
博士論文

拡張 Scotogenic模型における
暗黒物質の現象論と Leptogenesis

金沢大学大学院自然科学研究科
数物科学専攻

学籍番号 1924012002

氏名 橋本剛
主任指導教員 末松大二郎
提出年月 2022年 1月



目次

第 1章 導入 3

第 2章 ニュートリノの質量 5

2.1 標準模型と電弱対称性の自発的破れ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 5

2.2 ニュートリノ振動 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 7

2.3 Pontecorvo-牧-中川-坂田行列 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 8

2.4 Lepton flavorの破れ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 9

2.5 Seesaw機構 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 11

第 3章 暗黒物質 14

3.1 初期宇宙の熱力学 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 14

3.2 一様等方宇宙での Boltzmann方程式 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 15

3.3 冷たい暗黒物質に対する Boltzmann方程式の近似解 . . . . . . . . . . . . . . . . . 17

3.4 共対消滅を含む暗黒物質の Boltzmann方程式 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 17

第 4章 Baryon数非対称性 19

4.1 Baryon数非対称性 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19

4.2 Sakharovの 3条件 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19

4.3 スファレロン過程 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 20

第 5章 Scotogenic模型 24

5.1 Scotogenic模型 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 24

5.2 Inert doubet暗黒物質 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 31

第 6章 拡張 scotogenic模型 38

6.1 模型 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 38

6.2 Inflation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 40

6.3 Leptogenesis . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 44

6.4 Inert doublet暗黒物質 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 47

6.5 暗黒物質の現象論 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 49

第 7章 まとめ 58

1



付録 A Inflation 59

A.1 Slow-roll inflation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 59

A.2 s-inflation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 60

A.3 再加熱 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 64

付録 B 実 singlet scalar S と gauge bosonの有効相互作用 65

付録 C 暗黒物質の捕獲率 67

謝辞 70

参考文献 71

2



第 1章

導入

素粒子標準模型は電弱 scale までの物理をよく記述することができる. 一方で, 小さなニュートリ
ノの質量 [1–8], 暗黒物質の存在 [9–11], 宇宙の baryon数非対称性 [12–14]など標準模型では説明す
ることのできない実験・観測結果が存在する. これらの問題を説明するため様々な標準模型の拡張が
考えられており, その中でニュートリノの質量と暗黒物質を同時に説明することのできる最小の模型
の 1つとして scotogenic模型 [15]がある. この模型では, 標準模型に inert doublet scalarと右巻き
ニュートリノが新たに導入される. これらの新しい粒子は Z2 対称性の下で奇パリティをもち, 標準模
型のすべての粒子は偶パリティをもつ. このようにして導入された TeV-scaleの新粒子によって微小
なニュートリノの質量を 1-ループレベルで生成することができ, 電気的に中性でかつ Z2 対称性の下
で奇パリティをもつ粒子のうち最も軽い粒子が暗黒物質の候補となる. また scotogenic模型と様々な
拡張 scotogenic模型において leptogenesis [16]によって baryon数非対称性を説明するなど様々な現
象論的問題が研究されている [17–32].

本論文では, inflation の観点からこの scotogenic 模型の拡張を考える. 宇宙マイクロ波背景放射
(CMB: Cosmic Microwave Background) の観測結果から, ビッグバンの前に宇宙の指数関数的な膨
張があったことが示唆されている [33–36]. CMB の観測から inflation を説明する模型に対して制限
が付けられ, これまでに提案された多くの模型が棄却されている. その中で, Higgs inflationは現在で
も CMB の観測と矛盾しない有力な模型の 1 つである [37, 38]. この模型では Higgs doublet が非最
小結合と呼ばれる Ricci scalar との結合をもち, かつこの非最小結合が大きな値をもつ場合には場の
値が大きな領域で Higgs potential が十分に平坦になるという特徴により inflation を実現している.

