
8G3

σ1 +
(
1− GD

8G2
σ1

)2
2ncI

A
ϕ2(p2,M1,M3) +

GD
G2

ncI
B
ϕ2(M1) , (3.29)

Γη8(p
2) = − 1

2G
+
GD
6G3

(σ1 −
1

4
σ3) +

2

3

(
1− GD

8G2
(2σ1 − σ3)

)2
ncI

A
ϕ2(p2,M1,M1)

+
4

3

(
1− GD

8G2
σ1

)2
ncI

A
ϕ2(p2,M3,M3) +

4GD
3G2

ncI
B
ϕ2(M1)−

GD
3G2

ncI
B
ϕ2(M3) , (3.30)

Γη0(p
2) = − 1

2G
− GD

12G3

(
2σ1 + σ3

)
+
(
1 +

GD
8G2

(σ1 + σ3)
)2 4

3
ncI

A
ϕ2(p2,M1,M1)

+
(
1 +

GD
4G2

σ1

)2 2
3
ncI

A
ϕ2(p2,M3,M3)−

2GD
3G2

nc

(
2IBϕ2(M1) + IBϕ2(M3)

)
, (3.31)

Γη8η0(p
2) =

√
2GD

24G3
(σ1 − σ3) +

2
√
2

3

(
1− GD

8G2
(2σ1 − σ3)

)(
1 +

GD
8G2

(σ1 + σ3)

)
ncI

A
ϕ2(p2,M1,M1)

− 2
√
2

3

(
1− GD

8G2
σ1

)(
1 +

GD
8G2

(2σ1)

)
ncI

A
ϕ2(p2,M3,M3)

+

√
2GD
3G2

nc
(
IBϕ2(M1)− IBϕ2(M3)

)
. (3.32)

ここで IAϕ2 と IBϕ2 は式 (3.22)で定義されるループ積分関数であり, 内線を伝搬する構成子クォークの質量は次

のように表される:

M1 = mu + σ1 −
GD
8G2

σ1σ3 , M3 = ms + σ3 −
GD
8G2

σ2
1 . (3.33)

ここでメソンの質量は 2点頂点関数のゼロ点によって定義され, π とK の質量はそれぞれ以下で与えられる:

Γπ±(p2 = m2
π) = 0 , ΓK±(p2 = m2

K) = 0 , (3.34)

また η と η′ は η8-η0 の混合行列の実部を取り, そのゼロ固有値によって求められる. 波動関数くりこみ定数

Zϕ はそれぞれの場に対して,

Zπ
−1 =

dΓπ±(p2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

π

, ZK
−1 =

dΓK±(p2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

K

, (3.35)

で与えられ, それぞれの崩壊定数は以下で定義される:

⟨0|Trψ̄γµγ5
1

2
(σ1 + iσ2)ψ

∣∣π+(p)
⟩
= i

√
2fπpµ , (3.36)

⟨0|Trψ̄γµγ5
1

2
(σ3 + iσ1)ψ

∣∣K+(p)
⟩
= i

√
2fKpµ . (3.37)
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表 3.1: 物理量 (3.39)を用いてフィットされた NJL模型パラメータ. SU(2)V フレーバー対称性を仮定.

パラメータ (2GQCD)−1/2 (−GQCD
D )−1/5 ΛQCD mu ms

値 [MeV] 361 406 930 5.95 163

表 3.2: NJL模型による予言と実験値の比較. 模型パラメータとして表 3.1を用いたもの.

理論値 [MeV] 実験値 [MeV]

mπ 136 140(π±) 135(π0)

mK 499 494(K±) 498(K0, K̄0)

mη 460 548

mη′ 959 958

fπ 93 92(π−)

fK 105 110(K−)

ここで η8-η0 の混合に着目する. 6体 Fermi相互作用が含まれないとき; GD = 0において,

Γη8(p
2) = − 1

2G
+

2

3
ncI

A
ϕ2(p2,M1,M1) +

4

3
ncI

A
ϕ2(p2,M3,M3) ,

Γη0(p
2) = − 1

2G
+

4

3
ncI

A
ϕ2(p2,M1,M1) +

2

3
ncI

A
ϕ2(p2,M3,M3) , (3.38)

Γη8η0(p
2) =

2
√
2

3
ncI

A
ϕ2(p2,M1,M1)−

2
√
2

3
ncI

A
ϕ2(p2,M3,M3) .

このとき重い η′ の質量を説明できないことが知られている. これは GD = 0の場合には, 式 (3.38)における混

合が, カレント質量差によって決まってしまうことに起因する. この状況は KMT項の導入によって改善され

ることが知られている.

NJL模型の自由なパラメータは (G,GD,Λ)とカレント質量 (mu,ms)であった. これらは実際に観測され

るハドロンに関する物理量を用いてフィットすることで決定される. ここではフィットのために以下の物理量

を用いる:

mπ, mK , mη, mη′ , fπ, fK . (3.39)

ここで最も理論値と実験値が近づいたパラメータを表 3.1に示した. また表 3.2に NJL模型による予言値と実

験値の比較を示す. NJL模型による η の質量が約 16%小さい値になっていることがわかる. これは NJL模型

の一般的な振る舞いとして報告されている [94, 95].

本研究では隠れた QCDセクターの有効模型として, NJL模型を採用する. 表 3.1に示した NJL模型のパラ

メータを用いて, 次の無次元関係式を得る:

G1/2Λ = 1.82, (−GD)1/5Λ = 2.29 . (3.40)

これらはフィットに関してカレント質量 (mu,ms)の不定性が含まれるが, 本研究では強い相互作用の寄与は,

Fermi結合定数 (G,GD; Λ)によって特徴付けられ, これらの無次元関係式が任意のスケール Λで成り立つと

仮定する.
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図 3.3: フレーバー数 Nf = 2 + 1の場合の有限温度における QCD相転移のカレント質量依存性を示した概略

図; Columbia描画と呼ばれる. 青い丸は標準模型を示し, 赤い星はカイラル極限 (mi = 0)に対応する.

3.4 有限温度における QCD相転移

カイラル対称性は有限温度効果によって回復する. この相転移の次数は, 有限密度効果やクォークのフレー

バー数, クォークのカレント質量に依存することが知られている. 図 3.3に, Columbia描画と呼ばれる, 有限

温度における QCD相転移のカレント質量依存性の概略図を示した; ただしフレーバー数 Nf = 2 + 1の場合.

QCDはカレント質量に関する 2つの極限において, 大域的対称性を持つ; カイラル極限 (mi = 0)において, カ

イラル対称性を持ち, クォーク質量無限大の極限 (mi → ∞, 純粋な Yan-Mills 理論)において, 中心対称性を

持つ. これら２つの極限での対称性の破れに伴う相転移は, 一次相転移となることが知られている [96, 97]. 一

方, 有限のカレント質量の存在は, これらの対称性を陽に破る. 結果として相転移は弱まり, ある臨界質量にお

いてクロスオーバーへと変化する. 実際の QCDが予言する有限温度のカイラル相転移は, クロスオーバーで

あることが知られている [65, 66, 67]; 図 3.3における青点が標準模型に対応.

本研究では宇宙の一次相転移が, 重力波を生成することに着目する. QCD のカイラル相転移はクロスオー

バーであったが, 有限密度の効果によって, 一次相転移になることが知られている [98].*1 また隠れた QCDセ

クターが存在した場合, その相転移が一次相転移である可能性が考えられる. 古典的スケール不変性は, 裸の理

論において質量次元を禁止する対称性であった. すなわち古典的スケール不変性は, 隠れた QCD相転移に対

する Columbia 描画 (図 3.3) おいて, 一次相転移となる赤い星 (カイラル極限) に理論を設定する対称性であ

る. この隠れたカイラル一次相転移の実現性は, 古典的スケール不変な隠れた QCDセクターを伴う拡張模型

の特徴である. 本研究では前節同様, NJL模型を用いて有限温度のカイラル相転移を解析する.

*1 QCD相転移時の大きな密度効果は, 標準模型の拡張によるレプトン非対称性によって説明される可能性がある [99]. この可能性か
ら示唆される QCD のカイラル相転移起源により, 残存重力波スペクトルが予言されている [100]; ただしこの結果は, QCD の相
転移温度のみを用いて予言されたもの.
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3.4.1 NJL模型による有限温度カイラル相転移の解析

平均場近似による NJL模型において, 有限温度におけるカイラル相転移は, 以下の 1ループ有効ポテンシャ

ルを用いて解析できる:

VχPT(σi, T ) = VNJL(σi) + VT(σi, T ) , (3.41)

ゼロ温度の寄与 VNJL は式 (3.17)で与えられ, フェルミオンのループによる有限温度の寄与は VT は以下で与

えられる:

VT(σi, T ) = −2nc
T 4

π2

∑
i

JF

(
M2
i (σi)

T 2

)
, (3.42)

ここでフェルミオンに対する熱効果関数 JF は式 (C.1)で定義される; 本論では熱効果関数の積分結果をフィッ

ト関数 (C.2)を用いてフィットしたものを用いる. 有効模型によるカイラル一次相転移の起源は, カイラルア

ノマリーによる U(1)A を破る項として導入された KMT 項に起因する σ3 の項である. したがって, 6 体の

Fermi結合定数 GD は, NJL模型において, η-η′ 混合だけでなく, カイラル一次相転移を説明する役割を担う.

QCD のハドロンによってフィットされた NJL 模型パラメータ (表 3.1) を用いて, 有限温度のカイラル相

転移を解析する. クォーク質量Mi の温度依存性を図 3.4に示す; それぞれ赤点は模型パラメータ (表 3.1)を

用いたMu, 青点はそのカイラル極限 (mi = 0)に対応する. QCDの場合にはクロスオーバーであり, カイラ

ル極限のとき真空期待値が不連続に変化する一次相転移となっていることがわかる. このときの臨界温度は

Tc ≃ 69 MeVであり, これは格子計算による結果がないため, NJL模型からの予言となる.*2

本研究では, 隠れたカイラル相転移に対してこれらを適用する. 古典的スケール不変性のため, 裸の理論に質

量項は存在しない一方, 今回着目するシナリオ (2.44)は, 新たなスカラー場 S との湯川相互作用, ySψ̄ψ を含

み, これはカレント質量mc = y ⟨S⟩のように振る舞う. ゆえにここで得られたカイラル極限の結果を, 単純に

スケールアップしたものが正しいかは非自明である. したがって本論では, NJL模型における平均場 σ に加え

新たなスカラー場 S を含めたカイラル相転移の解析が必要であり, この詳細を 5章にて議論する.

*2 NJL模型の QCDスケール ΛQCD を用いて無次元化すると, Tc/ΛQCD ≃ 0.07419
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図 3.4: 有限温度カイラル相転移におけるクォーク質量Mi の温度依存性. それぞれ赤点は表 3.1に示す NJL

模型パラメータを用いたMu, 青点はそのカイラル極限 (mi = 0)に対応する.
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隠れたカイラル相転移による暗黒物質生成

標準模型粒子が表現を持たない隠れた QCDセクターが存在した場合, その低エネルギーに現れ

る隠れたハドロンは, 付随的な対称性によって安定粒子となり, 暗黒物質の候補になりうる. 本論文

では古典的スケール不変性に基づく標準模型の拡張において, 隠れた QCDセクターが電弱対称性

の破れと暗黒物質の起源を同時に説明するシナリオに着目する [26, 27, 29, 28, 30, 31, 32]. このよ

うなシナリオにおいて, スカラー場と隠れたフェルミオンとの湯川相互作用項は隠れたカイラル対

称性を陽に破り, この破れが暗黒物質候補である隠れたメソンの質量起源であった. ここでは隠れ

たカイラル一次相転移と暗黒物質の存在が同時に説明される先行研究 [31]について紹介する.

4.1 暗黒物質と隠れた QCDセクター

現在, 矮小銀河から宇宙論的スケールまでの全てのスケールで, 通常の光で観測できる物質よりも, 多くの暗

黒物質が存在していることが示されている. 1933 年 F. Zwicky は, かみのけ座銀河団中の銀河の大きな速度

分散は, 光で観測できる物質の重力効果のみでは説明できず, 銀河団を成せないことを示し, 暗黒物質の存在を

予言した [7]. また銀河スケールでは, 1980年 V. Rubinらが, 渦巻銀河の回転曲線が十分遠方で平坦となるこ

とを示し [8], これは暗黒物質のハロー中に銀河が存在していることで理解される [9]. 重力レンズ効果の測定

[10, 11]と同様に, これらは銀河スケールにおいて, 光で観測できる物質よりも, 暗黒物質の方が多く存在して

いるという証拠であり, 矮小銀河は, そのほとんどの成分が暗黒物質であることが知られている. 修正重力理論

によってこれらを理解する試み [101]は, 銀河スケールよりも大きなスケールにおいて, 暗黒物質の導入無しで

は機能しない. これは大小 2つの銀河団の衝突によってできたとされる弾丸銀河団における, X線源で隔たれ

た 2 つの重力ポテンシャル源の観測 [14] を説明できないためである. また宇宙論的なスケールでは, 2003 年

ウィルキンソンマイクロ波異方性探査機 (WMAP)の CMBの温度揺らぎのパワースペクトルによる宇宙論パ

ラメータの推定 [12]によって, 宇宙全体のエネルギー密度のうち, 暗黒物質が通常の物質よりも約 5倍の割合

を占めることが示され, 現在, Planck衛星の最新結果は, 以下の値を与えている [13, 72]:

h2ΩDM = 0.1186(20) , h2Ωb = 0.02226(23) . (4.1)

暗黒物質の存在は確実であり, その性質理解のために, 様々なスケールによって観測が行われている. ここでは

暗黒物質の性質と暗黒物質探査実験の現状をまとめ, 隠れた QCDセクターによって説明される暗黒物質の特

徴について紹介する.



28 第 4章 隠れたカイラル相転移による暗黒物質生成

4.1.1 暗黒物質探査の現状

暗黒物質は, 以下の性質を持つ:

• 質量を持つ (重力相互作用)

• 安定, もしくは宇宙年齢と比べ十分に長寿命

• 電気的中性
• 脱結合時に非相対論的 (冷たい, もしくは温かい暗黒物質)

• 残存量 h2ΩDM = 0.1186(20)

上の性質を持つ有力な暗黒物質の候補として, WIMP(Weak-interacting-massive-particle) が知られている:

暗黒物質である重い粒子 X とその反粒子 X̄ が対消滅し, 軽い粒子 ψ とその反粒子 ψ̄ に対消滅する過程を考

える,

X + X̄ ↔ ψ + ψ̄ , (4.2)

ただし, CP対称な散乱を仮定し, ψは常に熱浴と結合しているとする; nX = nX̄ , nψ = neqψ . このときWIMP

の数密度 nX の時間変化は以下の Boltzmann方程式に従う,

dnX
dt

+ 3HnX = −⟨vσ⟩
(
n2X − (neqX )

2
)
. (4.3)

ここで H は Hubble パラメータであり, ⟨vσ⟩ は熱平均化された散乱断面積である. エントロピー密度

s = (2π2/45)g∗S(T )T
3と熱浴の温度 T を用いて, 式 (4.3)を書き換える. エントロピー保存 (S = sa3 = 一定)

から, ds/dt = −3Hs である. この熱的残存過程は, T ∼ mX のときに働くので, 温度に依存した変数

z ≡ mX/T を導入し, また共動座標系におけるWIMPの数密度, YX ≡ nX/sを用いると,

dYX
dz

= − λ

z2

(
Y 2
X − (Y eq

X )
2
)
, λ ≡ 2π2

45
g∗S

m3
X ⟨vσ⟩

H(mX)
. (4.4)

ただし Y eq
X ≡ neqX /sであり, 放射優勢を仮定した; H = H(mX)/z2. 最終的な残存量 Y∞

X ≡ YX(z = ∞)が,

脱結合時の数密度 Y fX = YX(z = zf )を決めている. したがって, YX ≫ Y eq
X ∼ e−z として減衰するこの項を

無視して, 以下を評価するればよい,

dYX
dz

≃ − λ

z2
Y 2
X (z > zf ) . (4.5)

ここでは簡単のため, λを定数と仮定し, Y eq
X を無視することで, zf から z = ∞の積分を実行し以下を得る.

Y∞
X ≃ zf

λ
. (4.6)

ここで X の現在の残存量は, Y∞
X を用いて次のように表せる.

ΩX ≡ ρX
ρc

=
mXnX
3M2

plH
2
0

= mXY
∞
X

s0
3M2

plH
2
0

, (4.7)

ただし脱結合後, X の数密度が保存することを用いた. このとき, Y∞
X ≃ zf/λ, s0 = s(T0)を用いることで,

ΩX =
H(mX)

m2
X

zf
⟨vσ⟩

g∗S(T0)

g∗S(mX)

T 3
0

3M2
plH

2
0

≃ π

9

zf
⟨vσ⟩

(
g∗(mX)

10

) 1
2 g∗S(T0)

g∗S(mX)

T 3
0

M3
plH

2
0

(4.8)
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が得られる. したがって, H0 = h× 2.13× 10−42GeVと T0 = 2.725K = 2.348× 10−13GeV, g∗S(T0) = 3.91

を用いることで. 粒子 X の残存量は以下のように見積もることができる,

h2ΩX ∼ 0.1
(zf
10

)( 10

g∗(mX)

) 1
2 10−8 GeV−2

⟨vσ⟩
. (4.9)

ただし, g∗S(mX) = g∗(mX)とした. ここで暗黒物質 X が,
√
⟨vσ⟩ ∼ 0.1

√
GF 程度の弱い相互作用を持つ粒

子 (WIMP)であった場合, 暗黒物質の残存量を, 熱的残存過程において, 自然に説明できることがわかる. こ

のようなWIMPの質量は GeV-TeVスケールであれば, 実際の暗黒物質残存量を説明できることが知られて

おり, 本研究における暗黒物質シナリオもこのWIMP暗黒物質に対応する.

熱的残存過程において, 暗黒物質は標準模型粒子と相互作用を持ち, この相互作用を用いて, 暗黒物質を探

査する実験が行われている. 加速器実験においては, 暗黒物質を生成する過程が考えられる. 暗黒物質は検出

器にかからないため, 消失エネルギーによって間接的に暗黒物質の存在を確かめることになるが, これまでの

LHC実験によってそのような報告はなされていない [102, 103, 104, 105]. 私たちが住む天の川銀河も暗黒物

質ハローによって覆われている. 直接探査実験は, その暗黒物質と検出器内の原子核が散乱する際に, 反跳エ

ネルギーを検出する実験である; 実験により使用する原子核や検出方法は異なる. 主な実験として, LUX[33],

PandaX[106]やXENON[34, 107]がある. また天の川銀河内やその他の銀河の暗黒物質ハローで暗黒物質が対

消滅して標準模型粒子となり, 観測にかかる宇宙線源となる可能性がある. 間接探査実験は, この宇宙線を観測

することで間接的に暗黒物質の性質を探る実験である. これらの実験として, AMS[108, 109], PAMELA[110],

Fermi-LAT[111, 112, 113]や H.E.S.S.[114, 115], DAMPE[116]などがある.*1

4.1.2 隠れた QCDセクターを用いた暗黒物質シナリオ

3章において, QCDは理論の強結合性に起因する, カイラル対称性の力学的破れによる質量生成機構を持つ

ことを見た. また標準模型におけるバリオン数に対応する対称性 U(1)V は, カイラル対称性の力学的破れにお

いて, 破れずに残るベクトル成分であり, QCDのスケールと比べ十分軽いカレント質量に対して, 近似的に得

られたアイソスピン対称性 SU(2)V など, 付加的な仮定をせず, 低エネルギー物理に対称性が得られた. した

がって隠れた QCDセクターによる拡張は, 隠れた QCDスケール ΛH と, カイラル対称性の力学的破れによっ

て付随的に得られる対称性によって, 暗黒物質の質量と安定性を説明できる可能性を持つ.