本論文では右巻きニュートリノの質量起源を説明するために新たに導入した実 singlet scalarが Ricci

scalarと非最小結合をもち, inflatonとして宇宙初期の inflationを引き起こす場合を考える. このよ
うな実 singlet scalarが非最小結合をもち inflatonとして振る舞う模型は別の文脈で s-inflationと呼
ばれ研究がなされている [39–41]. この s-inflationでは Higgs inflationをはじめとする多くの模型に
現れるユニタリティ問題が回避できる可能性が示唆されている [42–46]. 本論文で考えるこの拡張模型
の重要な点として, inflatonが inflationと右巻きニュートリノの質量起源を説明するだけでなく暗黒
物質の現象論や leptogenesisに影響を与える可能性がある.

銀河の回転曲線, CMBの揺らぎ, 弾丸銀河団などの観測から宇宙には暗黒物質と呼ばれる未知の物
質が存在すると考えられている [10, 11]. 標準模型にはこの暗黒物質の候補となる粒子が存在しないた
め, 暗黒物質はニュートリノの質量と同様に標準模型を超える物理の存在を示している. 暗黒物質を発

3



見するためにこれまで直接探索実験, 間接探索実験, 加速器実験など様々な方法で探索がなされてき
た. しかし, 現在も CMBなどの宇宙論的な観測以外で暗黒物質の兆候を示す結果は得られていない.

その中の 1つである暗黒物質の直接探索実験によって, 現在暗黒物質と核子の間の散乱断面積には厳
しい制限が課せられている [47]. 熱的に生成された暗黒物質が脱結合することで現在の宇宙に存在す
る暗黒物質の残存量になったとすると, その散乱断面積は直接探索実験で得られる制限よりも大きく
なる傾向がある. 多くの暗黒物質の存在を説明する模型では暗黒物質と核子の散乱が暗黒物質の対消
滅過程に直接関係するため, そのような模型は厳しい制限を受けることになる. 一方で, 暗黒物質と核
子の散乱を引き起こす相互作用と暗黒物質の対消滅との間に直接的な関係がない模型であれば, この
制限を逃れ様々な新しい現象が期待される.

このような暗黒物質の候補として, 本研究ではこの拡張模型における inert doublet が暗黒物質
を含む場合を考える. 暗黒物質の質量がおおよそ 600GeV よりも大きいような領域では, inert

doublet の成分が共対消滅することで観測されている暗黒物質の残存量を説明できることが知られ
ている [48–50]. Inert doublet 暗黒物質に対する暗黒物質の直接探索実験からの制限として Higgs

bosonを介した核子との散乱に対するものがあるが, 共対消滅によって暗黒物質の残存量が決定され
る場合この直接探索実験の制限から逃れることができる. これによって様々な制限と矛盾することな
く暗黒物質の有望な候補となる. 本研究で考える模型では, 暗黒物質に対して新たにいくつかの特徴が
現れる. まず, 特定の条件を満たす場合には実 singlet scalar の存在によって inert doublet 暗黒物質
の自己相互作用が十分に大きくなる可能性がある. このような場合, 暗黒物質同士の散乱が増大するこ
とで太陽中における暗黒物質の捕獲率に影響を与える可能性がある. したがって, 本模型における暗黒
物質の現象論に重要な影響を与えることが予想される. またニュートリノの質量がとても小さいこと
から inert doubletの中性成分間の質量が縮退していることが考えられ, その場合非弾性散乱が起こり
やすくなる. これらを考慮して, 暗黒物質の消滅によって生じる高エネルギーニュートリノや単色ガン
マ線に焦点を当てて, inert doublet暗黒物質の現象論について議論する [51–54].

以降の本論文の構成は次のようになっている. まず第 2章で標準模型について触れたのち, ニュー
トリノの質量と代表的なニュートリノ質量生成模型やその特徴について説明する. 第 3章では本研究
で必要な宇宙論の知識と暗黒物質やその次の章で議論する leptogenesis に用いる Botzmann 方程式
についてまとめ, 暗黒物質の残存量を計算する近似式を与える. 第 4章では宇宙の baryon数非対称性
と leptogenesis で重要となるスファレロン過程について述べる. 第 5 章では scotogenic 模型によっ
てニュートリノの質量, 暗黒物質, 宇宙の baryon数非対称性をどのように説明できるかについて, 主
に inert doublet が暗黒物質である場合に着目して述べる*1. 第 6 章が本論文の主要な結果について
である. 本研究で考えた拡張 scotogenic模型を簡単に説明した後, inflation及び低い再加熱温度下で
の leptogenesis について議論する. この模型における inert doublet 暗黒物質のいくつかの特徴を議
論し, 暗黒物質の残存量と直接探索実験から得られる制限を組み合わせて許される parameter領域を
評価する. 最後に, 本模型における太陽中に捕獲される暗黒物質の捕獲率の変化を考慮して, 予想され
る太陽からの高エネルギーニュートリノと銀河中心や矮小楕円体銀河からの高エネルギーガンマ線に
ついて計算する. 最後の章はまとめである.

*1 第 2章から第 5章がレビューである.
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第 2章

ニュートリノの質量

素粒子標準模型は素粒子とその間に働く力のうち重力を除く基本的な力である強い力, 弱い力, 電磁
気力の 3つの力を記述することのできる模型である. 標準模型は SU(3)C ×SU(2)L×U(1)Y の gauge

対称性によって記述され, 現在の電弱 scaleまでの実験事実をよく説明している. 一方で, ニュートリ
ノ質量の存在を始めとして標準模型では説明することのできない問題も残っている. 本章では標準模
型について簡単に述べた後, ニュートリノの質量とその生成機構についてまとめる.

2.1. 標準模型と電弱対称性の自発的破れ
標準模型に含まれる fermionと bosonを表 2.1にまとめる. 標準模型の Lagrangianは

LSM = LFermion + LGauge + LHiggs + LYukawa

に分けて書くことができる. これらの Lagrangianはそれぞれ

LHiggs = (Dµϕ)
†Dµϕ− V (ϕ), V (ϕ) = m2

ϕϕ
†ϕ+ λ(ϕ†ϕ)2,

LGauge = −1

4

8∑
a=1

GaµνG
aµν − 1

4

3∑
a=1

W a
µνW

aµν − 1

4
BµνB

µν ,

LFermion =
∑

ψ=fermion

ψ̄iγµDµψ,

LYukawa =

3∑
i,j=1

(
Y uijQiϕ̃uRj + Y dijQiϕdRj + Y ℓijLiϕℓRj + h.c.

)
で与えられる. Dµ は共変微分であり, SU(3)C , SU(2)L, U(1)Y の gauge boson をそれぞれ Gaµ

(a = 1-8), W a
µ (a = 1, 2, 3), Bµ としたとき

Dµ ≡ ∂µ − igS

8∑
a=1

Gaµ
λa
2
δS − ig

3∑
a=1

W a
µ

σa
2
δL − ig′AµY

である. gS , g, g
′ はそれぞれ SU(3)C , SU(2)L, U(1)Y の gauge結合定数であり, Y は hypercharge,

δS,L は fermionもしくは scalarに対してそれぞれ SU(3)C triplet, SU(2)L doubletならば 1, singlet

ならば 0 である. また λa, σa はそれぞれ Gellman 行列, Pauli 行列である. Vµν (V = G,W,B) は
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SU(3)C SU(2)L U(1)Y spin

Qi =

(
uL

dL

)
,

(
cL

sL

)
,

(
tL

bL

)
3 2 1/6 1/2

uRi = uR, cR, tR 3 1 2/3 1/2

dRi = dR, sR, bR 3 1 - 1/3 1/2

Li =

(
νe

eL

)
,

(
νµ

µL

)
,

(
ντ

τL

)
1 2 - 1/2 1/2

ℓRi = eR, µR, τR 1 1 1 1/2

ϕ =

(
ϕ+

ϕ0

)
1 2 1/2 0

表 2.1 標準模型における fermionと boson. i = 1, 2, 3は世代数である.

gauge boson に対する場の強さであり, また ϕ̃ ≡ iσ2ϕ
∗ で定義されている. Lagrangian の実性から,

湯川行列 Y u,d,ℓ 以外の parameterは実数である.