隠れた QCDセクターとして以下のラグランジアンを考える:

LH = −1

2
Tr GµνGµν +Tr ψ̄(iγµDµ −mc)ψ , (4.10)

ここで, Gµ は隠れた QCDセクターのゲージ場であり, Gµν はその場の強さ, ψi (i = 1, . . . , nf )は SU(nc)H

の基本表現を持つ隠れたベクトル型のフェルミオンとする. このとき暗黒物質候補は, 隠れたフェルミオンの

標準模型ゲージ群に対する表現によって様々な可能性が考えられる. 低エネルギーにおける隠れたハドロンの

質量スペクトル, 暗黒物質シナリオは, 隠れた QCDスケール ΛH と最も軽い隠れたフェルミオンのカレント質

量mc との大小関係で, 以下のような場合が考えられる:*2

• ΛH ≪ mc

これはQCDと比較すると, 最も軽いクォークがトップクォークのような重い質量を持つ場合である. こ

のとき隠れたハドロン質量の典型的なスケールは, 隠れたフェルミオンの質量mc となる. カイラル対称

性はカレント質量によって自明に破れているため, 隠れたメソンは擬 NG粒子としてではなく, 束縛状態

*1 暗黒物質探査実験に関する有用なリンクとして, http://lpsc.in2p3.fr/mayet/dm.php.
*2 [117]では隠れた QCDセクターの拡張による暗黒物質シナリオと格子計算の関係をまとめている.
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mϕ ≃ 2mc として振る舞う. 隠れたバリオンは, その閉じ込めスケールよりも大きな質量 mB ≃ ncmc

を持ち, 隠れたバリオン数によって安定となるため, 暗黒物質の候補となる. このとき凍結後に隠れたセ

クターの閉じ込めが起きるような暗黒物質の現象論も研究されている [118]. 有限温度の QCD 相転移

で, クォーク質量無限大の極限において, 閉じ込めに関する一次相転移が実現したように, このシナリオ

でも T ∼ ΛH において, 一次相転移起源の重力波生成が期待される. しかしながら, このようなシナリオ

は, QCDの類推が適用できないため, 理論的な不定性の除去が困難である.

• ΛH ≫ mc

カイラル対称性の力学的破れに伴うスケール ΛH によって隠れたハドロン質量が説明される. このとき

カイラル有効模型による記述が機能する領域であり, 隠れたメソンは質量 m2
ϕ ∼ mcΛH の擬 NG 粒子

である. また隠れたメソン同士の相互作用は, 強い相互作用に起因する強い結合となる. 隠れた QCD

スケールが ΛH ∼ ΛQCD である場合には, 隠れたメソンの 3 → 2 散乱過程によって, 暗黒物質の残存

量を説明できることが知られている [119]; SIMP(Strongly-interacting-massive-particle) 機構と呼ば

れ, このとき暗黒物質である隠れたメソンの質量は, mϕ ∼ O(100) MeV である. また隠れた QCD

スケールが TeV スケールである場合には, 新たな標準模型セクターとの弱い結合の導入によって, 隠

れたメソンは WIMP 暗黒物質シナリオで残存量を説明でき, このシナリオは数多く研究されている

[26, 27, 28, 29, 30, 31, 120]. また隠れたバリオンは, 質量mB ∼ ΛH の暗黒物質候補となる. しかしな

がら隠れたバリオン数非対称性がない場合は, 強い結合を持つ隠れたメソンへの対消滅によって残存量

は非常に小さくなる; 一般にこの対消滅過程は強い相互作用に起因するため予言が難しい. 一方, 隠れた

バリオンが十分重いときには, 暗黒物質の残存量を説明できる可能性があり, [121]は QCDの類推を用

いて, 暗黒物質残存量を説明する隠れたバリオンの質量を以下のように見積もっている:

mB ∼ ΛH ∼ O(100) TeV . (4.11)

これは模型に依存する見積もりであるが, 隠れた QCDスケール ΛH に対する上限とも考えられる. ま

た隠れた QCDスケール ΛH に比べ, カレント質量mc が十分小さい場合には, カイラル一次相転移が期

待できる.

暗黒物質の熱的残存過程は, 標準模型セクターとの相互作用に依存する; 代表的なものとして, U(1)ゲージ相互

作用やスカラーセクターを通じた結合が挙げられる. 古典的スケール不変性に基づく拡張は, TeVスケールの

スケール生成機構を要求し, 隠れた QCDセクターを用いた場合, 新たなスカラー場 S を導入することで, 標準

模型セクターと結合した. これは隠れたメソンによる, スカラーセクターを通じたWIMP暗黒物質シナリオに

対応する. 本章では, 隠れたカイラル一次相転移によって生成される暗黒物質の検証可能性について紹介する.

4.2 古典的スケール不変性に基づく隠れた QCDセクターによる拡張

古典的スケール不変性に基づき, 隠れたセクターによって標準模型を拡張する. 隠れたセクターとして新た

にゲージ対称性 SU(nc)H を仮定し, ツリーレベルで Higgs場と隠れたセクターの物質場とのみ結合する新たな

実スカラー場 S を導入する. 隠れた QCDセクターのラグランジアンは以下で与えられる:

LH = −1

2
Tr GµνGµν +Tr ψ̄(iγµ∂µ + gHγ

µGµ + g′QγµBµ − yS)ψ , (4.12)

ここでトレース “Tr”はフレーバーとカラーの添え字に対する和を表す. Gµ は隠れた QCDセクターのゲージ

場であり, Gµν はその場の強さ, Bµ は標準模型における U(1)Y ゲージ場である;

Bµ = cos θWAµ − sin θWZµ , g
′ = e/ cos θW . (4.13)
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また ψi (i = 1, . . . , nf )は SU(nc)H の基本表現を持つ隠れたセクターの物質場であり, 共通の U(1)Y 超電荷

Qi = Qを持つベクトル型のフェルミオンである.全体のラグランジアンは, 古典的スケール不変性とくりこみ

可能性に基づき, 標準模型と隠れたセクターのラグランジアンの和として与えられる:

LT = LH + LSM+S . (4.14)

ここで LSM+S は標準模型のゲージ相互作用と湯川相互作用を含み, 次のスカラーポテンシャルに従う:

VSM+S = λH(H†H)2 +
1

4
λSS

4 − 1

2
λHSS

2(H†H) , (4.15)

ここで HT = (H+ , (h+ iG)
√
2)は標準模型の Higgs 2重項であり, H+ と Gはゲージ場に吸収される NG

場である. また理論の摂動性とスカラーポテンシャルの安定性のため, 結合定数は以下を満たし,

0 < λH , λHS , λS < 4π , |y|2 < 4π , (4.16)

2
√
λHλS − λHS > 0 , (4.17)

電弱対称性の破れを説明するため, 結合定数 y と λHS は正であると仮定する.

この模型は上の仮定の下で Higgs粒子と暗黒物質の質量起源を次のように説明する:

• 電弱スケールよりも高いスケールにおいて, 隠れた QCDセクターにおける非摂動効果によってカイラ

ル対称性が力学的に破れる;
⟨
ψ̄ψ
⟩
̸= 0. このとき NG粒子である隠れたメソンが生成される.

• 隠れたセクターにおけるカイラル凝縮と同時に, 実スカラー場 S は湯川相互作用 “−ySψ̄ψ” のために非
零の真空期待値を持つ; ⟨S⟩ ̸= 0. このとき重要な点は, 湯川相互作用が隠れたセクターのカイラル対称

性を陽に破り, y ⟨S⟩がカレント質量の役割を果たす点である. このため隠れたメソンは質量を獲得する.

• カイラル対称性の力学的破れの後に残ったベクトル型のフレーバー対称性のために, 一部の隠れたメソ

ンは安定となるため暗黒物質の候補となる.*3

• 実スカラー場が非零の真空期待値を得ることで Higgs場の質量項 “+ 1
2λHS ⟨S⟩

2 (
H†H

)
” が得られる.

これにより電弱対称性が破れ, 標準模型粒子が質量を獲得する.

このように隠れたカイラル対称性の力学的破れによって, 電弱対称性の破れと暗黒物質の存在を同時に説明す

るシナリオである. この模型における高エネルギーのラグランジアンは質量スケールを持たない一方で, Higgs

場の真空期待値 ⟨h⟩は既知のパラメータである. したがって電弱スケールを入力として, 未知なスケールであ

る隠れた QCDスケール ΛH は予言されることになる.

4.2.1 大域的対称性

隠れた QCDセクターのラグランジアン (4.12)は, カイラル極限 (yij = 0)において以下の大域的対称性と

してカイラル対称性を持つ:

SU(nf )L × SU(nf )R ×U(1)V ×U(1)A. (4.18)

ここで隠れたフェルミオンはベクトル的な結合しか持たないため, U(1)V は量子レベルにおいても破れず, 隠

れたバリオン数を保存させる. 一方 U(1)A はカイラルアノマリーによって, 部分群 Z2nf
に破れる.またカイラ

*3 Q = 0の場合には隠れたバリオンも同様に暗黒物質の候補である.
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ル凝縮
⟨
ψ̄iψi

⟩
によって, カイラル対称性の非可換部分 SU(nf )L × SU(nf )R は, 対角的な部分群 SU(nf )V へ

力学的に破れる. したがってこの破れに伴い NGボソン ϕa (a = 1, · · · , n2
f − 1)が現れる.

次に湯川相互作用 yijSψ̄iψj に着目する. この項は以下の離散対称性 Z4 を持つ;

Z4 : ψi → eiγ5
π
2 ψi = iγ5ψi, S → −S. (4.19)

この離散対称性 Z4 は U(1)A の部分群なので, 量子レベルでの振る舞いはフレーバー数 nf に依存する. すな

わち nf が奇数の場合には, カイラルアノマリーによって U(1)A が部分群 Z2nf
に破れるとき, この離散対称性

Z4 も同時に破れる. 一方で nf が偶数の場合には, この離散対称性 Z4 は Z2nf
の部分群となるため, カイラル

アノマリーによっては破れず, 実スカラー場 S が非零の真空期待値を持つことで自発的に破れる. したがって

このシナリオにおいてフレーバー数 nf が偶数の場合には, 離散対称性の自発的な破れによってドメインウォー

ルの問題が生じる.

非零の湯川結合 y によって NG ボソンは質量を獲得し, 一般に力学的破れによって残ったベクトル成分

SU(nf )V をさらに破る. 隠れたフェルミオンはベクトル的な結合しか持たないため, 湯川相互作用 yijSψ̄iψj

が唯一のカイラル対称性を陽に破る項である. このとき一般に湯川結合定数の行列 yij は, ψi の基底変換に

よって対角化できる:

yij = yiδij (yi > 0) . (4.20)

この対角化における基底回転は SU(nf ) のカルタン部分代数である U(1)nf−1 に対応し, 隠れたバリオ

ン数 U(1)V に加え, 仮定せずに得られる付随的な対称性である. したがって一般に大域的対称性として

U(1)nf−1 × U(1)V が破れず残る. ただし隠れたフェルミオンがフレーバー対称性 SU(N)V (N < nf )を持つ

場合には, U(1)nf−1 のうち, 等しい生成子積 U(1)N−1 がフレーバー対称性 SU(N)V に対応する; このとき大

域的対称性として SU(N)V ×U(1)nf−N が残る. これらの破れのパターンは全て湯川結合 yi に起因する.

4.2.2 暗黒物質候補

隠れたカイラル対称性の力学的破れによって生成された隠れたハドロンは, 前節で挙げた大域的対称性に

よって, 付加的な対称性を課すことなく安定になり得る. 特に NGボソンである隠れたメソンは, 隠れたクォー

クのループを通して弱く標準模型と結合し, 隠れた QCDスケール付近である O(1)TeVの質量を持つと考え

られる. したがって良いWIMP暗黒物質の候補と期待される. ここではドメインウォールの問題が生じない最

小のフレーバー数 nf = 3を例として, カイラル対称性の破れのパターンと隠れたハドロンの安定性の関係を

概観する.

nf = 3において可能な大域的対称性のパターンは以下である:

(i) y1 ̸= y2 ̸= y3 U(1)B′ ×U(1)B ×U(1)V ,

(ii) y1 = y2 ̸= y3 SU(2)V ×U(1)B ×U(1)V , (4.21)

(iii) y1 = y2 = y3 SU(3)V ×U(1)V .

ここで U(1)B′ と U(1)B に対応する量子数をカルタン部分代数の要素を用いて次のように割り当てる:

QB′ =

 1 0 0
0 −1 0
0 0 0

 , QB =

 1 0 0
0 1 0
0 0 −2

 . (4.22)

またバリオン数に対応する U(1)V は, U(1)Y 超電荷と同じ割り当てとなっている; QY = Qδij .
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表 4.1: nf = 3における隠れたメソンの量子数

π̃0 π̃+ π̃− K̃0 K̃+ K̃− ˜̄K0 η̃

QV = QY 0 0 0 0 0 0 0 0

QB′ 0 2 −2 −1 1 −1 1 0

QB 0 0 0 3 3 −3 −3 0

SU(2)V 3 2 2 1

SU(3)V 8

ここで nf = 3のとき NGボソンである隠れたメソン 8重項は,

ϕ = ϕaλ
a =

 π̃0 + η̃/
√
3

√
2π̃+

√
2K̃+

√
2π̃− −π̃0 + η̃/

√
3

√
2K̃0

√
2K̃− √

2 ˜̄K0 −2η̃/
√
3

 , (4.23)

と表せる. ここで λa(a = 1, · · · , 8)は SU(3)の生成子である Gell-Mann行列, また実際のメソンと区別する

ため “ ˜ ”を表記した. 表 4.1にこれらの隠れたメソンに対する量子数を示す. メソンのバリオン数が 0である

ことに対応し, Q ̸= 0の場合においても隠れたメソンは必ず電気的中性となる. 式 (4.21)に示した最も一般的

な場合 (i) においても, U(1) の量子数を持つ安定粒子が存在するため, 暗黒物質候補を含むことがわかる. 一

方, フレーバー対称性の破れを含む場合には不安定粒子を含む; (i) π̃0, η̃ (ii) η̃ . これらの崩壊は Q = 0のと

き mπ̃0,η̃ < 2mS であれば禁止されるが, Q ̸= 0の場合には 2つの光子へ崩壊する. したがってフレーバー対

称性の破れを含む場合には, 不安定粒子を含む複数成分暗黒物質の系を解析することとなり, これらの残存は自

明ではない.

バリオン数に対応する U(1)V は, 常に保障される大域対称性である. したがって Q = 0の場合には隠れたバ

リオン (反バリオン)も暗黒物質の候補となる一方, Q ̸= 0の場合には電荷 ncQ(−ncQ)を持った安定な粒子と

して, 現象論的に制限を受ける. その残存量は隠れたバリオン非対称性がないため, 通常のバリオンの残存量よ

りも少ないことが期待される. 一般に脱結合の温度は質量に依存するため, 隠れた QCDスケールが高いほど,

隠れたバリオンは多く残存するが, 対消滅過程にはバリオン–メソン相互作用の非自明な過程を含むため, 残存

量の正確な予言は難しい.

4.2.3 摂動性とポテンシャルの安定性

具体的な有効模型を用いた低エネルギーの解析に移る前に, 高エネルギー側から模型のパラメータに対して

制限を与える. Planck スケールまでスケール不変な理論であることを仮定する. 模型パラメータを TeV ス

ケールからくりこみ群方程式に従い発展させたとき, Planckスケールまで摂動性 (4.16)とポテンシャルの安

定性 (4.17)を保つことを要求する. 模型パラメータに対する 1ループのベータ関数は以下で与えられる:

はじめにゲージ結合定数に関しては,

16π2βgH = g3H

(
−11

3
nc +

2

3
nf

)
, 16π2βg1 = 16π2βSM

g1 + g31

(
4

3
ncnfQ

2

)
, (4.24)

ただし g = g2, g
′ =

√
3/5g1 である. 隠れた QCDセクターの構造 (nc, nf )は自由であるが, 前節で述べた力

学的な質量生成シナリオのためには, 少なくとも漸近自由性を持つ必要がある; 11nc > 2nf . また隠れたフェ

ルミオンの超電荷 Qは自由なパラメータであるが, Q ̸= 0の場合にはその値と (nc, nf )に応じてベータ関数
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図 4.1: λS–y 平面におけるプランクスケールまで摂動性 (4.16)とポテンシャルの安定性 (4.17)を満たすパラ

メータ領域. λH(q0) = 0.135と固定し, 緑, 赤, 青色の点はそれぞれ異なる値 λHS(q0) = 0.1, 0.06, 0.02に対

応する [31].

βg1 に正の寄与を与えるため, Planckスケールまでに Landau極が現れる可能性がある. 以降, 低エネルギー

物理の解析に実際の QCDの類推を用いるため前節と同様に nc = nf = 3とする. このとき Q ≲ 0.8であれ

ば, g1 は Planckスケールまでに Landau極は現れないことがわかる. 簡単のため隠れたセクターの湯川結合

定数 yi を共通とする; yi = y. このときスカラー結合定数, および湯川結合定数に対しては,

16π2βλH
= λH

(
−3g21 − 9g22 + 12y2t

)
+ 24λ2H +

3

4

(
g21 + g22

)
− 6y4t +

1

2
λ2HS ,

16π2βλHS
=
λHS
2

{(
−3g21 − 9g22 + 12y2t

)
+ 72y2

}
− 12λHSλH − 6λHSλS ,

16π2βλS
= λS

(
72y2

)
+ 2λ2HS + 18λ2S − 18fy4 , 16π2βy = 3y

(
7y2 − 4g2H

)
. (4.25)

また他の標準模型パラメータに対するベータ関数 βSM
X は変更を受けない. 新たなスカラー結合定数 λS は,

ベータ関数に対するスカラー場の正の寄与により, 高エネルギー領域において Landau 極を持つ. したがっ

て Planckスケールまでの摂動性 (4.16)の要求から λS(q0)には上限が存在する. またポテンシャルの安定性

(4.17)から, 与えられた λH(q0), λHS(q0)に対して λS(q0)には下限が存在することになる. 図 4.1に Planck

スケールまで摂動性 (4.16) とポテンシャルの安定性 (4.17) を満たすパラメータ領域を λS–y 平面に示す;

Q = 1/3 を仮定し, q0 = 1 TeV において λH(q0) = 0.135 と固定し, 緑, 赤, 青色の点はそれぞれ異なる値

λHS(q0) = 0.1, 0.06, 0.02に対応する. また λHS(q0) ≳ 0.12において, 満たされるパラメータ領域は存在し

ないことがわかる. これらのスカラー結合定数の振る舞いは, Qに対する依存性が小さいため, Q < 0.8を満た

す限り変化せず, フレーバー対称性に破れがある場合には最大の yi が図 4.1の縦軸に対応する.

4.3 隠れたハドロン物理の NJL模型による解析

隠れた QCDセクターの低エネルギー物理を有効模型を用いて解析する場合, 付加的な模型パラメータは自

由なパラメータとなるため, 予言の不定性が大きくなるという問題がある. ここでは nc = nf = 3とし, 実際
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のハドロン物理をスケールアップすることで, この問題を回避する.

前章と同様に NJL模型を平均場近似によって解析することで, 隠れたセクターのラグランジアン (4.12)の

低エネルギー物理を予言する. 隠れた QCDスケール ΛH において有効ラグランジアンを以下のように定義す

る: LT|ΛH
= LNJL + LSM+S ,

LNJL = Tr ψ̄ (iγµ∂µ + g′QγµBµ − yS)ψ + 2GTr Φ†Φ+GD (det Φ + h.c.) . (4.26)

このラグランジアンは前章で用いた NJLラグランジアン (3.6)において, U(1)Y ゲージ相互作用項を加え, カ

レント質量を湯川相互作用に置き換えたものである; m→ yS. また U(1)A 対称性は, KMT項によって Z6 に

破れており, 湯川相互作用項におけるアノマリーによる離散対称性 Z4 の破れが再現されている.

平均場近似を用いて得られたラグランジアンにおいて, 隠れたフェルミオンを積分することで次のスカラー

有効ポテンシャルを得る: Veff = VSM+S + VNJL,

VNJL(σi, S; ΛH) =
1

8G

∑
i=1,2,3

σ2
i −

GD
16G3

σ1σ2σ3 − nc
∑

i=1,2,3

IV (Mi; ΛH) , (4.27)

ここで標準模型セクターのポテンシャル VSM+S は式 (4.15)で定義されており, 積分関数 IV (m; Λ)は式 (3.18)

で与えられ, 内線を伝搬する隠れたフェルミオンの質量Mi に実スカラー場 S の寄与が含まれる:

Mi = σi + yiS − GD
8G2

σi+1σi+2 , (4.28)

ただし σ4 = σ1, σ5 = σ2 である.

ここでは実際の QCDをスケールアップするため, ハドロン物理から得られる NJL模型のパラメータに対す

る無次元関係式,

G1/2Λ = 1.82, (−GD)1/5Λ = 2.29 , (4.29)

が任意のスケール Λ で成り立つと仮定する. このとき隠れた QCD スケール ΛH は, 有効ポテンシャル

Veff(h, S, σi; ΛH)における Higgs場の真空期待値 ⟨h⟩ = 246 GeV を満たすように決められる. したがってこ

の仮定の下でパラメータ (λH , λHS , λS , yi)によって, 低エネルギー物理を予言することができる.

電弱スケールに現れる質量スペクトルは, 隠れたフェルミオンを積分することによって得られる 2点関数に

よって求めることができる. ここで CP-偶のスカラーである Higgs場は, 実スカラー場 S とカイラル凝縮場 σi

と混合する. すなわちフレーバー固有状態 φ = (h, S, σi)と質量固有状態 sは以下の関係を持つ:

φi = ξ
(j)
i sj . (4.30)

これらの質量は 1ループレベルの 2点頂点関数 Γφφ(p
2)の零点によって定義される:

Γij(m
2
k)ξ

(k)
j = 0 , (4.31)

ここで CP-偶のスカラーに対する 2点頂点関数は,

Γhh(p
2) = p2 − 3λH ⟨h⟩2 + 1

2
λHS ⟨S⟩2 , ΓhS = λHS ⟨h⟩ ⟨S⟩ , Γhσi = 0 ,

ΓSS(p
2) = p2 − 3λS ⟨S⟩2 +

1

2
λHS ⟨h⟩2 − nc

∑
i=1,2,3

y2i Iφ2(p2,Mi; ΛH) , (4.32)

(i) y1 ̸= y2 ̸= y3 のとき;

Γ
(i)
Sσi

(p2) = −yincIφ2(p2,Mi; ΛH) , Γ(i)
σiσi

(p2) = − 1

4G
− ncIφ2(p2,Mi; ΛH) ,

Γ(i)
σiσj

=
GD
16G3

⟨σk⟩+
GD
2G2

ncI
D
φ2(Mk; ΛH) (i ̸= j ̸= k) , (4.33)
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(ii) y1 = y2 ̸= y3 のとき, σ1 = σ2 ;

Γ
(ii)
Sσ1

(p2) = −y1
(
1− GD ⟨σ3⟩

4G2

)
2ncIφ2(p2,M1; ΛH) , Γ

(i)
Sσ3

(p2) = −y3ncIφ2(p2,M3; ΛH) ,

Γ(ii)
σ1σ1

(p2) = − 1

2G
+
GD ⟨σ3⟩
8G3

−
(
1− GD ⟨σ3⟩

8G2

)2

2ncIφ2(p2,M1; ΛH)

−
(
GD ⟨σ1⟩
4G2

)2

ncIφ2(p2,M3; ΛH) +
GD
G2

ncI
D
φ2(M3; ΛH) ,

Γ(ii)
σ3σ3

(p2) = − 1

4G
−
(
GD ⟨σ1⟩
8G2

)2

2ncIφ2(p2,M1; ΛH)− ncIφ2(p2,M3; ΛH) ,

Γ(ii)
σ1σ3

=
GD
8G3

⟨σ1⟩ −
(
1− GD ⟨σ3⟩

8G2

)(
GD ⟨σ1⟩
8G2

)
2ncIφ2(p2,M1; ΛH)

−
(
GD ⟨σ1⟩
8G2

)
2ncIφ2(p2,M3; ΛH) +

GD
G2

ncI
D
φ2(M1; ΛH) , (4.34)

(iii) yi = y のとき, σi = σ ;

Γ
(iii)
Sσ (p2) = −y

(
1− GD ⟨σ⟩

4G2

)
3ncIφ2(p2,M ; ΛH) ,

Γ(iii)
σσ (p2) = − 3

4G
+

3GD ⟨σ⟩
8G3

−
(
1− GD ⟨σ⟩

4G2

)2

3ncIφ2(p2,M ; ΛH) +
GD
G2

3ncIV (M ; ΛH) , (4.35)

ここで積分関数 Iφ2 , IV は式 (3.23)で定義される. Higgs粒子は固有ベクトル ξ1 の質量固有状態 s1 であり,

その質量はm1 = mh = 125.09± 0.24 GeV [72] である. Higgs場とスカラー場 S の混合は, 標準模型におけ

る Higgs場の結合定数を均等にずらし, これは LHC実験において強く制限されている: ξ
(1)
1 > 0.99 [72].

CP-奇の擬スカラーである隠れたメソンの質量も同様に, 1ループレベルの 2点頂点関数 Γϕϕ(p
2)の零点に

よって定義され, (ii) y1 = y2 ̸= y3 の場合には前章 3.3.3節で与えられているものと等しい. ただし内線を伝

搬する隠れたフェルミオンの質量 Mi は式 (4.28) であり, カイラル対称性の陽な破れであるカレント質量は

mi = yiS である. したがって隠れたメソンの質量は湯川結合定数 yi に比例する. (iii) yi = y の場合には 1

ループレベルの 2点頂点関数 Γϕϕ(p
2)は以下で与えられる:

Γϕϕ(p
2) = − 1

2G
+
GD ⟨σ⟩
8G3

+

(
1− GD ⟨σ⟩

8G2

)2

2ncIϕ2(p2,M ; ΛH) +
GD
G2

ncI
B
ϕ (M ; ΛH), (4.36)

したがってこの場合, 8個の隠れたメソンは全て縮退することになる.

4.3.1 隠れたハドロン質量スペクトル

質量スペクトルの模型パラメータ依存性を概観する. 模型パラメータ (λH , λHS , λS , yi)を決定したとき, 隠

れたセクターの粒子の質量スペクトは一意に決まる. 図 4.2に (ii) y1 = y2 ̸= y3 の場合おいて質量スペクトル

(左) と隠れた QCD スケール ΛH(右) の湯川結合定数 y1 に対する依存性を示す: ただしスカラー結合定数を

λH = 0.135, λHS = 0.06, λS = 0.13とし, y3 = 0.00424と固定した. 図 4.2(左)に示すように, 暗黒物質候補

を含む隠れたメソンの質量は湯川結合定数 yi に比例し, y1 → y3 に近づくにつれて, SU(3)V フレーバー対称

性が回復する [(iii) yi = y に近づく]ことで, 隠れたメソンが縮退することが見て取れる. また図 4.2(右)に示

すように, 隠れた QCDスケール ΛH は yi が大きくなるにつれ, 電弱スケールに近づく振る舞いをする. これ

は Higgs場の真空期待値 ⟨h⟩ = 246 GeV が固定されていることに起因する. したがって隠れた QCDスケー

ル ΛH は, 標準模型と隠れたセクターの接点であるパラメータ λHS に対して同様に振る舞う. λHS ∼ O(10−2)

のとき, 隠れた QCDスケールは, ΛH ∼ O(1) TeVとなることがわかる.



4.3 隠れたハドロン物理の NJL模型による解析 37

ms
mπ

mK
mη

0.0020 0.0025 0.0030 0.0035 0.0040
50

100

150

200

250

300

350

y1

M
as
s
S
pe
ct
ru
m

[G
eV

]

ΛH

0.0020 0.0025 0.0030 0.0035 0.0040
4.8

5.0

5.2

5.4

5.6

y1

H
id
de
n
Q
C
D
S
ca
le

[T
eV

]
図 4.2: y1 = y2 ̸= y3 における質量スペクトル (左)と隠れた QCDスケール ΛH(右)の湯川結合定数 y1 依存

性. スカラー結合定数を λH = 0.135, λHS = 0.06, λS = 0.13とし, y3 = 0.00424と固定した.
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図 4.3: 暗黒物質候補とスカラー粒子 S の質量 (左)と隠れた QCDスケール ΛH(右)の湯川結合定数 y 依存性:

ただしスカラー結合定数 λH = 0.13, λS = 0.08とし, 異なる値 λHS = 0.001 (実線), 0.002 (点線)を用いた.

また λHS ∼ O(10−3)のとき, (iii) yi = y を例に同様の振る舞いを見る. 図 4.3に暗黒物質候補である隠れ

たパイオンとスカラー粒子 S の質量 (左)と隠れた QCDスケール ΛH(右)の湯川結合定数 y に対する依存性

を示した: ただしスカラー結合定数 λH = 0.13, λS = 0.08とし, 異なる値 λHS = 0.001 (実線), 0.002 (点線)

を用いた. 図 4.3(右)に示すように λHS ∼ O(10−3)のとき, 隠れた QCDスケールは, ΛH ∼ O(10) TeVであ

り, λHS に非常に敏感であることがわかる. 図 4.3(左)に示すように, 湯川結合定数 y によって, mDM > mS

となる領域が存在することがわかる. これは暗黒物質候補の対消滅過程に影響を与える.
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4.4 隠れたカイラル一次相転移の実現性

隠れた QCDセクターのラグランジアン (4.12)において, 隠れたフレーバー対称性の破れを持たない場合を

仮定する: (iii) yij = yδij . 模型が予言する隠れたハドロンの質量スペクトルと残存重力波スペクトルとの関係

性を示すため, 前章と同様, 平均場近似された NJL模型によって有限温度におけるカイラル相転移を解析する.

電弱相転移は隠れたセクターのカイラル相転移よりも低い温度で起こるので, ここでは隠れたセクターの相転

移を解析するとき, ⟨h⟩ = 0であることを仮定する. このとき有限温度における隠れた相転移は以下の 1ループ

有効ポテンシャルを用いて解析できる:

VEFF(S, σ, T ) = V h→0
SM+S(S) + VNJL(S, σ; ΛH) + VCW(S) + VFT(S, σ, T ) + VRING(S, T ) , (4.37)

ここで VSM+S と VNJL それぞれ式 (4.15)と式 (4.27)で与えられ,

VCW(S) = −9

4

λ2S
32π2

(S4 − ⟨S⟩4) + m4
S(S)

64π2
ln

[
m2
S(S)

m2
S(⟨S⟩)

]
, (4.38)

VFT(S, σ, T ) =
T 4

2π2
JB(m

2
S(S)/T

2)− 6nc
T 4

π2
JF (M

2(S, σ)/T 2), (4.39)

VRING(S, T ) = − T

12π

[
(M2

S(S, T ))
3/2 − (m2

S(S))
3/2
]
, (4.40)

であり, 実スカラー場 S の熱質量は以下である:

M2
S = m2

S(S) +

(
λS
4

− λHS
6

)
T 2 , (4.41)

ここで m2
S(S) = 3λSS

2 + O(y2)であり, 隠れた QCDスケール ΛH やゼロ温度における S の真空期待値は,

与えられた模型パラメータ (λH , λHS , λS , y)を用いて, 前章と同様に Higgs場の真空期待値が再現されるよう

に決められる. またボソンとフェルミオンに対する熱効果関数は式 (C.1)で定義される.

図 4.4 に構成子クォーク ⟨M⟩ /T の温度依存性を示す: ただしスカラー結合定数 λH = λS = 0.13, λHS =

0.02と固定し, 異なる湯川結合定数の値 y = 0.005 (青), 0.006 (赤), 0.007 (緑)をとった. カイラル対称性の

陽な破れの効果は, 高エネルギーのラグランジアンにおける湯川結合定数 y によって決まり, y ≲ 0.006の領域

においては, 常に隠れたカイラル一次相転移が実現することがわかる. またこのとき, カイラル凝縮場 σ だけで

なく, 実スカラー場 S の真空期待値も不連続に変化していることがわかる. これは隠れた QCDセクターのラ

グランジアン (4.12)における湯川相互作用項,

LH ⊃ −ySψ̄ψ (4.42)

の存在に起因する. したがって実スカラー場 S を含む 2次元空間 (S, σ)の一次相転移起源の残存重力波スペク

トルを予言することで, カイラル凝縮による間接的な次元変換 (2.44)を伴うシナリオの検証が期待できる.

4.5 隠れたハドロンによるシナリオ検証

隠れたセクターのラグランジアン (4.12)の低エネルギー物理を, 平均場近似にされた NJL模型を用いて解

析した暗黒物質の現象論は, 既に [29, 30, 31]において議論されている.

4.5.1 暗黒物質としての隠れたメソン

ここでは Q ̸= 0, (i)–(iii) の場合について, 暗黒物質の性質と検証可能性を議論した結果を簡単に紹介す

る [31]. これは隠れたセクターのカイラル相転移が一次相転移となるパラメータ領域における結果である,
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図 4.4: ⟨M⟩ /T の温度依存性: ただしスカラー結合定数 λH = λS = 0.13, λHS = 0.02と固定し, 異なる湯川

結合定数の値 y = 0.005 (青), 0.006 (赤), 0.007 (緑)をとった.

yi ≲ 0.006. 小さな yi のため隠れたメソンは比較的軽く, mS > mϕ を満たす. 最も一般的な隠れたフェルミオ

ンがフレーバー対称性を持たない場合, (i) y1 ̸= y2 ̸= y3, 表 4.1に示すように, 最も軽い隠れたメソンが不安定

粒子となる. このとき Q ̸= 0であるため, π̃ → 2γ へ崩壊する. このため暗黒物質候補の隠れたメソンは全て

消滅してしまい, 暗黒物質の残存量を説明できないことがわかっている. 以下, (ii)と (iii)についての結果を紹

介する.

• (ii) y1 = y2 ̸= y3 : SU(2)V ×U(1)B

このとき隠れたメソンは, 同じ質量を持つ粒子として, 以下の分類できる,

χ1 = η̃ , χ2 =
(
{K̃0, K̃+}, {K̃−, ˜̄K0}

)
, χ3 =

(
π̃0, π̃±) . (4.43)

これらの対消滅過程を図 4.5に示す. この対消滅過程は, 以下のように分類できる:

– χiχi ↔ SM(γ),SM(γ)

S が内線を伝搬する過程は, 有効結合定数 Gχ2
iS
を含む. これは隠れたフェルミオンループの寄

与であるが, ループの寄与同士で相殺が起きてしまうことがわかっている. また有効結合定数

Gχ2
iγ

2 ∝ (eQ)2 であるので, この寄与も小さく, 熱平均した散乱断面積は, それぞれ次のオーダーと

なることがわかっている:

⟨vσ(χiχi ↔ SM,SM)⟩ ∼ 10−11 GeV−2 , (4.44)

⟨vσ(χiχi ↔ γγ)⟩ ∼ 10−14 GeV−2 . (4.45)

S が内線を伝搬する過程は, s-チャンネルのレゾナンス効果 (2mχi ≃ mS)がない限り, 対消滅過程

において十分な寄与を与えないことがわかる.

– χiχj ↔ χkχl

強い相互作用に起因する散乱過程であるため, 対消滅過程において大きな寄与を与えることになる;

⟨vσ(χiχi ↔ χjχj)⟩ ∼ 10−5 GeV−2 , (4.46)
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ただし GηK2ϕ/Gη2K2 ∼ 10−4 程度のため, χiχi ↔ χjχj のみ考慮している.

– χ1 → 2γ

この暗黒物質候補である χ3, χ2 は, 熱浴から脱結合するまで, 強い相互作用に起因する逆転換過程

と, χ1 の崩壊によっての数密度を減らす:

χ3χ3, χ2χ2 → χ1χ1 → 4γ . (4.47)

この場合に重要な点は, 通常のWIMP暗黒物質の対消滅過程と異なり, 隠れた QCDセクターのフレー

バー対称性の破れの効果によって, 暗黒物質の残存量が決定される点である. またこのとき暗黒物質の

主成分は, χ3 であり χ2 は全残存量にほとんど寄与しない.

• (iii) yi = y : SU(3)V

このとき隠れた QCDセクターのフレーバー対称性の破れがないため, 暗黒物質候補の隠れたメソンの

対消滅過程は図 4.6に限られる. 上述の理由から, このとき暗黒物質の残存量を説明できるのは, レゾナ

ンス効果 (2mϕ ≃ mS)によって, ⟨vσ(ϕϕ↔ SM,SM)⟩が十分大きくなる場合に限られる.