Higgs doublet が真空期待値をもち ⟨ϕ†ϕ⟩ = −m2
ϕ/(2λ1)となることで電弱対称性が自発的に破れ

る. SU(2)L × U(1)Y 対称性から一般性を失うことなく Higgs doublet の真空期待値を中性成分の
実部にもたせて ⟨0|ϕ|0⟩ = (0,

〈
ϕ0
〉
)T , ⟨ϕ0⟩ ≡

√
⟨ϕ†ϕ⟩ とすることができる. 以降では簡単のために

⟨ϕ⟩ ≡
〈
ϕ0
〉 と書くことにする. このようにして Higgs doublet が真空期待値をもつことで対称性が

SU(2)L × U(1)Y → U(1)EM に自発的に破れる. これに伴ってニュートリノ以外の fermionと 3つの
gauge bosonが質量を獲得する. また SU(2)L ×U(1)Y 対称性に伴う 4つの gauge bosonのうち 1つ
は質量が 0となり, これが光子となる. Higgs doubletの 4つの自由度のうち 3つは gauge bosonに
喰われるため, Higgs doubletの物理的な自由度は 1つだけである. この自由度を見やすくするために
unitary gaugeを考えると, Higgs doubletは　

ϕ = (0, ⟨ϕ⟩+ h/2)T

と真空期待値 ⟨ϕ⟩とその周りの揺らぎである hを用いて書くことができる. ここで hは Higgs boson

と呼ばれる. Higgs bosonの質量は測定されており, mh ≃ 125GeV [55]であることが分かっている.

Gauge bosonの質量項は Higgs doubletの共変微分を通して生じる. Higgs doubletの共変微分を
unitary gaugeで展開すると

(Dµϕ)
†Dµϕ =

1

2
∂µh∂

µh

+
1

8

[
g2(W 1

µW
1µ +W 2

µW
2µ) + (gW 3

µ − g′Bµ)(gW
3µ − g′Bµ)

]
(h2 + 2

√
2 ⟨ϕ⟩h)

+
g2 ⟨ϕ⟩2

4
g2(W 1

µW
1µ +W 2

µW
2µ) +

⟨ϕ⟩2

4
(gW 3

µ − g′Bµ)(gW
3µ − g′Bµ)

となり, 最後の行が gauge bosonの質量項に対応している. W 3
µ と Bµ については混合があるため

(W 3
µ , Bµ)

(
g2 −gg′

−gg′ g′2

)(
W 3µ

Bµ

)
= (Zµ, Aµ)

(
g2 + g′2 0

0 0

)(
Zµ

Aµ

)
,
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(
Zµ
Aµ

)
≡ 1√

g2 + g′2

(
gW 3

µ − g′Bµ
g′W 3

µ + gBµ

)
=

(
cos θWW

3
µ − sin θWBµ

sin θWW
3
µ + cos θWBµ

)
と対角化して質量固有状態にする. ここで θW はWeinberg角と呼ばれ

cos θW ≡ g√
g2 + g′2

, sin θW ≡ g′√
g2 + g′2

である. また観測値は sin2 θW ≃ 0.23となっている [55]. W 1
µ とW 2

µ は質量固有状態ではあるが電磁
相互作用の下での固有状態にはなっていないため,

W±
µ ≡ 1√

2
(W 1

µ ∓ iW 2
µ)