(ii) y1 = y2 ̸= y3 と (iii) yi = y の場合には, 異なる熱的残存過程によって, 暗黒物質の残存量を説明でき

る. またこれらは隠れたカイラル一次相転移が実現するパラメータ領域であった. 暗黒物質から光子への速

度平均化対消滅断面積と, 暗黒物質と核子とのスピン独立な弾性散乱断面積は, それぞれ暗黒物質間接探査

実験 (単色 γ 線) と直接探査実験によって上限が与えられる. 図 4.7 に主たる寄与を与える散乱過程を示し

た. またこれらの散乱断面積の暗黒物質質量依存性をそれぞれ図 4.8 と図 4.9 に示す; 単色 γ 線観測につい

ての上限値は Fermi-LAT[111, 112] (黒) と H.E.S.S.[115](赤) によって与えられ, 接探査実験による制限は,

XENON1T(2017)[34] の結果を示した. また模型の予言は Q = 1/3 を仮定し, Planck スケールまでの摂動

性とポテンシャルの安定性を満たす, 模型パラメータ (λH , λHS , λS , yi) を用い, Higgs 質量 mh ≃ 126 GeV,

h–S の混合 ξ
(1)
1 > 0.9, 暗黒物質の残存量 h2ΩDM = 0.12 ± 0.01 を満たす [31]. 模型の予言は, それぞれ (ii)

y1 = y2 ̸= y3 (青) と (iii) yi = y (赤) に対応する. 暗黒物質の残存量が異なる熱的残存過程によって満た

されるため, 暗黒物質探査実験に対する予言領域も大きく変化していることがわかる. 直接探査実験である

XENON1Tは, 将来感度 O(10−47) cm2[122]を持ち, フレーバー対称性の破れのパターンが (ii) y1 = y2 ̸= y3

である場合には, mπ̃ ≲ 150 GeV の一部のパラメータ領域が検証可能であることがわかる. 一方, その他の領

域においては検証可能性が困難であることは明らかである. 本論では, 暗黒物質探査実験において検証可能性

が困難であるこれらの領域に対する有効な検証手法として, 隠れたカイラル一次相転移起源の残存重力波スペ

クトルによる検証を次章にて提案する.
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図 4.5: (ii) y1 = y2 における隠れたメソンの対消滅過程. ただし χ1 = η̃, χ2 =
(
{K̃0, K̃+}, {K̃−, ˜̄K0}

)
,

χ3 =
(
π̃0, π̃±)を表し, GK2γ の寄与は非常に小さいため無視している.

図 4.6: (iii) yi = y における隠れたメソンの対消滅過程.

図 4.7: 間接探査実験に寄与する散乱過程 (左)と直接探査実験に寄与する主な散乱過程 (右).
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FIG. 2. Upper limits on γ-ray flux from monochromatic line
signatures, derived from the CGH region (red arrows with
full data points) and from extragalactic observations (black
arrows with open data points). For both data sets, the solid
black lines show the mean expected limits derived from a large
number of statistically randomized simulations of fake back-
ground spectra, and the gray bands denote the corresponding
68% CL regions for these limits. Black crosses denote the flux
levels needed for a statistically significant line detection in the
CGH dataset.
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FIG. 3. Flux upper limits on spectral features arising from
the emission of a hard photon in the DM annihilation pro-
cess. Limits are exemplary shown for features of comparable
shape to those arising in the models BM2 and BM4 given in
[14]. The monochromatic line limits, assuming mχ = Eγ , are
shown for comparison.

20%, depending on the energy and the statistics in the
individual spectrum bins. The maximum shift is ob-
served in the extragalactic limit curve and amounts to
40%. In total, the systematic error on the flux upper
limits is estimated to be about 50%. All flux upper
limits were cross-checked using an alternative analysis
framework [24], with an independent calibration of cam-
era pixel amplitudes, and a different event reconstruction
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profile with parameters described in [20] was used. Limits ob-
tained by Fermi-LAT, assuming the Einasto profile as well, are
shown for comparison (black arrows with open data points)
[15].

and event selection method, leading to results well con-
sistent within the quoted systematic error.
For the Einasto parametrization of the DM density

distribution in the Galactic halo [20], limits on the
velocity-weighted DM annihilation cross section into γ
rays, 〈σv〉χχ→γγ , are calculated from the CGH flux limits
using the astrophysical factors given in [8]. The result is
shown in Fig. 4 and compared to recent results obtained
at GeV energies with the Fermi-LAT instrument.

SUMMARY AND CONCLUSIONS

For the first time, a search for spectral γ-ray signatures
at very-high energies was performed based on H.E.S.S.
observations of the central Milky Way halo region and ex-
tragalactic sky. Both regions of interest exhibit a reduced
dependency of the putative DM annihilation flux on the
actual DM density profile. Upper limits on monochro-
matic γ-ray line signatures were determined for the first
time for energies between ∼ 500GeV and ∼ 25TeV, cov-
ering an important region of the mass range of particle
DM. Additionally, limits were obtained on spectral sig-
natures arising from internal bremsstrahlung processes,
as predicted by the models BM2 and BM4 of [14]. It
should be stressed that the latter results are valid for
all spectral signatures of comparable shape. Besides, all
limits also apply for potential signatures in the spectrum
of cosmic-ray electrons and positrons.
Flux limits on monochromatic line emission from the

central Milky Way halo were used to calculate upper lim-
its on 〈σv〉χχ→γγ . Limits are obtained in a neutralino

図 4.8: 上部: 暗黒物質間接探査実験 (単色 γ 線) による暗黒物質の速度平均化対消滅断面積に対する上限値;

Fermi-LAT[111, 112] (黒) と H.E.S.S.[115](赤). 下部: 対応する模型の予言 (Q = 1/3); (ii) y1 = y2 ̸= y3

(青) と (iii) yi = y (赤), Planck スケールまでの摂動性とポテンシャルの安定性を満たす, 模型パラメータ

(λH , λHS , λS , yi) を用い, Higgs 質量 mh ≃ 126 GeV, h–S の混合 ξ
(1)
1 > 0.9, 暗黒物質の残存量 h2ΩDM =

0.12± 0.01を満たす [31].
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図 4.9: 上部: 暗黒物質直接探査実験による暗黒物質と核子とのスピン独立な弾性散乱断面積に対する制限;

XENON1T(2017)[34]. 下部: 対応する模型の予言 (Q = 1/3); (ii) y1 = y2 ̸= y3 (青) と (iii) yi = y (赤),

Planck スケールまでの摂動性とポテンシャルの安定性を満たす, 模型パラメータ (λH , λHS , λS , yi) を用い,

Higgs質量mh ≃ 126 GeV, h–S の混合 ξ
(1)
1 > 0.9, 暗黒物質の残存量 h2ΩDM = 0.12± 0.01を満たす [31].
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第 5章

隠れたカイラル相転移起源の重力波

隠れた QCDセクターの存在は, 力学的な質量生成や低エネルギーにおける安定粒子を予言する.

前章ではこれらの性質を電弱対称性の破れと暗黒物質の説明に応用し, 隠れたハドロンに着目した

検証可能性を紹介した. 本章では隠れた相転移現象に着目し, 相転移起源の残存重力波によるシナ

リオ検証を議論する. 本章は学術雑誌 Physical Review Dに掲載された論文 [127]に基づく.

5.1 重力波による初期宇宙探査

宇宙初期のインフレーション [36]や位相欠陥 [37], 宇宙の一次相転移 [38]は, 非局在の背景重力波としてそ

の痕跡を残すことが知られている. 残存重力波のエネルギー密度は, 以下のように定義される:

ΩGW(f) ≡ 1

ρc

dρGW

d ln f
, (5.1)

ここで温度 Tg に生成された重力波の周波数 f は, 現在 T0 までに赤方偏移されたものとなる: エントロピー保

存 (sa3 = 一定)から, 温度 Tg でのスケール因子を ag として,

ag =

(
g∗S(T0)

g∗S(Tg)

) 1
3 T0
Tg

, (5.2)

ここで a(T0) = 1とし, g∗S はエントロピー密度に寄与する有効自由度である; s(T ) = (2π2/45)g∗S(T )T
3. し

たがって重力波生成時の周波数 fg は, 現在までに以下のように赤方偏移していることがわかる,

f = agHg

(
fg
Hg

)
=

(
g∗S(T0)

g∗S(Tg)

) 1
3 T0
Tg

(
8π

3M2
pl

π2

30
g∗(Tg)T

4
g

) 1
2 (

fg
Hg

)

= T0g
1/3
∗S (T0)

g
1/2
∗ (Tg)

g
1/3
∗S (Tg)

(
8π3

90

) 1
2
(
Tg
Mpl

)(
fg
Hg

)

= 2.52× 10−8

(
g∗(Tg)

80

) 1
6
(

Tg
1 GeV

)(
fg
Hg

)
Hz , (5.3)

ただし g∗(Tg) = g∗S(Tg)を仮定し, T0 = 2.725K = 2.348× 10−13GeV, g∗S(T0) = 3.91を用いた. また重力

波のエネルギー密度も同様に以下となる,

ΩGW =
ρGW

ρc
= a4g

(
Hg

H0

)2

ΩGW,g = H−2
0

(
g∗S(T0)

g∗S(Tg)

) 4
3
(
T0
Tg

)4
(

8π

3M2
pl

π2

30
g∗(Tg)T

4
g

)

= 1.77× 10−5h−2

(
80

g∗(Tg)

) 1
3

ΩGW,g , (5.4)
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図 5.1: 重力波スペクトルと重力波検出実験感度曲線の概略図.

ここで H0 = h × 2.13 × 10−42GeV を用いた. g∗ の温度依存性を除けば, 周波数は温度 Tg に比例し, エネル

ギー密度は温度に依存しないことがわかる. したがって残存重力波スペクトルを通して, 初期宇宙に起きた現

象をそのまま探ることができる; 残存重力波スペクトルのピークはその温度での宇宙の大きな変化に対応する.

2015 年 9 月 LIGO において, 初めて重力波 (GW150914) が直接観測された [35]. これはブラックホール

連星 (BH-BH)合体によって生成された重力波であった. また 2017年 8月には, 初の中性子星連星 (NS-NS)

合体による重力波 (GW170817) 観測 [123] が, LIGO-Virgo によって報告された. これは重力波源が同時に

電磁波を放出するシグナルであり, 重力波と電磁波の同時観測による天体現象の理解が今後期待されている.

LIGO-Virgoは周波数 f ∼ O(102) Hzに最大感度を持つ地上実験であった. また周波数 f ∼ (0.01− 1) Hzに

最大感度を持つ宇宙空間における衛星型の重力波検出実験も計画されている; ESAによる LISA[42, 43]は, 既

に 2030年代の打ち上げが決定しており, 日本の将来計画である DECIGOは, LISAと地上実験の間の周波数

帯をカバーすることが期待される [44, 45, 46, 47]. またパルサータイミングによる間接検出 [124, 125]は, 周

波数 f ∼ (10−8) Hzに最大感度を持つなど, 今後は広範囲の周波数領域における重力波探査が期待されている.

図 5.1に重力波検出実験の感度曲線と, 一次相転移によって期待される残存重力波スペクトルの概略図を示し

た.*1 標準模型は一次相転移を予言せず, 残存重力波スペクトルにピークが現れない一方, 一次相転移を含む拡

張模型の場合には, 残存重力波スペクトルを通した検証可能性を議論することができる. 本章では, 隠れたカイ

ラル一次相転移によって生成された残存重力波スペクトルを予言し, 将来の重力波検出実験におけるシナリオ

検証の可能性を議論する.

*1 図 5.1は http://rhcole.com/apps/GWplotterを用いて作成.
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5.2 宇宙の一次相転移起源の残存重力波

宇宙の真空は有効ポテンシャルが最小となる安定点によって決定される. 一次相転移を予言する有効ポテン

シャルには異なる 2つの極小を持ち, その 2つの極小を隔てる壁が存在する. 宇宙の一次相転移中には, 温度が

下がるにつれ安定であった真空は不安定となり, 量子トンネリングによってポテンシャル障壁を遷移すること

で真空の不連続な変化が起こる. このとき時空上においては, 不安定な偽の真空の中に, 安定な真空の泡が生成

されることに対応し, これら真空泡の膨張・合体によって宇宙全体の相が転移する. このような真空泡の力学

によって重力波が生成されることが知られており, 泡の力学を記述するパラメータを用いて残存重力波スペク

トルを予言することができる. ここでは予言に用いる残存重力波スペクトルのパラメータ付けを紹介し, 有効

模型によって重力波予言パラメータの定義を記す.

5.2.1 残存重力波スペクトルのパラメータ付け

一般に相転移起源の残存重力波スペクトルは次の 3つの寄与の重ね合わせによって与えられる:

h2ΩGW = h2Ωφ + h2Ωsw + h2Ωturb, (5.5)

ここで hは無次元ハッブルパラメータであり, Ωφ は真空泡の壁の衝突に関するスカラー場の寄与 [132, 133,

134, 135, 136, 137], Ωsw は衝突後のプラズマ中の音波による寄与 [138, 139, 140, 141], Ωturb はプラズマ中

における電磁流体力学的 (MHD)乱流による寄与である [142, 143, 144, 145].

各寄与は泡の力学を特徴付けるパラメータ (Tt, α, β̃)と, 泡の壁の速さ vw と, それぞれの寄与に対する放出

エネルギーの配分 (κφ, κv, κturb)を与えることで数値的に計算される. 以降 [42]に従い, 以下の残存重力波ス

ペクトルのパラメータ付けを予言に用いる.

• スカラー場の寄与 Ωφ:

h2Ωφ(f) = 1.67× 10−5β̃−2

(
κφα

1 + α

)2(
100

g∗

)1/3(
0.11v3w

0.42 + v2w

)
Sφ(f) , (5.6)

ここで周波数依存性 Sφ(f)は以下のように数値的にフィットされ,

Sφ(f) =
3.8(f/fφ)

2.8

1 + 2.8(f/fφ)3.8
, (5.7)

ピーク周波数 fφ は以下で与えられる:

fφ = 16.5× 10−6β̃

(
0.62

1.8− 0.1vw + v2w

)(
Tt

100 GeV

)( g∗
100

)1/6
Hz . (5.8)

• 音波による寄与 Ωsw:

h2Ωsw(f) = 2.65× 10−6β̃−1

(
κvα

1 + α

)2(
100

g∗

)1/3

vwSsw(f) , (5.9)

ここで周波数依存性 Ssw(f)は以下のように数値的にフィットされ,

Ssw(f) = (f/fsw)
3

(
7

4 + 3(f/fsw)2

)7/2

, (5.10)

ピーク周波数 fsw は以下で与えられる:

fsw = 1.9× 10−5v−1
w β̃

(
Tt

100 GeV

)( g∗
100

)1/6
Hz . (5.11)
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• MHD乱流の寄与 Ωturb:

h2Ωturb(f) = 3.35× 10−4β̃−1

(
κturbα

1 + α

) 3
2
(
100

g∗

)1/3

vwSturb(f), (5.12)

ここで周波数依存性 Sturb(f)は以下のように数値的にフィットされ,

Sturb(f) =
(f/fturb)

3

[1 + (f/fturb)]
11
3 (1 + 8πf/ht)

, (5.13)

ピーク周波数 fturb は以下で与えられ,

fturb = 2.7× 10−5v−1
w β̃

(
Tt

100 GeV

)( g∗
100

)1/6
Hz , (5.14)

重力波生成時からの現在まで赤方偏移されたハッブル時間の逆数値 ht は以下で与えられる,

ht = 16.5× 10−6

(
Tt

100 GeV

)( g∗
100

)1/6
Hz . (5.15)

またエネルギー配分は κturb = ϵκv として数値シミュレーションされ, ここでは ϵ = 0.05を用いる [42].

重力波の生成機構は相転移によるエネルギー放出と泡の力学に強く依存する. 特に泡の壁の速さ vw は主要

な役割を果たす. 壁の速さ vw が小さい場合には, 熱浴に相転移からのエネルギーが吸収されることにより, 残

存重力波スペクトルは抑制される. 一方, vw が相対論的な場合には, エネルギーの多くの部分がプラズマや壁

の運動エネルギーに寄与する. さらに放出されたエネルギーによって, 壁の速さが加速する可能性があること

が知られている [146, 147]. 加速しない場合には, プラズマ中を膨張する泡は終端速度に達し, 残存重力波スペ

クトルにおけるスカラー場の運動エネルギーの寄与 (5.6)は無視できる一方で, 光速まで加速していく場合に

はこの寄与が無視できなくなる. これらはパラメータ αと泡が加速膨張する場合の最小値 α∞ によって以下の

ように場合分けされる:

• 泡が加速膨張しない場合 α∞ > α :

h2ΩGW ≃ h2Ωsw + h2Ωturb .

このときエネルギーの配分 κv は vw が大小の極限で以下のように近似される [42]:

κv ≃

{
α(0.73 + 0.083

√
α+ α)−1 (vw ∼ 1) ,

v
6/5
w 6.9α(1.36− 0.037

√
α+ α)−1 (vw ≲ 0.1) .

(5.16)

• 泡が加速膨張する場合 α∞ < α :

h2ΩGW ≃ h2Ωφ + h2Ωsw + h2Ωturb .

このときエネルギーの配分 κφ,v は α∞ を用いて以下のように定義される [42]:

κφ ≡ 1− α∞

α
, κtherm ≡ (1− κ∞)

α∞

α
, κv ≡

α∞

α
κ∞ ,

κ∞ ≡ α∞

0.73 + 0.083
√
α∞ + α∞

. (5.17)

ここで κ∞ は式 (5.16)の vw ∼ 1近似に対応し, κtherm は熱化されたエネルギーを表す.

また α∞ ≪ αである場合には, プラズマの効果が無視できるほど急速に泡の壁が加速されるため, 残存重力波

スペクトルはスカラー場の寄与によって決定される. これは式 (5.17)における α → ∞の極限 (κφ = vw = 1)

に対応し, 残存重力波スペクトルは h2ΩGW ≃ h2Ωφ となる.
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5.2.2 重力波予言パラメータの有効模型による定義

単位時間体積あたりの真空泡の核形成率は次のように与えられる:

Γ = A(t) exp [−SE(t)] , (5.18)

ここで SE はユークリッド作用である. ユークリッド時間における周期性のために, 高温においてこのユーク

リッド作用は SE ≃ S3/T と表せる. ここで S3 は 3次元ユークリッド作用である.*2 安定な真の真空泡で宇宙

が満たされる時刻 tt において相転移が終わり, この相転移条件は Hubble体積 H4 における真空泡の核形成率

が 1となる時刻として定義される:

Γ

H4

∣∣∣∣
t=tt

≃ 1 , (5.19)

この条件は核形成率 (5.18)の係数 Aが次元 T 4 を持つことを用いて以下のように書き表わせる:

S3(Tt)

Tt
= 4 ln

(
Tt
Ht

)
, (5.20)

ここで Tt は相転移温度であり, Ht はそのときの Hubble パラメータである. 真空泡の力学は相転移温度 Tt

における 2つのパラメータ α, β によって特徴付けられることが知られている. αは相転移のエネルギー放出,

β−1 は相転移における典型的な時間スケールであった. パラメータ αの定義は以下である:

α ≡ ϵ

ρrad

∣∣∣∣
T=Tt

. (5.21)

相転移温度 Tt における潜熱 ϵと宇宙のエネルギー密度 ρrad(Tt) = (π2/30)g∗(Tt)T
4
t の比として定義され, 潜

熱 ϵは有限温度の有効ポテンシャルを用いて次のように求められる:

ϵ(T ) ≡ −∆VEFF(T ) + T
∂∆VEFF(T )

∂T
, (5.22)

ここで ∆VEFF(T )は 2つの真空の有効ポテンシャル差である. またパラメータ β は以下のように定義される:

β ≡ − dSE
dt

∣∣∣∣
t=tt

≃ 1

Γ

dΓ

dt

∣∣∣∣
t=tt

. (5.23)

ここで相転移温度での Hubbleパラメータ Ht を用いて, β を無次元パラメータとして β̃ を再定義する:

β̃ ≡ β

Ht
= Tt

d

dT

(
S3(T )

T

)∣∣∣∣
T=Tt

. (5.24)

したがってバウンス解のユークリッド作用 S3(T )/T とその温度変化を計算することで, 重力波予言パラメー

タ (Tt, α, β̃) を求めることができる. ここで泡が加速膨張するかの指標となる α∞ は次の式で定義される

[148, 42]:

α∞ ≃ 30

24π2

∑
a ca∆m

2
a(φ)

g∗T 2
t

, (5.25)

ca は粒子 aの自由度 (フェルミオンに対しては 1/2)であり, ∆m2
a(φ)は 2つの真空における粒子 aの質量二

乗差である. また泡の壁の速さ vw は, 模型を用いて決定できない自由なパラメータとなる. これらの手法を用

いて残存重力波のスペクトルは予言される.

*2 場の理論における量子トンネリングの記述については [128, 129, 130]を参照.
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5.3 隠れたカイラル一次相転移への応用

NJL模型を用いた解析において, 平均場 σ に対するツリーレベルのラグランジアン (3.10)には, 運動項が存

在しなかった. カイラル一次相転移による真空泡の核形成を議論するためには, 平均場に対する 3次元ユーク

リッド作用 S3 を定義する必要がある. したがって本論では, 3.3.2節と同様, 1ループレベルの 2点頂点関数か

ら平均場 σ に対する運動項を導出し, そのカイラル一次相転移による真空泡の核形成を評価する手法を提案す

る. 隠れたカイラル一次相転移における量子トンネリングが, 以下の 3次元ユークリッド作用を用いて記述さ

れると仮定する:

S3(T ) =

∫
d3x

[
Z−1
σ (S, σ, T )

2
(∂iσ)

2
+

1

2
(∂iS)

2
+ VEFF(S, σ, T )

]
, (5.26)

ただし, 有限温度の有効ポテンシャル VEFF は, 式 (4.37)で与えられる. また有限温度における波動関数くりこ

み定数は次のように求められる:

Z−1
σ (S, σ, T )

=
3nc
8π2

(
1− GD

4G2
σ

)2 [
ln

(
1 +

Λ2
H

M2

)
+

Λ2
HM

2

(Λ2
H +M2)2

− 32π2
(
AF (u

2)−BF (u
2)
)]
, (5.27)

ここで u =M/T とし, 内線を伝搬する隠れたフェルミオン質量M は式 (4.28)であり, 温度効果関数 AF (u
2),

BF (u
2)はそれぞれ式 (C.12), (C.13) で与えられる. O(3)対称性を持つバウンス解は以下の運動方程式によっ

て得られる:

d2σ

dr2
+

2

r

dσ

dr
+

1

2

∂ lnZσ(S, σ, T )

∂σ

(
dσ

dr

)2

= Zσ(S, σ, T )
∂VEFF(S, σ, T )

∂σ
, (5.28)

d2S

dr2
+

2

r

dS

dr
− 1

2

∂Z−1
σ (S, σ, T )

∂S

(
dσ

dr

)2

=
∂VEFF(S, σ, T )

∂S
, (5.29)

ここで r =
(
x21 + x22 + x23

)1/2
であり, 以下の境界条件を満たす,

dσ

dr

∣∣∣∣
r=0

= 0,
dS

dr

∣∣∣∣
r=0

= 0, lim
r→∞

σ(r) = 0, lim
r→∞

S(r) = 0 . (5.30)

ここで波動関数くりこみ定数 Zσ(S, σ, T )は座標 r には依存せず, 場にのみ依存すると仮定した.

場に依存する波動関数くりこみ定数 Zσ(S, σ, T )のために, 運動方程式は発散を含む可能性があり, バウンス

解の存在は非自明である. 図 5.2に S = 0における Zσ(S, σ, T )の場 σ の依存性を示した; T/ΛH = 0 (黒色),

0.01 (赤色), 0.02 (青色), 0.03 (紫色). 図 5.2が示すように, Zσ(S, σ, T )は対称性が回復する相において 0に

なることがわかる. したがって, 境界条件 (5.30)を満たす限り, カイラル対称性が回復する原点 (S = σ = 0)

において発散が生じず, そのとき勾配が消失することがわかる. これはカイラル対称性が回復する相において,

複合場としての平均場 σ が現れないことに起因する. 一方, 境界条件 (5.30)を満たす解 (初期値)の存在は, S

方向の運動方程式 (5.29)に現れる Zσ(S, σ, T )の寄与のため, 同様に自明でない. 本論では, 2次元バウンス解

の数値的解法を用いて, バウンス解が得られることを確かめた.

5.3.1 狙い撃ち法による 1次元バウンス解の導出

1次元バウンス解を求める数値的手法として, 狙い撃ち法 (Overshooting/undershooting method)が知られ

ている [48]. この方法は, 初期値の微調整によって境界条件を満たす初期値を探す手法である: 狙い撃ち法によ
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図 5.2: S = 0における Zσ(S = 0, σ, T )の σ 依存性: ただし T/ΛH = 0 (黒), 0.01 (赤), 0.02 (青) 0.03 (紫).

る解の探索手法を図 5.3に示した. 2つの点 φ = 0, φtrue に極小値を持つポテンシャル V (φ, T )を仮定すると,

O(3)対称性を持つバウンス解は以下の運動方程式によって記述される,

d2φ

dr2
+

2

r

dφ

dr
=
∂V (φ, T )

∂φ
, (5.31)

また以下の境界条件を満たす,

φ′(0) = φ(∞) = 0 , (5.32)

ただし V (0, T ) > V (φtrue, T )とした. このときバウンス解は, ポテンシャル −V (φ, T )上の初期値 φ(0) = φe

に, 初速度 φ′(0) = 0として置かれた場 φが, ポテンシャル上を式 (5.31)に従い運動し, 原点 φ(∞) = 0に近

づく解である. このとき初期値を φ(0) = φo > φe とした場合には, 原点を通り過ぎ (Overshooting), φ(0) =

φu < φe とした場合には, 原点まで到達できず振動する (Undershooting). 狙い撃ち法は, 0 < φ < φtrue から

正しい初期値 φe を試行錯誤によって求める手法である. したがって, φe ̸= φtrue であることに注意. 一般に初

期値 φe は, 非常に微調整された値となり, φ′(Rc) = φ(Rc) = 0の振る舞いによって試行錯誤を終了する.

実スカラー場 S を無視した場合, 平均場 σ のバウンス解の存在を確かめる; この仮定はカイラル極限

(mi = 0)における NJL模型に対応する. このバウンス解は以下の運動方程式に従う:

d2σ

dr2
+

2

r

dσ

dr
+

1

2

∂ lnZσ(σ, T )

∂σ

(
dσ

dr

)2

= Zσ(σ, T )
∂VχPT(σ, T )

∂σ
, (5.33)

境界条件は, 式 (5.30)と同様であり, VχPT は, NJL模型を用いて有限温度におけるカイラル相転移を解析した

ポテンシャル (3.41)である. このとき標準模型セクターとの結合がないため, 隠れた QCDスケール ΛH は決

定できない. 狙い撃ち法を用いて, 無次元温度 T/ΛH を変化させたときのバウンス解を図 5.4に示した: ただ

し, T/ΛH = 0.055 (赤), 0.060 (橙), 0.065 (緑), 0.070 (青), 0.073 (紫), 0.074 (深紫). カイラル極限における

無次元化した臨界温度は, Tc/ΛQCD ≃ 0.0742であった. 臨界温度 Tc に近づくにつれ, バウンス解の臨界半径

Rc が大きくなる振る舞いは, 対称性が回復することにより, 泡の核形成率が消失することに対応する. ここで

は場に依存したくりこみ定数 Zσ(σ, T )が存在する場合も, 狙い撃ち法によって 1次元バウンス解 σ(r)が導出
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図 5.3: 狙い撃ち法による解の探索手法の概略図.
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図 5.4: カイラル極限 (mi = 0)におけるカイラル一次相転移によるバウンス解: ただし, T/ΛH = 0.055 (赤),

0.060 (橙), 0.065 (緑), 0.070 (青), 0.073 (紫), 0.074 (深紫).

できることを確認した. また狙い撃ち法による解の探索手法として図 5.3のようにポテンシャル上を場を移動

する描像を示したが, この場合は場に依存したくりこみ定数 Zσ(σ, T )の存在のために適応できないことに注意

したい. 以降, 通常の方法と比較して理解するため, ポテンシャル VEFF(σ, S, T )上を場が運動する描像を示す.

5.3.2 経路変形法を応用した 2次元バウンス解の導出

1 次元バウンス解を求める数値的手法として, 狙い撃ち法を紹介した. この方法は, 微調整によって境界条

件を満たす初期値を探す手法であった. そのため多次元の場合には有効でない. ここでは経路変形法 (Path

deformation method)と呼ばれる手法 [131]に着目し, 実スカラー場を含む隠れたカイラル一次相転移に関す

る 2次元バウンス解の導出に応用する. この手法は, 解くべき 2次元バウンス解に対する連立微分方程式を, 1

つの拘束条件における 1次元バウンス解に対する微分方程式へ再設定する手法である. 以下ではその詳細につ

いて説明する.

バウンス解 σ(r), S(r)は境界条件 (5.30)を満たす微分方程式 (5.28, 5.29)の解であり, 座標 r に対して一意
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的な関数である. 区間 r ∈ [0,∞)において σ の逆関数 σ−1 が存在すると仮定する. このとき恒等関数 σ−1 ◦ σ
を用いて, r = σ−1(σ(r))と表せ, rの関数である S(r)は, 同様に σ の関数として表せる: S(σ). このとき微分

方程式 (5.28)と (5.29)は, それぞれ σ の関数として以下のように書き表わせる:

d2σ

dr2
+

2

r

dσ

dr
+

1

2

∂ lnZσ(S(σ), σ, T )

∂σ

(
dσ

dr

)2

= Fσ(S(σ), σ) , (5.34)

d2S

dσ2

(
dσ

dr

)2

+

(
dS

dσ

)(
d2σ

dr2
+

2

r

dσ

dr

)
− 1

2

∂Z−1
σ (S(σ), σ, T )

∂S

(
dσ

dr

)2

= FS(S(σ), σ) , (5.35)

ここで式 (5.28)と (5.29)の右辺を Fσ(S(σ), σ)と FS(S(σ), σ)と表し, 温度 T の依存性は省略した.

このとき S(σ)を与えたとき, 式 (5.34)は 1次元の微分方程式であり, 狙い撃ち法を用いて境界条件を満た

す解 σ(r)を求めることができた. また与えた S(σ)が正しい解であるとき, 式 (5.34)によって得られた σ(r)

は同様に式 (5.35)を満たす; すなわち式 (5.34)を式 (5.35)に代入した関係式,

N(r) = 0 (5.36)

が満たされる. ここで以下を N(r)として定義した:

N(r) =
d2S

dσ2
(r)

(
dσ

dr
(r)

)2

+
dS

dσ
(r)Fσ(S, σ)(r)− FS(S, σ)(r)

− 1

2

(
dσ

dr
(r)

)2(
∂Z−1

σ (S, σ, T )

∂S
(r) +

dS

dσ
(r)

∂ lnZσ(S, σ, T )

∂σ
(r)

)
. (5.37)

したがって微分方程式 (5.28, 5.29) に対する 2 次元バウンス解 σ(r), S(r) を求めることは, N(r) = 0 を満た

すトンネリング経路 S(σ) を見つけることと等しい. 経路変形法は, σ–S 平面上のある経路 S(σ) を仮定し,

N(r) = 0となるように, 経路変形を反復することで, 近似的にバウンス解を得る手法である. 狙い撃ち法 (左)

と経路変形法 (右)における解の探索方法の違いを図 5.5に示した. 2次元空間上での微調整された初期値の狙

い撃ち法による探索は非常に困難であることがわかる. 一方経路変形法は解への漸近性を持つ指標を定義する

ことで, 反復によって解に近づくことができる手法である. 本論では以下の手順に従い経路変形を行う:

初期経路 S0(σ)として 2つの真空を直線で結ぶ経路を用いる,

S0(σ) =
SB − SS

σB − σS
(
σ − σS

)
+ SS , (5.38)

ここで (SB,S , σB,S) はそれぞれ真の真空と偽の真空の座標であり, 偽の真空は SS = σS = 0 である. 経路

S(σ) = S0(σ)として σ に関する微分方程式 (5.34)を狙い撃ち法を用いて解き, このとき得られた解を σ0(r)

とする.*3

次に得られた解 σ0(r) と S0(σ0(r)) を式 (5.37) の右辺 N(r) に代入し, これを N0(r) とする. 一般に

S0(σ0(r))は正しい解ではないため, N0(r) ̸= 0である. 次に仮定する経路 S1(σ)への経路変形を定義する:

S1(σ) = S0(σ) + ∆S0(σ) . (5.39)

ここで正しい解 σ(r)と同じく σ0(r)も逆関数を持つとする. このとき N0(r)も σ の関数として表せる:

N̂0(σ) ≡ N0(r = σ−1
0 (σ)) . (5.40)

N̂0(σ)に含まれる Zσ(S, σ, T )や VEFF(S, σ, T )は, σ と S の依存性のため偽の真空において 0になるため, 偽

の真空において N̂0(0) = 0が満たされる. また N̂0(σ) = 0となる非零の σ においては, 経路変形 ∆S0(σ) = 0

*3 ここで境界条件 (5.30) を満たす解 σ0(r) は, σ0(0) ̸= σB であり, 同じく S0(σ) の一方の端点は真の真空と一致しない:

S0(σ0(0)) ̸= SB .
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図 5.5: 狙い撃ち法 (左)と経路変形法 (右)における解の探索方法の比較.

になると考えられる. したがって経路変形∆S0(σ)は N̂0(σ)に比例すると仮定でき, (i+ 1)ステップにおける

経路 Si+1(σ)を以下のように定義する:

Si+1(σ) = Si(σ) + kN̂i(σ) , (5.41)

k は次元を持つステップサイズ, N̂i(σ) = Ni(r = σ−1
i (σ))である. この仮定のもとで経路 Si+1(σ)は境界条件

limσ→0 Si+1(σ) = 0を満たす. また σi+1(r)を得るために, σi+1(0)の初期値は境界条件 dσi+1(r)/dr|r=0 = 0

と limr→∞ σi+1(r) = 0を満たすように狙い撃ち法によって決められる. 境界条件 dσi+1(r)/dr|r=0 = 0が満

たされるとき, 境界条件 dSi+1(σi+1(r))/dr|r=0 = 0は自動的に満たされている. また σi+1(0)は σi(0)とは

異なる点であるため, Si+1(σ)の真の真空側の端点は Si+1(σi+1(0))に移動する.

数値的に得られる経路 Si(σ)は, [59]に従い 5次の多項式によってフィットする:

Si(σ) =

5∑
k=1

a
(i)
k σk . (5.42)

また全ての σ に対して経路誤差が 1%以下になるステップ数を反復の終了条件とする:

|∆Si(σ)|
Si(σ)

=
|kN̂i(σ)|
Si(σ)

< 10−2 , (5.43)

このときのユークリッド作用 S3(T )/T のステップ間誤差は数 %以下となる.
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5.4 隠れたカイラル相転移によるシナリオ検証

4章において, 隠れたカイラル一次相転移による暗黒物質生成の可能性を概観した. 上述の手法を用いて, 隠

れたカイラル一次相転移起源の残存重力波スペクトルを予言することによって, 将来重力波検出実験における

シナリオ検証の可能性を議論する. ここでカイラル相転移の次数は, 隠れたフェルミオンの電荷に依存せず,

[31]で示された暗黒物質を説明できるパラメータ領域において, フレーバー対称性 SU(3)V は大きく破れてい

なかった. したがって本論では, 加速器実験や暗黒物質探査実験において検証が難しい, (iii) yi = yかつQ = 0

である場合にのみ着目する.*4 ここで得られた結果は, Q ̸= 0の場合にも応用が期待できる.

5.4.1 ベンチマーク

模型の自由なパラメータは (λH , λHS , λS , y)である. 前章と同様に一次相転移が実現する湯川相互作用の大

きさ y ≲ 0.006, Planckスケールまでの摂動性とポテンシャルの安定性を要求する:

0.13 ≲ λH ≲ 0.14, 0 < λHS < 0.12, 4λ2HS/λH < λS ≲ 0.23 . (5.44)

ここで λH の範囲は Higgs粒子の質量によるものであり. λS の上限と下限はそれぞれ, Planckスケールまで

の摂動性とスカラーポテンシャルの安定性に起因する. 模型パラメータ λHS と y の下限に対する理論的制限

はないため, 以下の下限を設定しベンチマークを選定する:

λHS , y ≳ 10−4 . (5.45)

この下限は隠れた QCDスケールに対する上限 ΛH < 200 TeVに対応する.*5

この模型が電弱対称性の破れと暗黒物質の存在を同時に説明するシナリオについて, 隠れたカイラル相転移

起源重力波による検証可能性を議論したい. ここで仮定するシナリオは, 隠れたパイオンが主たる暗黒物質候

補となる場合である.*6 上述の理論的制限と仮定のもとで, 模型パラメータ (λH , λHS , λS , y)を自由に動かし

たとき, mDM–ΛH 平面に予言される領域を図 5.6に示す; これらは Higgs場の真空期待値 ⟨h⟩ = 246 GeV を

入力とし, 以下の条件を満たす:

mh = 125.09± 0.24 GeV [72], ξ
(1)
1 > 0.99 [72], mS ≃ 2mDM , (5.46)

mh は Higgs粒子の質量, ξ
(1)
1 は h–S の混合であり, 暗黒物質の残存量はレゾナンスの効果で説明される. また

示された領域における色の違いは, 隠れたフェルミオンのカレント質量 y ⟨S⟩を隠れた QCDスケール ΛH に

よって規格化した値の違いを示す; 紫 (オレンジ)色に近づくほど値 y ⟨S⟩ /ΛH は小さく (大きく)なる. ここで

スカラー結合定数 λS に対する理論的制限 (5.44)のため, スカラー伝達粒子 S の質量mS は有界であり, レゾ

ナンス条件 (mS ≃ 2mDM)で説明される暗黒物質の質量mDM も制限され, 隠れた QCDスケール ΛH も λHS

の許される範囲によって制限されている. また本シナリオ検証に用いるベンチマーク点として, 色のついた点

A(赤), B(緑), C(紫), D(青)を予言領域の端点から選ぶことにする.