と電荷の定義できる状態に線形結合を取り直す. これによってW -boson W± と Z-boson Z0 の質量
はそれぞれ

m2
W ≡ g2 ⟨ϕ⟩2

2
, m2

Z =
(g2 + g′2) ⟨ϕ⟩2

2
=

m2
W

cos2 θW

となり光子 Aµ の質量は 0となる. Fermionについても同様に Higgs doubletの真空期待値から質量
が与えられ, 湯川結合 yf に対してmf = yf ⟨ϕ⟩となる. このようにして, グルーオン, 光子, ニュート
リノ以外の粒子は質量を獲得する. 標準模型ではニュートリノの質量は厳密に 0であるが, 次に見るよ
うにニュートリノには質量があると考えられており, 何らかの形で標準模型を拡張する必要がある.

2.2. ニュートリノ振動
標準模型の枠内では左巻きニュートリノのみが存在し右巻きニュートリノは存在しないため, ニュー

トリノは Dirac質量をもつことができない. またニュートリノは中性であるためMajorana粒子であ
る可能性があるが, ニュートリノのMajorana質量は lepton数を破る. このような寄与は標準模型内
には存在しないため, ニュートリノは標準模型では質量をもつことができない. しかし, ニュートリ
ノ振動によってニュートリノが非常に小さな質量をもつことが分かっている. エネルギー E をもつ
ニュートリノが距離 Lを飛ぶ間にニュートリノ振動により生じる遷移確立 P (να → νβ)は

P (να → νβ) = δαβ − 4
∑
i>j

Re(UαiU
∗
βiU

∗
αjUβj) sin

2

(
∆m2

ijL

4E

)

+ 2
∑
i>j

Im(UαiU
∗
βiU

∗
αjUβj) sin

2

(
∆m2

ijL

2E

)

で与えられる. ここで Uαi は次節で議論する弱固有状態と質量固有状態を繋ぐ unitary 行列である.

また∆m2
ij はニュートリノの質量固有値mi を用いて∆m2

ij ≡ m2
i −m2

j で定義されている. この式か
ら明らかなように, もしニュートリノの質量が 0もしくは全ての質量が等しければ P (να → β) = δαβ

となりニュートリノ振動は生じない. つまりニュートリノ振動が生じるということはニュートリノが
それぞれ異なる質量をもっていることを意味している. 観測されているニュートリノの質量 2乗差は

∆m2
21 = m2

2 −m2
1 ≃ 7.4× 10−5 eV2, |∆m2

31| = |m2
3 −m2

1| ≃ 2.5× 10−3 eV2
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となっている [56]. ∆m2
21 については符号が分かっているが, ∆m2

31 については絶対値のみしか分かっ
ていない. したがって, ニュートリノの質量階層としては大まかには

(i) m1 < m2 ≪ m3 順質量階層 (NH: Normal Hierarchy)

(ii) m3 ≪ m1 < m2 逆質量階層 (IH: Inverted Hierarchy)

の 2通りが考えられる.

2.3. Pontecorvo-牧-中川-坂田行列
ニュートリノが質量をもたない場合, 荷電 leptonの湯川行列を対角化した時にそれを打ち消すよう

に適当な unitary変換を施すことで weak bosonとの結合を対角な形にすることができる. したがっ
て, ニュートリノの質量が 0の場合 Cabbibo-小林-益川 (CKM: Cabbibo-Kobayashi-Maskawa) 行列
に対応する lepton sector の行列は物理的ではない. 一方で, ニュートリノが質量をもっている場合
には質量固有状態にするためには自由に unitary 行列をかけることができないので, 一般には CKM

行列に対応する行列が lepton sector でも生じる. この行列は Pontecorvo-牧-中川-坂田 (PMNS:

Pontecorvo-Maki-Nakagawa-Sakata) 行列と呼ばれる. ニュートリノを質量固有状態にすることを
考えなければ荷電 lepton の湯川行列を対角化した後に weak boson との結合が対角的になるように
ニュートリノの基底を取り直すことができるので, 一般性を失わずに荷電 leptonの湯川行列が対角化
された基底から議論を始めることができる. この場合 PMNS行列はニュートリノの混合行列となる.