各ベンチマーク点 A–D の模型パラメータ (λH , λHS , λS , y) と, それぞれが予言する物理量 mDM, ΛH,

y ⟨S⟩ /ΛH を表 5.1に示す. 点 Aと点 Bは隠れた QCDスケール ΛH を可能な限り電弱スケールに近づけた場

*4 この隠れたカイラル相転移起源の重力波の検出可能性の議論は, シグマ模型を用いて [126]において議論されている. ここでは実ス
カラー場の寄与を無視して解析が行われている.

*5 ΛH が非常に大きな場合には, Higgs質量への大きな補正となる恐れがある. しかしながら図 4.3に示すように, この大きな ΛH は
結合定数 λHS , y が非常に小さい場合に実現し, このときスカラー粒子の質量mS は非常に重いとは限らない. したがって, ΛH が
大きな場合でも, スカラー粒子 S の補正は小さな結合定数のために抑制されている.

*6 隠れたパイオンを暗黒物質と称し, その質量mϕ をmDM と表記する.



56 第 5章 隠れたカイラル相転移起源の重力波

図 5.6: mDM–ΛH 平面における模型の予言領域. これらの領域は, ⟨h⟩ = 246 GeV, mh = 125.09± 0.24 GeV,

ξ
(1)
1 > 0.99 (h–S の混合), mS ≃ 2mDM と理論的制限 (5.44)を満足する. 色の濃淡はカイラル対称性の陽な破

れの指標 y ⟨S⟩ /ΛH の値を示す. 色のついた点 A(赤), B(緑), C(紫), D(青)は表 5.1で定義されるベンチマー

ク点である.

表 5.1: ベンチマーク点 A–Dの模型パラメータ (λH , λHS , λS , y)と予言する物理量 (mDM,ΛH, y ⟨S⟩ /ΛH).

(λH , λHS , λS , y) mDM [TeV] ΛH [TeV] y ⟨S⟩ /ΛH

A ( 0.140, 0.050, 0.054, 8.57× 10−4) 0.117 6.84 7.30× 10−6

B ( 0.138, 0.098, 0.230, 3.60× 10−3) 0.170 4.87 3.05× 10−5

C ( 0.129, 0.0001, 0.007, 1.07× 10−4) 0.906 153.1 8.73× 10−6

D ( 0.130, 0.0001, 0.230, 3.55× 10−3) 5.20 152.5 2.90× 10−5

合であり, 反対に点 Cと点 Dは最も 2つのスケールを離した場合に対応する. またカイラル対称性の陽な破れ

を特徴付ける指標として規格化したカレント質量 y ⟨S⟩ /ΛH を用いた.*7 このカイラル対称性の陽な破れの違

いは, 隠れたメソンである暗黒物質の質量 mDM の違いに現れるが, 湯川結合定数 y ∼ O(10−3)のため, 暗黒

物質探査実験による検証は難しかった. これら点 A–Dを用いて予言される隠れた相転移に着目し, 隠れたセク

ターの検証可能性を議論する.

*7 QCDの場合, mu/ΛQCD ∼ 6× 10−3 となる. ただし表 3.1に示す NJL模型パラメータを用いた.
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Case B
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Case C
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Case D
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図 5.7: 各ベンチマーク点の ⟨σ⟩ /T (暗色) と ⟨S⟩ /T (明色) の温度依存性: A (左上), B (右上), C (左下), D

(右下). それぞれに対する模型パラメータは表 5.1で定義される.

5.4.2 隠れたカイラル相転移と重力波予言パラメータ

有限温度における有効ポテンシャル (4.37)を用いて, 温度効果によってカイラル対称性が回復する (⟨σ⟩ = 0

となる)温度近傍の振る舞いを見る. このときの温度を臨界温度 Tc と呼ぶ. 点 A–Dにおける Tc 付近の ⟨σ⟩ /T
と ⟨S⟩ /T の温度依存性を図 5.7に示す. 全てのベンチマーク点は σ と S に関して, 同時に一次相転移が実現

している. それぞれの臨界温度 Tc を以下にまとめる:

Tc =

{
A : 0.519 B : 0.380
C : 11.519 D : 11.894

TeV . (5.47)

点 Cと点 Dに関して比較すると, 隠れた QCDスケール ΛC
H > ΛD

H である一方, 点 Dの方が高い温度において

相転移が起きていることがわかる. これはカイラル対称性の陽な破れが暗黒物質の質量だけでなく, 相転移に

おける臨界温度にも影響を与えることを示している.

次にバウンス解の 3 次元ユークリッド作用 (5.26) を用いて, 重力波予言パラメータ (Tt, α, β̃) を計算する.

また式 (5.25)で与えられる泡の加速膨張性の指標 α∞ は, 今の模型において平均場 σ と S に対して以下のよ
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図 5.8: 上部: 表 5.1で定義される点 A (T/ΛH = 0.0570)における有効ポテンシャル VEFF の等高線; 初期経

路 S0(σ)(黒色破線)と誤差 |kN̂15(σ)|/S15(σ) < 10−2 まで変形された経路 S15(σ)(黒色実線). 下部: 偽の真空

付近を拡大したもの.

うに与えられる:

α∞ ≃ 30

24π2g∗

[
nf

(
mσ(⟨φi⟩)

Tt

)2

+

(
mS(⟨φi⟩)

Tt

)2
]

≃ 1.09× 10−3

[
nf

(
2M(⟨σ⟩ , ⟨S⟩)

Tt

)2

+ 3λS

(
⟨S⟩
Tt

)2
]
, (5.48)

ここで g∗ = 115.75, カイラル凝縮場 σ が質量M を持つ隠れたフェルミオンの共鳴状態であることを用いた:

m2
σ ≃ (2M)2. また湯川結合定数 y が十分小さいため, この寄与を無視できるとし, 隠れたフェルミオンの質量

M は式 (4.28)で与えられる.

重力波予言パラメータ (Tt, α, β̃)と指標 α∞ の計算を, 表 5.1で定義されるベンチマーク点 Aを例に説明す

る. バウンス解のユークリッド作用 (5.26)を計算するため, 5.3.2節に記述した経路変形法を用いて, 境界条件

(5.30)を満たす運動方程式 (5.28, 5.29)の解を導出する. 点 A (T = 0.390 TeV)に対して, 初期経路 S0(σ)(黒

色破線) から経路変形法を用いて, 近似的に導出されたトンネリング経路 Si(σ)(黒色実線) を図 5.8 に図示し

た. このとき反復 i = 15のとき条件 (5.43)が満たされ, このトンネリング経路 Si=15(σ)に対応するバウンス

解を図 5.9に示す. このときバウンス解のユークリッド作用は, S3(T )/T = 148.2として計算される. 図 5.10

に点 Aのユークリッド作用の温度依存性と, 式 (5.20)で与えられる相転移条件を図示した. この相転移温度 Tt

を用いて, 重力波予言パラメータ α, β̃ と指標 α∞ を, それぞれ式 (5.21), (5.24), (5.48)を用いて計算できる.

表 5.1で定義されるベンチマーク点 A–Dの重力波予言パラメータ (Tt, α, β̃)と指標 α∞ を表 5.2にまとめ

る. 点 Aと点 Cのパラメータ αと β̃−1 は, 点 Bと点 Dに比べて大きい. これは表 5.1に記載するベンチマー

ク点 A–D の模型パラメータと比較すると, カイラル対称性の陽な破れ (湯川結合定数 y) が小さいほど, パラ

メータ αと β̃−1 が大きくなるといえる. これは残存重力波によってこれらの違いを識別できるならば, 模型パ
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図 5.9: ベンチマーク点 A (T/ΛH = 0.0570)におけるバウンス解: σ(r)/ΛH(赤)と S(r)/ΛH(オレンジ)は図

5.8における経路 S15(σ) (黒色実線)に対応する.

図 5.10: 点 Aのユークリッド作用の温度依存性 S3(T )/T と式 (5.20)で与えられる相転移条件.

ラメータを特定, 制限できることを示唆している. またベンチマーク点 A–Dは全て α > α∞ であり, これらの

カイラル一次相転移によって生成された真空泡は加速膨張し, 残存重力波スペクトルにはプラズマの寄与だけ

でなくスカラー場の寄与も無視できないことがわかる.



60 第 5章 隠れたカイラル相転移起源の重力波

表 5.2: 表 5.1で定義されるベンチマーク点 A–Dの重力波予言パラメータ (Tt, α, β̃)と生成された真空泡が加

速膨張するかの指標 α∞. 相転移温度 Tt, 潜熱とエネルギー密度の比 α, 無次元化された相転移時間の逆数 β̃ は

それぞれ式 (5.20), (5.21), (5.24)で定義され, 指標 α∞ の定義は式 (5.48)に与えられる.

Tt [TeV] α β̃ α∞

A 0.387 0.288 8.24× 102 0.116

B 0.306 0.223 14.86× 102 0.092

C 8.731 0.310 7.15× 102 0.125

D 9.480 0.232 13.29× 102 0.095

5.4.3 将来重力波検出実験による検証可能性

前節で得られた結果を用いて, 隠れたカイラル相転移起源の残存重力波スペクトルを予言する. ベンチマー

ク点 A–Dの模型パラメータは表 5.1で定義され, 各点の重力波予言パラメータは表 5.2に与えられる. 残存重

力波スペクトル (5.5)は, 式 (5.6)–(5.14)によってパラメータ付けされ, 泡が加速膨張する場合 (α∞ < α)の各

エネルギー配分 κi は式 (5.17)で与えられる. また自由なパラメータである泡の壁の速さは, vw = 1とする.

各ベンチマーク点 A–D が予言する残存重力波スペクトルを図 5.11 に示す. 全体のスペクトル (実線) は,

それぞれスカラー場の寄与 (点線), プラズマの寄与である音波の寄与 (破線) と MHD 乱流の寄与 (鎖線) か

らなる. また色塗られた領域は, 将来重力波検出実験計画である LISA [42, 43] や DECIGO [44, 45, 46] に

よって観測可能な領域である; 表記 “LISA-N2A5M5L6” は, [42]の表 1に与えられる LISAで最も感度が高い

設定であり, 表記 “B-DECIGO”, “FP-DECIGO”, “Correlation” は DECIGOで計画されている設計である

[44, 45, 46].

図 5.11 からわかるように, 全てのベンチマークにおいて, MHD 乱流の寄与 (鎖線) は無視できるほど小さ

く,*8 音波の寄与 (破線)が主要な寄与を与え, スペクトルのピークを決めている. 各ベンチマーク点 A–Dのス

ペクトルのピーク点は以下で与えられる:

(
fpeak, h2Ωpeak

GW

)
=


A : 6.20× 10−2 Hz , 1.84× 10−12

B : 8.82× 10−2 Hz , 4.88× 10−13

C : 1.18 Hz , 2.57× 10−12

D : 2.45 Hz , 6.03× 10−13

 . (5.49)

点 Aと点 Bのピーク周波数が ∼ 0.1 Hz である一方, 点 Cと点 Dは数 Hzであり, これは表 5.2に示す相転

移温度 Tt の違いのためであり, 表 5.1に示す模型パラメータ λHS の違いに起因する. これらのスペクトルは

LISA [42, 43]での観測は難しいが, DECIGO[44, 45, 46]によって観測される可能性がある.

全スペクトル中のスカラー場とプラズマの寄与は, 式 (5.7) と式 (5.10) で与えられる周波数依存性や, 式

(5.6)と式 (5.9)で与えられる β̃ 依存性など異なる性質を持つ; β̃ 依存性はそれぞれ β̃−1 と β̃−2 である. これ

らの寄与の強弱はエネルギー配分 κi に起因し, これは表 5.2に示すパラメータ α, α∞ で特徴付けられる. した

がってスカラー場とプラズマの寄与の両方を観測することで, 模型を特定できる可能性がある. 図 5.11に示す

ようにスカラー場の寄与は, 高低周波数領域においてスペクトルの傾きを変化させる効果として現れており, 点

Cと点 Dにおける低周波数領域における傾きの変化は, DECIGOによって観測される可能性があることがわ

かる.

*8 プラズマの寄与における乱流への配分は κturb = ϵκv で与えられ, ϵは自由なパラメータである. ここでは [42]を参考に ϵ = 0.05

を用いているため, MHD乱流の寄与は無視できるほど小さくなっている.
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最後に図 5.12にベンチマーク点 A–Dを用いて予言される残存重力波スペクトルを, 暗黒物質質量 mDM と

隠れた QCDスケール ΛH ともにまとめた. これらのベンチマーク点 A–Dは, 図 5.6に示される模型の予言領

域の端点から選んだものであり, このシナリオによって説明される暗黒物質候補は隠れた QCDセクターとと

もに, 隠れたカイラル相転移起源の残存重力波スペクトルを用いて検証できることがわかる. またこれらの結

果が実験的に区別できるなら, 隠れたセクターにおけるカイラル対称性の力学的な破れのスケールだけでなく,

陽な破れの大きさを探る手段になり得ることがわかる.

5.5 まとめと展望

本章では隠れたカイラル相転移起源の残存重力波スペクトルを用いて, 古典的スケール不変性に基づく拡張

模型の検証可能性を議論した. はじめにカイラル一次相転移における真空泡の核形成率を, NJL模型を平均場

近似することで計算する手法を提案した. 複合場を用いてカイラル対称性の力学的破れを記述する NJL模型

において, 平均場であるカイラル凝縮場は, ツリーレベルで運動項を持たない. 1ループレベルの 2点頂点関数

からカイラル凝縮場の運動項を導出することで, カイラル一次相転移に伴う量子トンネリングを記述するユー

クリッド作用を定義した. このとき場に依存する波動関数くりこみ定数を含んだ運動方程式となり, バウンス

解の存在性は非自明であった. しかし NJL模型の特徴である複合場条件が, 偽の真空における勾配が消失する

ことを保証し, カイラル一次相転移におけるバウンス解を求めることができることがわかった.

また標準模型と隠れた QCDセクターをスカラー場を介して結合させる拡張は, 隠れたフェルミオンと新た

なスカラー場の湯川相互作用項を持つ. 特に隠れたカイラル相転移が一次相転移となるとき, スカラー場の真

空も同時に不連続に変化するため, この寄与は無視できない. ここでは経路変形法をこの 2次元バウンス解の

導出に応用し, 湯川相互作用を含む隠れたカイラル一次相転移による真空泡の核形成率を求めた. 結果として,

カイラル対称性の陽に破るスカラー場の寄与は, 相転移を弱める影響を与え, この寄与が残存重力波スペクトル

を通して, 検証可能であることがわかった. さらに隠れたセクターのカイラル対称性の陽な破れは, 隠れたメソ

ンの質量と関係を保つため, この残存重力波スペクトルを通して, 模型が予言する暗黒物質候補を検証すること

ができると期待される.

本章では Higgs場と実スカラー場の結合定数 λHS の下限に対応した, ΛH < 200 TeV を仮定した. この隠

れた QCD スケールは隠れたバリオン質量に対応している; mB ∼ ΛH. 隠れたバリオンは, 隠れたセクター

におけるバリオン数の保存から, 良い暗黒物質候補であった. QCDの類推を用いた [121]の結果は, 隠れたバ

リオン質量として, mB ∼ ΛH ∼ O(100) TeV を与えている. 隠れたバリオンの対消滅過程にも依存するが,

本論で得られた結果は, 隠れたバリオンを暗黒物質として考えるシナリオにおいて, 隠れたカイラル一次相転

移が実現した場合, 期待される残存重力波スペクトルのピークは, fpeak ≳ O(1) Hzであることを示唆してい

る. また本章では隠れたフェルミオンに電荷を仮定しなかった; Q = 0. 一方電荷を仮定した場合には, 隠れ

たバリオンは電荷 3Q を持つ安定な粒子である. このような電荷を持った安定粒子の残存量には, Planck 実

験から制限が与えられる; h2ΩB ≲ 0.001[149]. この制限は今の模型において, mB ∼ ΛH ≲ 5 − 6 TeV に対

応することが確かめられている [31]. カイラル相転移の次数は電荷に依存しないため, 本章で得られた結果は

Q ̸= 0 の場合にも適用できると考えられ, (iii)yi = y を仮定する場合には, 図 5.6 から明らかなように, 許さ

れる領域はベンチマーク点 B付近にのみ限られる. したがって残存重力波スペクトルも同様に, ピーク周波数

fpeak ∼ O(0.1) Hz付近に限られることがわかる.

本章で示した結果は, 有効模型による解析のため理論的な不確定性が存在するが, 隠れた QCD セクターが

示す定性的な振る舞いを定量的に評価する 1つの方法の提案となった. 今後の様々なアプローチによる解析に

よって, 有効模型による結果の不定性改善が期待される. QCD相転移 (Nf = 1 + 2)は, カレント質量の 2つ

の極限に対して, 一次相転移を含んだ; 閉じ込め/非閉じ込め相転移, カイラル相転移. 閉じ込め/非閉じ込め相
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転移による残存重力波スペクトルは, AdS/QCD対応から得られる有効模型を用いた試みがある [150]. また閉

じ込め/非閉じ込め相転移における潜熱 ϵは, 格子計算において計算されている [151, 152]. しかし残存重力波

スペクトルの決定には, 真空泡の核形成率の温度変化を計算必要があった; 重力波パラメータ β̃. 今後格子計算

によるこれらの定義と計算により, 理論的不定性の軽減が期待される. 一方, カイラル一次相転移に対しては,

Berlin-Wall問題と呼ばれるカレント質量ゼロ極限における計算量発散性のため, 格子計算による改善は期待で

きない. 本論で示したような有効模型による解析が重要な役割を果たすだろう.

また本研究では, 真空泡の力学を記述するパラメータを予言することで, 残存重力波スペクトルの予言を行っ

た. このパラメータ付けの不確定性改善も重要である. 重力波シグナルの解析には, Matched-filtering法が用

いられており, テンプレート (理論から予言される波形)を正しく評価することが必要である.*9 テンプレート

改善に向けた解析的な立場からの試みもある [154, 155]. 2030 年代には LISA が打ち上がり, その後日本の

DECIDO計画が続く. 今後, 様々な分野の成長と協力によって, 隠れた QCDセクターが検証されることを期

待したい.

*9 詳しいデータ解析は, [153]を参照せよ.
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図 5.11: 各ベンチマーク点 A–D が予言する残存重力波スペクトル: A (左上), B (右上), C (左下), D (右

下). 合計のスペクトル (実線) は, それぞれスカラー場の寄与 (点線), プラズマの寄与である音波の寄与 (破

線) と MHD 乱流の寄与 (鎖線) からなる. 色塗られた領域は, 将来重力波検出実験計画である LISA (LISA-

N2A5M5L6 [42, 43])や DECIGO (B-DECIGO, FP-DECIGO, Correlation [44, 45, 46])によって観測可能

な領域である. ただし泡の壁の速さを vw = 1とした.
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図 5.12: 予言される残存重力波スペクトル: A (赤), B (緑), C (紫), D (青). 各ベンチマーク点を用いて予

言される暗黒物質質量 mDM と隠れた QCD スケール ΛH を単位 TeV で表記した. 色塗られた領域は, 将

来重力波検出実験計画である LISA (LISA-N2A5M5L6 [42, 43]) や DECIGO (B-DECIGO, FP-DECIGO,

Correlation [44, 45, 46])によって観測可能な領域である. ただし泡の壁の速さを vw = 1とした.



65

第 6章

結論

本研究では古典的スケール不変性に基づく標準模型の拡張において, 隠れた QCDセクターの非摂動効果に

よるカイラル凝縮によって生成されるスケールを用いて, 電弱対称性の破れを説明するシナリオに着目した.

このような模型は, 一般に新たなスカラー場を媒介した間接的な次元変換シナリオを含む. このようなシナリ

オにおいて, スカラー場は必ず隠れたセクターのカイラル対称性を陽に破り, この隠れたカイラル対称性の陽

な破れが, 模型の暗黒物質候補である隠れたメソンの質量起源であった. また Higgs場とスカラー場の混合は

LHC実験によって厳しく制限され, 隠れたフェルミオンとスカラー場の湯川結合が弱い場合には, 暗黒物質探

査実験での検証は困難であることが知られていた.

本研究では, 特に間接的な次元変換シナリオの特徴である, 隠れたフェルミオンと新たなスカラー場の湯川相

互作用の存在に着目した. カイラル対称性を陽に破る効果は, 暗黒物質候補である隠れたメソンの質量と, 隠れ

たカイラル相転移の次数に関係を持つ. また一次相転移が実現する場合には, 重力波が生成されることが知ら

れていた. 本研究では平均場近似された NJL模型を用いて, 隠れたカイラル一次相転移起源の残存重力波スペ

クトルを予言する方法を提案し, 将来重力波検出実験におけるシナリオ検証の可能性を議論した. 実際の QCD

をスケールアップできる nc = nf = 3に議論を限定することで, 高エネルギーのラグランジアンと同数のパラ

メータによって隠れたハドロン物理を予言できた. 本研究によって定量的に示された隠れたカイラル相転移起

源の残存重力波スペクトルの結果は, 湯川結合が弱いほど重力波シグナルが強くなる傾向を持ち, シナリオ検証

において相補的な役割を果たすことがわかった. 将来の重力波検出実験である DECIGOにおいて, 暗黒物質

を含めた質量起源を説明する隠れた QCDセクターの検証が期待できる.
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に興味を持ちながら研究に取り組めたと思います. 末松大二郎教授, 武田真滋助教, 石渡弘治助教には, 研究室

での気軽な会話を通して, 葛藤の多い博士後期課程を, 健全に明るく過ごす力をいただきました. 研究室秘書

の西川涼子さんには, 旅費の手続きや物品購入など, 研究生活を送る上で必要な多くの助けをいただきました.

研究室の先輩である藤間さん, 熊本さん, 高野さん, 柏瀬さん, 山田さん, 飴谷さんには, セミナーや研究会, 研

究室でのゼミなど大変お世話になりました. 同期である研究室の河内さん, 産学連携イノベーション人材養成

コースの木ノ内さん, 久住さん, 水田さん, 山本さんには, 博士後期課程における同志として, 心の支えとなりま

した. また研究室後輩の坂井さん, 藤田さん, 金子さん, 冨田さんとの議論も有意義で, 楽しい雰囲気の中, 広い

分野の知識を得ることができました. トビタテ! 留学 JAPAN日本代表プログラムでは, 中国高能物理学研究

所 (IHEP)への短期留学を支援いただき, プログラムを通じた人との出会いは, 自分の将来を考える上で貴重

な機会となりました. IHEPへの 2度の滞在を許可してくださった Zhi-zhong Xing教授, 滞在中にセミナー

をする機会を与えてくださった, 北京大学の Qing-Hong Cao 准教授には大変感謝しています. また Thomas

Konstandin氏, Germano Nardini氏, 松井俊徳さんとの議論で, 相転移起源の重力波についての知識を深める

ことができました. 多くの人と出会い, 刺激を受け, 非常に有意義な学生生活を送り, 研究することができまし

た. 最後にこれまで 9年間もの学生生活を支えてくれた家族に感謝いたします.
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付録 A

宇宙論の基礎

ここでは宇宙論の基礎をまとめる. 計量は, 局所座標 xµ = (t, xi)から得られる不変線素を用いて, 以下のよ

うに定義される:

ds2 ≡ gµν(x)dx
µdxν . (A.1)

また, 共変微分演算子 ∇は一般の (k, l)テンソルに対して, 以下のように作用する:

∇σT
µ1µ2···µk

ν1ν2···νl = ∂σT
µ1µ2···µk

ν1ν2···νl

+ Γµ1

σλT
λµ2···µk

ν1ν2···νl + Γµ2

σλT
µ1λ···µk

ν1ν2···νl + · · ·
− Γλσν1T

µ1µ2···µk

λν2···νl − Γλσν2T
µ1µ2···µk

ν1λ···νl − · · · , (A.2)

ここで Christofel記号は計量を用いて以下のように定義される:

Γµαβ ≡ 1

2
gµλ (∂αgβλ + ∂βgαλ − ∂λgαβ) . (A.3)

また Einsterinテンソルは以下で定義される:

Gµν ≡ Rµν −
1

2
Rgµν , (A.4)

ここで Ricciテンソルは Christofel記号を用いて以下で定義できる:

Rµν ≡ ∂λΓ
λ
µν − ∂νΓ

λ
µλ + ΓλλρΓ

ρ
µν − ΓρµλΓ

λ
νρ , (A.5)

また Ricciスカラーは以下である:

R = Rµν = gµνRµν . (A.6)

Friedmann-Robertson-Walker計量

我々の宇宙の計量は, 以下の Friedmann-Robertson-Walker(FRW)計量で与えられる:

ds2 = dt2 − a2(t)γijdx
idxj , (A.7)

a(t)はスケール因子, γij は以下で定義される:

γij ≡ δij +K
xixj

1−K(xkxk)
, (A.8)
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ここで K は曲率である. 座標 xi ≡ {x1, x2, x3}は共動座標であり, 物理座標 xiphys は, スケール因子と共動座

標を用いて表される; xiphys = a(t)xi. 物体の物理的な速度は,

viphys ≡
dxiphys
dt

= a(t)
dxi

dt
+
da

dt
xi ≡ vipec +Hxiphys , (A.9)

ここで共動座標の観測者によって測定される速度を vipec ≡ a(t)ẋi, Hubbleパラメータ H を次のように定義さ

れる:

H ≡ ȧ

a
. (A.10)

また FRW計量における Christofel記号の非零の要素は, 以下のように求められる:

Γ0
ij = aȧγij , Γi0j =

ȧ

a
δij = Hδij , Γijk =

1

2
γil (∂jγkl + ∂kγjl − ∂lγjk) . (A.11)

Ricciテンソルの非零の要素は, 次のように求められる:

R00 = −3
ä

a
, Rij = −

[
ä

a
+ 2

(
ȧ

a

)2

+ 2
K

a2

]
gij , (A.12)

また Ricciスカラーは以下である:

R = −6

[
ä

a
+

(
ȧ

a

)2

+
K

a2

]
. (A.13)

これらを用いて, Einsteinテンソル (Gµν = gµλGλν)の非零要素は, 次のように求められる:

G0
0 = 3

[(
ȧ

a

)2

+
K

a2

]
, (A.14)

Gij =

[
2
ä

a
+

(
ȧ

a

)2

+
K

a2

]
δij . (A.15)

FRW計量における粒子数の時間発展について考える. 粒子数カレント Nµ において, N0 は全体の粒子数密

度であり, N i は xi 方向の粒子の流れである. 宇宙が一様等方であるから, N0 = n(t), N i = 0と表せる. した

がって粒子数カレントは Uµ ≡ dxµ/dsを用いて表せるベクトルである,*1

Nµ = nUµ . (A.16)

全体の粒子数は保存するので, Minkowski時空において, ∂µN
µ = 0. これは, FRW時空においても拡張でき,

∇µN
µ = ∂νN

ν + ΓµµλN
λ = 0である. したがって式 (A.11)を用いて,

dn

dt
+ 3

ȧ

a
n = 0 , (A.17)

すなわち, 粒子数密度 n(t)は, 固有体積に比例して減っていくことがわかる; n(t) ∝ a−3.

また宇宙の一様等方性から, エネルギー運動量テンソル Tµν は, 完全流体の形となる;

Tµν = (ρ+ P )UµUν − Pgµν , (A.18)

*1 共動座標系において, Uµ = (1, 0, 0, 0).
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ここで ρはエネルギー密度, P は圧力である.*2 エネルギー密度の時間変化について考える. Minkowski時空

において, ∂µT
µ
ν = 0であるから, 粒子数同様, FRW時空においても拡張でき, ∇µT

µ
ν = 0. エネルギー密度の

時間変化はこの ν = 0成分によって次のように与えられる;

dρ

dt
+ 3

ȧ

a
(ρ+ P ) = 0 . (A.19)

状態方程式 P = ωρを用いると, エネルギー密度の時間変化は次のように表せる:

ρ ∝ a−3(1+ω) , (A.20)

これらは次のように分類される:

ρ ∝


a−3 物質 (ω = 0)

a−4 放射 (ω = 1/3)

a0 真空 (ω = −1)

. (A.21)

宇宙の時間発展

宇宙の時間発展は, 以下の Einstein方程式によって記述される:

Gµν = 8πGTµν , (A.22)

ここで Gµν は, Einstein テンソル, G は重力定数, Tµν はエネルギー運動量テンソルである. FRW 計量の

Einsteinテンソルは,式 (A.14)と式 (A.15)として対格的に与えられ, エネルギー運動量テンソルも完全流体

の形をとった. これらより, 次の Friedmann方程式が得られる:(
ȧ

a

)2

+
K

a2
=

8πG

3
ρ , (A.23)

ä

a
= −4πG

3
(ρ+ 3P ) . (A.24)

ここで式 (A.23)は, Hubbleパラメータ H の表式である;

H2 =
8πG

3
ρ− K

a2
, (A.25)

また平坦な宇宙を仮定 (K = 0)したエネルギー密度は, 臨界密度と呼ばれる:

ρc ≡
3H2

8πG
. (A.26)

この臨界密度 ρc を用いて, 無次元密度パラメータは定義される:

Ω ≡ ρ

ρc

(
ΩX ≡ ρX

ρc

)
. (A.27)

また曲率密度パラメータは, ΩK ≡ −K/(aH2)として定義され, 式 (A.23)は宇宙構成を示す式となる:

1 = Ω + ΩK , (A.28)

ただし Ωには, 宇宙全体のエネルギー密度 ρと圧力 P を考慮する必要がある; 式 (A.21)で分類される各エネ

ルギー密度 ρX の和である:

*2 共動座標系において, Tµ
ν = gµλTλν = diag.(ρ,−P,−P,−P ).
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• 物質: ρm ∝ a−3

エネルギー密度のうち, 主成分が質量であるもの. すなわち非相対論的に振る舞っているもの. 通常の観

測できる物質 (バリオン)や, 暗黒物質の寄与である; ρm = ρb + ρDM.

• 放射: ρrad ∝ a−4

エネルギー密度のうち, 主成分が運動エネルギーであるもの. すなわち相対論的に振る舞っているもの.

光子やニュートリノの寄与である; ρrad = ργ + ρν . また光速で伝搬する重力波も ρGW ∝ a−4 と振る舞

うが, 重力相互作用は十分弱く, 宇宙の発展の際には脱結合している.

• 真空: ρvac ∝ a0

負の圧力を持つ暗黒エネルギー. 式 (A.18)において P = −ρから, T vac
µν = ρvacgµν に対応する寄与で

あり, これは宇宙項 Λの寄与に対応する;

T (Λ)
µν =

Λ

8πG
gµν = ρΛgµν . (A.29)

したがって宇宙の時間発展は, 式 (A.23)を用いて以下のように評価できる:

H2

H2
0

= Ωrada
−4 +Ωma

−3 +ΩKa
−2 +ΩΛ , (A.30)

ただし, H0 は現在 (t = t0)の Hubbleパラメータで, スケール因子は a(t = t0) ≡ 1と規格化されている.

熱平衡状態

内部自由度 g を持つ粒子の数密度 n, エネルギー密度 ρ, 圧力 P は位相空間分布関数 f(p)を用いて, 次のよ

うに表せる:

n =
g

(2π)2

∫
d3p f(p) , ρ =

g

(2π)2

∫
d3p f(p)E(p) , P =

g

(2π)2

∫
d3p f(p)

|p|2

3E(p)
, (A.31)

ここで粒子の質量mをとすると, E(p) =
√
m2 + |p|2.

粒子がエネルギーと運動量を有効的に交換する, 運動学的な平衡であるとき, これらの分布は Fermi-

Dirac(フェルミオン;+), Bose-Einstein(ボソン;−)分布に従う:

f(p) =
1

e(E(p)−µ)/T ± 1
. (A.32)

平衡の分布関数は, 温度 T と化学ポテンシャル µ のパラメータを持ち, 化学ポテンシャルは温度に依存し,

µ(T ), これらは粒子によって異なる. また粒子間 (i, j)において, 化学ポテンシャル (µi, µj)を有効的に交換す

るとき, これは化学的平衡と呼ばれる; 粒子 iが i, j ↔ k, lの相互作用を通して化学的平衡であるとき以下が成

り立つ:

µi + µj = µk + µl . (A.33)

ただし光子の化学ポテンシャルは, µγ = 0 である. これら 2 つの平衡が保たれているとき, 粒子 i は熱浴

Ti = T との熱平衡状態が実現しており, この熱浴の温度は, 光子の温度に対応する; T = Tγ .

宇宙膨張における自由度

宇宙初期において, 化学ポテンシャルの効果が十分無視できる場合 (µ ≪ T )について, 式 (A.31)式で与え

られる粒子数密度 n, エネルギー密度 ρ, 圧力 P の関係についてまとめておく. µ = 0としたとき, 粒子数密度
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n, エネルギー密度 ρ, 圧力 P の積分は以下のように表せる:

n =
g

2π2

∫ ∞

0

d|p| |p|2

exp
[√

|p|2 +m2/T
]
± 1

=
g

2π2
T 3I±(r) , (A.34)

ρ =
g

2π2

∫ ∞

0

d|p|
|p|2

√
|p|2 +m2

exp
[√

|p|2 +m2/T
]
± 1

=
g

2π2
T 4J±(r) , (A.35)

P =
1

3

g

2π2

∫ ∞

0

d|p| |p|4√
|p|2 +m2

1

exp
[√

|p|2 +m2/T
]
± 1

=
1

3

g

2π2
T 4K±(r) , (A.36)

ここで r = m/T とし, 積分関数は以下で定義される;

I±(r) ≡
∫ ∞

0

dx
x2

exp
[√
x2 + r2

]
± 1

, (A.37)

J±(r) ≡
∫ ∞

0

dx
x2

√
x2 + r2

exp
[√
x2 + r2

]
± 1

, (A.38)

K±(r) ≡
∫ ∞

0

dx
x4√

x2 + r2
1

exp
[√
x2 + r2

]
± 1

, (A.39)

ただし x = |p|/T とした. これらは一般に数値積分によって実行される. 以下相対論的, 非相対論的極限にお

けるこれらの振る舞いをまとめておく: これらは積分関数公式を用いることで, 評価が可能である:∫ ∞

0

dx
xn

ex − 1
= ζ(n+ 1)Γ(n+ 1) ,

∫ ∞

0

dxxne−x
2

=
1

2
Γ((n+ 1)/2) . (A.40)

• 相対論的極限 (r → 0; m≪ T )

このとき積分関数は以下となる:

I±(0) =

∫ ∞

0

dx
x2

ex ± 1
, J±(0) = K±(0) =

∫ ∞

0

dx
x3

ex ± 1
. (A.41)

またこれらは,

1

ex + 1
=

1

ex − 1
− 2

e2x − 1
, (A.42)

を用いることで,

I+(0) =

∫ ∞

0

dxx2
(

1

ex − 1
− 2

e2x − 1

)
= I−(0)− 2

(
1

2

)3

I−(0) =
3

4
I−(0) , (A.43)

J+(0) =

∫ ∞

0

dxx3
(

1

ex − 1
− 2

e2x − 1

)
= J−(0)− 2

(
1

2

)4

J−(0) =
7

8
J−(0) , (A.44)

ここで式 (A.40)を用いて, I−(0) = 2ζ(3), J−(0) = 6ζ(4) = π2/15である. したがって, 粒子数密度 n

とエネルギー密度 ρは, 相対論的極限 (r → 0)において, 以下のように表される:

n =
ζ(3)

π2
gT 3

{
1 ボソン
3
4 フェルミオン

, ρ =
π2

30
gT 4

{
1 ボソン
7
8 フェルミオン

, (A.45)

また P = ρ/3は明らかである.

• 非相対論的極限 (r ≫ 1;m≫ T )

このとき積分関数の指数部が最も大きな寄与であり, また x≪ r の部分が主要な寄与であるので,

e−
√
x2+r2 ≈ e−r−x

2/(2r) (A.46)
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したがって, 粒子数密度の積分関数 I±(r)に関しては以下のように評価できる:

I±(r) ≈ e−r
∫ ∞

0

dxx2e−x
2/(2r) = (2r)3/2e−r

∫ ∞

0

dyy2e−y
2

=

√
π

2
r3/2e−r , (A.47)

ここで最後の等号では式 (A.40)を用いた. またその他の積分関数も同様に評価することで, 粒子数密度

nとエネルギー密度 ρ, 圧力 P は, 非相対論的極限 (m≫ T )において, 以下のように表される:

n = g

(
mT

2π

)3/2

e−(m−µ)/T , (A.48)

ρ = mn+
3

2
nT , P = nT ≪ ρ , (A.49)

ここで粒子数密度 nに対して, 化学ポテンシャル µの寄与も表記した.

上述で明らかなように, 相対論的な粒子のエネルギー密度が, T 4 で減少する一方, 非相対論的な場合には, 指数

的に急激に減少することがわかる. したがって, 熱平衡状態にある全粒子のエネルギー密度は, 放射のエネル

ギー密度 ρrad が支配的となる. したがって, 全体のエネルギー密度は, 相対論的な粒子のエネルギー密度の和

として以下のように表せる:

ρrad =
∑
i

ρi =
π2

30
g∗T

4 , (A.50)

ここで g∗ は相対論的な粒子の自由度の和として, 以下のように定義される:

g∗ ≡
∑

i=bosons

gi

(
Ti
T

)4

+
7

8

∑
i=fermions

gi

(
Ti
T

)4

, (A.51)

ただし, 各粒子 iに対し温度 Ti が異なることを考慮した.