ニュートリノが Dirac粒子である場合 PMNS行列の自由度は CKM行列と同じであり, 2つの混合
角と 1つの CP位相がある. ニュートリノがMajorana粒子である場合には質量を実非負にするため
に位相を決める必要があるので, ニュートリノが 3世代とも質量をもっていた場合全体の位相をくく
り出して場の再定義を行っても 2つの位相が残る. これはMajorana位相と呼ばれる. このMajorana

位相はニュートリノ振動には寄与しない. PMNS 行列の表記としては以下のものがよく用いられて
おり,

UPMNS =

 1 0 0
0 cos θ23 sin θ23
0 − sin θ23 cos θ23

 cos θ13 0 sin θ13e
−iδ

0 1 0
− sin θ13e

iδ 0 cos θ13


×

 cos θ12 sin θ12 0
− sin θ12 cos θ12 0

0 0 1

 1 0 0
0 eiα2/2 0
0 0 eiα3/2


=

 c12c13 s12c13 s13e
iδ

−s12c23 − c12s23s13e
−iδ c12c23 − s12s23s13e

−iδ s23c13
s12s23 − c12c23s13e

−iδ −c12s23 − s12c23s13e
−iδ c23s13

 diag
(
1, eiα2 , eiα3

)
となる. ここで cij ≡ cos θij , sij ≡ sin θij という記法を用いた. ニュートリノが Dirac粒子の場合は
Majorana位相は物理的な自由度ではないので α2 = α3 = 0とすればよい. ニュートリノ振動の観測
結果からMajorana位相以外は

(NH) sin2 θ12 = 0.31+0.013
−0.012, sin2 θ23 = 0.563+0.018

−0.024, sin2 θ13 = 0.02237+0.00066
−0.00065,

δ = 221+39
−28

◦,

(IH) sin2 θ12 = 0.310+0.013
−0.012, sin2 θ23 = 0.565+0.017

−0.022, sin2 θ13 = 0.0259+0.00065
−0.00065,
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δ = 282+23
−25

◦

と測定されている [56]. この結果から PMNS行列の各成分の大きさは近似的に tri-bimaximal混合と
呼ばれる以下の行列

UPMNS ≈ UTB =


√
2/3

√
1/3 0√

1/6
√

1/3
√

1/2√
1/6

√
1/3

√
1/2


に等くなる. sin2 θ13 が有限の値をもつため正確ではないが, tri-bimaximal混合を仮定することで模
型における様々な現象を第 0近似として見積もることができる.

2.4. Lepton flavorの破れ
標準模型ではニュートリノが質量をもたないため lepton flavor が厳密に保存している*1. 一方

でニュートリノ振動からニュートリノは質量をもつことが分かっているため, 一般には弱固有状態
と質量固有状態は異なる. これによって, 上述した PMNS 行列を通して flavor 間の混合が存在し
lepton flavor の破れが生じると考えられる. 実際ニュートリノの質量を説明する様々な模型では
lepton flavor の破れを予言し, 将来的に検証可能であると期待されている. ここでは新粒子は導入せ
ずニュートリノが質量をもつ場合を考えて, lepton flavorの破れの中でも代表的な過程である重たい
荷電 lepton ℓα が光子 γ を放出してより軽い荷電 lepton ℓβ に崩壊する ℓα → ℓβγ について議論する.