また宇宙全体のエントロピー S に対して有効な自由度も考えられる. このときエントロピー密度 s = S/V

は, 以下のように定義される:

s =
∑
i

ρi + Pi
Ti

=
2π2

45
g∗ST

3 , (A.52)

ここで, エントロピー密度に関係する有効自由度は, 以下のように定義される:

g∗S ≡
∑

i=bosons

gi

(
Ti
T

)3

+
7

8

∑
i=fermions

gi

(
Ti
T

)3

. (A.53)

宇宙の発展において, ほとんどの粒子が熱平衡状態であるために, g∗ と g∗S は T ∼ O(1)MeVまで一致する.
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付録 B

平均場近似による NJL模型の解析

NJL模型のラグランジアンは以下のように定義された:

LNJL = Tr ψ̄ (iγµ∂µ −m)ψ + 2GTr Φ†Φ+GD (det Φ + h.c.) , (B.1)

ここでm = diag. (mu,md,ms)であり,

(Φ)ij = ψ̄i(1− γ5)ψj =
1

2
λajiTr ψ̄λ

a(1− γ5)ψ (B.2)

である. λa(a = 0, 1, · · · , 8)は λ0 = 1
√
2/3である Gell-Mann行列である.

Bogoliubov-Valatin 変換された真空 | ⟩ を定義し, この状態についての平均場近似を行う. この新しい真空

での自由なラグランジアン L0 についての正規積は, 任意の演算子 O に対して次のように定義される:

: O : ≡ O − ⟨O⟩ . (B.3)

まず簡単な例として複合場 Φi = ψ̄iψi の 2次と 3次の項について平均場近似を行う. ここで
∑

(i,j) と
∑

(i,j,k)

は添え字を循環的に足し合わせることを意味する. はじめに複合場の 2次の項は次のようになる.

ΦiΦj = (⟨Φi⟩+ Fi) (⟨Φj⟩+ Fj)

=
∑
(i,j)

⟨Φi⟩Fj + ⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩+ FiFj

=
∑
(i,j)

⟨Φi⟩ (Φj − ⟨Φj⟩) + ⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩+ FiFj

=
∑
(i,j)

⟨Φi⟩Φj − 2 ⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩+ ⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩+ FiFj

=
∑
(i,j)

⟨Φi⟩Φj − ⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩+ FiFj , (B.4)

ここで FiFj =: ΦiΦj :である. また同様に複合場の 3次の項は次のように表せる.

ΦiΦjΦk = (⟨Φi⟩+ Fi) (⟨Φj⟩+ Fj) (⟨Φk⟩+ Fk)

=
∑

(i,j,k)

(⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩Fk + ⟨Φi⟩FjFk) + ⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩ ⟨Φk⟩+ FiFjFk

=
∑

(i,j,k)

⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩ (Φk − ⟨Φk⟩) + ⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩ ⟨Φk⟩+
∑

(i,j,k)

⟨Φi⟩FjFk + FiFjFk

=
∑

(i,j,k)

⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩Φk − 3 ⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩ ⟨Φk⟩+ ⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩ ⟨Φk⟩+
∑

(i,j,k)

⟨Φi⟩FjFk + FiFjFk

=
∑

(i,j,k)

⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩Φk − 2 ⟨Φi⟩ ⟨Φj⟩ ⟨Φk⟩+
∑

(i,j,k)

⟨Φi⟩FjFk + FiFjFk , (B.5)
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ここで FiFjFk =: ΦiΦjΦk :である. これらを用いて模型の平均場近似を行う.

平均場 σi と ϕa を Bardeen-Cooper-Schieffer真空に次のように定義する:

φ ≡ ⟨Φ⟩ = − 1

4G

(
diag.(σ1, σ2, σ3) + i (λa)

T
ϕa
)

(B.6)

式 (B.1)の 2項目の 4体フェルミ相互作用については, 式 (B.4)を用いることで次のように平均場近似するこ

とができる:

Tr(Φ†Φ) = Tr φ†Φ+ Tr Φ†φ− Tr φ†φ+ : Tr Φ†Φ : (B.7)

また式 (B.1)の 3項目の 6体フェルミ相互作用については, Cayley-Hamilton定理を用いることで,

detΦ =
1

3
Tr Φ3 − 1

2
Tr Φ2Tr Φ +

1

6
(Tr Φ)

3
(B.8)

と複合場の 3次の項として展開することができる. これらは式 (B.5)を用いることで, 次のように平均場近似

することができる:

Tr Φ3 = 3Tr φ2Φ− 2Tr φ3 +O(: Φ2 :) (B.9)

Tr Φ2Tr Φ = Tr φ2Tr Φ + 2Tr φΦTr Φ− Tr φ2Tr φ+O(: Φ2 :) (B.10)

(Tr Φ)
3
= 3 (Trφ)

2
Tr Φ− 2 (Tr φ)

3
+O(: Φ2 :) (B.11)

これらを用いて NJL模型のラグランジアン LNJL は式 (3.8)によって次のように平均場近似される:

LNJL = L0 + LI (B.12)

ここで L0 は式 (B.6)の基底状態における自由なラグランジアンであり, LI はこの真空において ⟨0|LI |0⟩ = 0

となる相互作用項である. L0 は次のように与えられる:

L0 = Trψ̄ (i/∂ −m)ψ + 2G(Tr φ†Φ+ Tr Φ†φ− Tr φ†φ)− 2GD
(
detφ+ detφ†)

+GD

(
Tr φ2Tr Φ− Tr φΦTrΦ− 1

2
TrφTrΦ +

1

2
(Trφ)

2
Tr Φ + h.c

)
. (B.13)
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付録 C

有限温度効果

真空エネルギーの温度効果

ボゾンとフェルミオンに対する熱効果関数は以下で定義される:

JB,F (r
2) =

∫ ∞

0

dxx2 ln
(
1∓ e−

√
x2+r2

)
, (C.1)

ただし本論では上の数値積分結果を次のフィット関数を用いてフィットを行った:

JB,F (r
2) = e−r

2
40∑
n=0

cB,Fn r2n . (C.2)

松原和に関する公式

有限温度での定式化において, 時間方向の運動量積分が松原和に変更される:

k0 = iωn =

{
2πnTi ボソン

π(2n+ 1)Ti フェルミオン
(n ∈ Z) . (C.3)

有限温度効果をここで虚軸上に沿って特異点を持たない関数 f(k0)についての松原和を考える,

T

∞∑
n=−∞

f(k0 = iωn) .

ここで k0 はMinkowski 時空における 4元ベクトルの 4成分目として考える. 上の式 (C.3)で与えられる松原

周波数の和は, 以下の重み関数 hを用いた複素線積分として表せる:

T

2πi

∮
C

dk0f(k0)h(k0) (C.4)

ここで閉曲線 C は図 C.1(左)であり, 関数 h(k0)は k0 = iωn において極を持つ重み関数である;

h(k0) =


1
2β coth

(
1
2βk0

)
= β

(
1
2 + 1

eβk0−1

)
ボソン

1
2β tanh

(
1
2βk0

)
= β

(
1
2 − 1

eβk0+1

)
フェルミオン

(
β =

1

T

)
, (C.5)

すなわち, 閉曲線 C で囲まれた全ての留数を拾い上げることが, 松原和を取ることに等しい. そのため図

C.1(中)のように, これらの極を大きく囲む閉曲線として C を変形する.

T

2πi

∮
C

dk0f(k0)h(k0) =
T

2πi

∫ i∞+ϵ

−i∞+ϵ

dk0f(k0)h(k0) +
T

2πi

∫ −i∞−ϵ

i∞−ϵ
dk0f(k0)h(k0)

=− T

2πi

(∮
C1

−
∫
Γ1

)
dk0f(k0)h(k0)−

T

2πi

(∮
C2

+

∫
Γ2

)
dk0f(k0)h(k0) .
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図 C.1: 複素積分における閉曲線 C.

このとき閉曲線 C を図 C.1(右)に示すように, 閉曲線を関数 f(k0)の極を囲む C1 のように変形すると, 関数

f(k0)の極の留数を全て拾いあげることで, 関数 f(k0)h(k0)の虚軸上の極について和を取ることができること

がわかる. すなわち松原和は, このとき以下の対応を持つ:

T

∞∑
n=−∞

f(k0 = iωn) = −T
∑
poles

Resf(k0)h(k0) . (C.6)

また式 (C.5)で与えられる重み関数 h(k0)における双曲線関数の性質を用いて, この極から温度依存性を持つ

項を分割されることがわかる;

T

2πi

∮
C

dk0f(k0)h(k0)

=

∫ i∞

−i∞

dk0
2πi

1

2
[f(k0) + f(−k0)] +

∫ i∞+ϵ

−i∞+ϵ

dk0
2πi

[f(k0) + f(−k0)]
1

eβk0 ∓ 1
. (C.7)

ただし性質 h(k0) = −h(−k0)を用いて, k0 → −k0 とした. これらの方法を波動関数くりこみ定数の温度効果

を求める際に使用した.

波動関数くりこみ定数の温度効果

5章で用いる波動関数くりこみ定数は以下のように求められる:

Z−1
σ (S, σ) = −

(
1− GD

4G2
σ

)2

3nc
d

dp2
Iφ2(p2,M ; ΛH)

∣∣∣∣
p2=0

,

ここで Iφ2 は式 (3.23)で与えられ, その微分は以下で与えられる,

d

dp2
Iφ2(p2,M)

∣∣∣∣
p2=0

= −4

∫
d4k

i(2π)4
1

(k2 −M2)2
+ 4

∫
d4k

i(2π)4
2M2

(k2 −M2)3
≡ −4IA(M) + 4IB(M),

ここで 2つの積分関数を IA と IB として定義した. フェルミオンに関する有限温度効果は以下の積分によって

評価できる:

IA =
T

2πi

∮
C

d3k

(2π)3
1

(k20 − ω2)2
1

2
β tanh

(
1

2
βk0

)
= A0

F (M ; ΛH) +AF (u
2), (C.8)

IB =
T

2πi

∮
C

d3k

(2π)3
2M2

(k20 − ω2)3
1

2
β tanh

(
1

2
βk0

)
= B0

F (M ; ΛH) +BF (u
2), (C.9)
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ここで β = 1/T , k0 = iωn = iπ(2n + 1)T , u = M/T であり, 関数 1
2β tanh(

1
2βk0)は k0 において極を持つ.

ゼロ温度の要素については, 4次元カットオフを用いて以下のように与えられる:

A0
F (M ; ΛH) =

∫
ΛH

d4kE
(2π)4

1

(k2E +M2)2
=

1

(4π)2
1

2

[
ln

(
1 +

Λ2
H

M2

)
− Λ2

H

Λ2
H +M2

]
, (C.10)

B0
F (M ; ΛH) = −

∫
ΛH

d4kE
(2π)4

2M2

(k2E +M2)3
= − 1

(4π)2
Λ4
H

2(Λ2
H +M2)2

. (C.11)

ここでそれぞれ極を足しあげることで, 熱効果関数は以下のように計算される:

AF (u
2)は, k0 = ω において, 2位の極を持つ;

AF (u
2) =

∫ i∞+ϵ

−i∞+ϵ

dk0
2πi

∫
d3k

(2π)3
2

(k0 − ω)2(k0 + ω)2
1

eβk0 + 1

= lim
k0→ω

d

dk0

∫
d3k

(2π)3
2(k0 − ω)2

(k0 − ω)2(k0 + ω)2
1

eβk0 + 1

= − 1

4π2

∫ ∞

0

dx
x2

(
√
x2 + u2)3

1

1 + e
√
x2+u2

− 1

8π2

∫ ∞

0

dx
x2

(
√
x2 + u2)2

1

1 + cosh
√
x2 + u2

, (C.12)

ただし AF (u
2)は, 原点 u = 0において対数発散 lnuを含む.

BF (u
2)は k0 = ω において 3位の極を持つ;

BF (u
2) =

∫ i∞+ϵ

−i∞+ϵ

dk0
2πi

∫
d3k

(2π)3
4M2

(k0 − ω)3(k0 + ω)3
1

eβk0 + 1

= 4M2 lim
k0→ω

1

2!

d2

dk20

∫
d3k

(2π)3
(k0 − ω)3

(k0 − ω)3(k0 + ω)3
1

eβk0 + 1

=
2u2

π2

[
3

∫ ∞

0

dx
x2

(
√
x2 + u2)5

1

1 + e
√
x2+u2

+ 3

∫ ∞

0

dx
x2

(
√
x2 + u2)4

1

1 + cosh
√
x2 + u2

+

∫ ∞

0

dx
x2

(
√
x2 + u2)3

1

1 + cos
√
x2 + u2

tanh

(
1

2

√
x2 + u2

)]
. (C.13)

本論では熱効果関数の数値積分結果を以下のフィット関数を用いてフィットした:

AF (u
2) =

1

8π2
lnu+ e−u

40∑
n=0

anu
n, (C.14)

BF (u
2) = e−u

40∑
n=0

bnu
n . (C.15)
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付録 D

経路変形法による多次元バウンス解の求解

本研究は 2次元バウンス解の解法として, 経路変形法のアイデアを用いた. ここでは一般的な多次元バウン

ス解の経路変形法による求解方法を紹介する [131]. スカラー場 ϕi に対する以下のラグランジアンを考える:

L =
1

2
(∂µϕi)(∂

µϕi)− V (ϕi) . (D.1)

このときバウンス解は, 以下のユークリッド作用を最大化するものとして求められる,

SE =

∫
d4x

[
1

2
(∂µϕi)(∂

µϕi) + V (ϕi, T )

]
. (D.2)

このとき有限温度においては, SE(T ) = S3(T )/T . O(3)対称性を仮定したとき, 以下の 3次元ユークリッド作

用をえる: r2 =
∑
x2i とし,

S3(T ) =

∫
d3r

[
1

2

(
dϕi
dr

)2

+ V (ϕi, T )

]
. (D.3)

したがって, バウンス解 ϕi(r)に対する運動方程式は次のように与えられる:

d2ϕi
dr2

+
2

r

dϕi
dr

=
∂V (ϕ, T )

∂ϕi
, (D.4)

ただし, 次の境界条件を満たす:

ϕi(∞) =
dϕi(∞)

dr
=
dϕi(0)

dr
= 0 . (D.5)

境界条件 (D.4)を満たす連立微分方程式 (D.4)の初期値の探索は困難である. 経路変形法は, 微分方程式の数

を狙い撃ち法を用いることができる 1つに減らす手法である. ここではその手法を紹介する.

はじめに, 多次元のポテンシャル上のトンネリングが, 経路 ϕi = ϕi(x)で起こると仮定する. このとき xは,

経路をパラメータ付する変数であり,
∑
i(dϕi/dx)

2 = 1を要求する. このとき運動方程式は, 以下のように書

き換えることができる:

dϕi
dx

(
d2x

dr2
+

2

r

dx

dr

)
+
d2ϕi
dx2

(
dx

dr

)2

=
∂V (ϕ, T )

∂ϕi
. (D.6)

さらに xが次の微分方程式を満たすとする:

d2x

dr2
+

2

r

dx

dr
=
∂V (ϕ(x), T )

∂x
, (D.7)
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ここでこの運動方程式は, 狙い撃ち法によって解を得ることができる. また x方向の微分は以下のように書き

表わせる:

∇∥ ≡ ∂

∂x
e∥(x) =

∑
i

dϕi(x)

dx

∂

∂ϕi
ei .

簡単のために, ポテンシャル V (ϕ, T )の温度依存性を明記しない. ここで式 (D.6)に式 (D.7)を代入すると,

d2ϕi
dx2

(
dx

dr

)2

=
∂V (ϕ)

∂ϕi
− dϕi
dx

[
∂V (ϕ(x))

∂x

]
=

 ∂

∂ϕi
− dϕi
dx

∑
j

dϕj
dx

∂

∂ϕj

V (ϕ) (D.8)

を得る. ここでこの微分演算子を以下のように定義する:

(∇⊥)i ≡
∂

∂ϕi
− dϕi
dx

∑
j

dϕj
dx

∂

∂ϕj
(D.9)

=
∂

∂ϕi
−
(
dϕi
dx

)2
∂

∂ϕi
− dϕi
dx

∑
j ̸=i

dϕj
dx

∂

∂ϕj

=

[
1−

(
dϕi
dx

)2
]

∂

∂ϕi
− dϕi
dx

∑
j ̸=i

dϕj
dx

∂

∂ϕj
=
∑
k ̸=i

dϕk
dx

dϕk
dx

∂

∂ϕi
− dϕi
dx

∑
j ̸=i

dϕj
dx

∂

∂ϕj
.

より簡潔な表現を得るために, 以下のように表すことにする:

∇⊥ =
∑
i

∑
k ̸=i

dϕk
dx

dϕk
dx

∂

∂ϕi
− dϕi
dx

∑
j ̸=i

dϕj
dx

∂

∂ϕj

 ei (D.10)

=
∑
i

∑
j ̸=i

(
dϕj
dx

∂

∂ϕi
− dϕi
dx

∂

∂ϕj

)
dϕj
dx

ei +
∑
i,j,k

ϵijk

(
dϕk
dx

dϕk
dx

∂

∂ϕi
− dϕi
dx

dϕj
dx

∂

∂ϕj

)
ei. (D.11)

この微分演算子の意味を理解するために, 2次元 ϕi = ϕ1, ϕ2 の場合を考える. このとき,

∇⊥ = −dϕ2
dx

(
dϕ1
dx

∂

∂ϕ2
− dϕ2

dx

∂

∂ϕ1

)
e1 +

dϕ1
dx

(
dϕ1
dx

∂

∂ϕ2
− dϕ2

dx

∂

∂ϕ1

)
e2

=

(
dϕ1
dx

∂

∂ϕ2
− dϕ2

dx

∂

∂ϕ1

)(
−dϕ2
dx

e1 +
dϕ1
dx

e2

)
, (D.12)

したがって, この微分はトンネリング経路の進行方向に垂直な方向の微分演算子であり, 直交基底は以下である

ことがわかる:

e⊥(x) = −dϕ2(x)
dx

e1 +
dϕ1(x)

dx
e2 . (D.13)

経路変形法は, 式 (D.4)の連立微分方程式を以下のように書き換える手法である:

d2x

dr2
+

2

r

dx

dr
= ∇∥V (ϕ(x)),

d2ϕ

dx2

(
dx

dr

)2

= ∇⊥V (ϕ(x)). (D.14)

上式はトンネリング経路の進行方向のバウンス解と, その経路と常に垂直方向の拘束条件を表す. この拘束条

件は以下のように, 垂直方向の力として再定義できる:

N =
d2ϕ

dx2

(
dx

dr

)2

−∇⊥V (ϕ(x)), (D.15)

これは正しいトンネリング経路において |N(x)| = 0を満たし, これが経路変形の指標となる. この観点からポ

テンシャル V (ϕ)で与えられるバウンス解の導出は, ポテンシャル V (ϕ)上のトンネリング経路を探すことで

あり, これはポテンシャル V (ϕ)上において, 進行方向以外に何も力を受けず運動する測地線を探すことと対応

している.
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