ℓα → ℓβγ の過程が運動学的に許されるためには α > β である必要があるため, µ → eγ, τ → eγ,

τ → µγ の 3種類の過程が存在する. 始状態の運動量を p, ループ運動量を k とすると不変散乱振幅は
3∑
i=1

U∗
αiUβi

(p+ k)2 −m2
i

に比例する形となっているため, 上で述べたように m2
i = 0もしくはすべての質量が縮退している場

合にはこれは δαβ に比例し lepton flavorの破れは存在しない. この計算は 1粒子既約なダイアグラム
のみを考えると発散が生じるが, 同じ摂動の次数として 1粒子可約なダイアグラムがありこれらの和
を計算すると

iM(ℓα → ℓβγ) =
ieg2mα

128π2m2
W

3∑
i=1

(UPMNS)
∗
αi(UPMNS)βi

m2
i

m2
W

ūβPR[2(p · ε)−mα(ε · γ)]uα (2.1)

となる. ただしここで荷電 lepton ℓα の質量を mα とし, m2
α ≫ m2

β を用いた. また uα, ε
µ はそれぞ

れ ℓα の spinorと光子の偏光 vectorである. したがって, 1粒子可約ではないダイアグラムまで考慮
して正しく摂動計算を行うと発散が相殺し有限な結果が得られる. またこの不変散乱振幅の形から,

mβ → 0の近似では 2(p · ϵ)を含む項と −mα/γ を含む項の係数が等しくなる.

これは gauge対称性とくりこみ可能性から理解することができる. まず荷電 leptonの共変微分から
くる光子との結合に対応する演算子は flavorに対して対角的であり全ての成分は等しいので, unitary

*1 正確には質量をもっていても全ての質量が縮退している場合は質量が 0 の場合と同様に lepton flavor の破れは存在し
ない.
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変換の下で不変であり flavorを破らない*2. したがって, ℓα → ℓβγ に対応する演算子として次に考え
られるのは次元 5の

O(5)
LFV = ℓβσµνℓαF

µν , ℓβσµνγ5ℓαF
µν (α, β = 1, 2, 3) (2.2)

となる. ここで Fµν は光子の場の強さであり, σµν ≡ i[γµ, γν ]/2である. 実際, より一般な不変散乱振
幅の形

iM(ℓα → ℓβγ) = iϵµ(q)uβ(p− q)Γµuα(p)

からこの演算子を導くことができる. Γµ は Lorentz対称性から

Γµ = γµ(ALPL +ARPR) + qµ(BLPL +BRPR) + pµ(B
′
LPL +B′

RPR)

+ iσµνq
ν(CLPL + CRPR) + iσµνp

ν(C ′
LPL + C ′

RPR)

となる. Gordon分解とWard-高橋恒等式及び on-shellの光子の偏光 vectorが ε(q) · q = 0を満たす
ことから BL,R は不変散乱振幅に寄与しないため, 最終的に

Γµ = iσµνq
ν(CLPL + CRPR)

となる. これはまさに (2.2)の演算子からくる寄与になっている. この演算子は次元 5の演算子である
ためくりこみ可能性からダイアグラム間で発散が相殺している必要があり, 上で見たように有限の結
果が得られる.

さらに Gordon分解を逆に用いると

iM(ℓα → ℓβγ) = iϵµūβ(CLPL + CRPR)[2(p · ε)−mα(ε · γ)]uα

となる. したがってm2
α ≫ m2

β という近似を用いた結果, (2.1)から CL = 0となっている. この振る
舞いは相互作用の形に依存するが, 今回計算を行った標準模型粒子のみが寄与する過程や, 第 5章で議
論する scotogenic模型のような内線に右巻き fermionが飛ぶ過程においては, 相互作用の形から同様
に CL = 0となる. したがって, この条件を満たす場合には lepton flavorの破れ ℓα → ℓβγ を計算す
る際には CR のみを求めることができれば十分である. また CR を求めるためには 1粒子既約なダイ
アグラムの有限項 p · εのみに着目して 2(p · ε)の係数を求めればよいことになる*3.

ニュートリノが質量をもつこと以外標準模型の枠組みで計算をした結果, lepton flavor の破れは
ニュートリノ質量に比例する形となり, 例えば µ → eγ について Br(µ → eγ) ≲ 10−54 となり検証す
ることが困難である. 一方で, ニュートリノの質量を説明するための新しい寄与が lepton flavorの破
れに寄与する場合, 模型によっては将来的に検証できる可能性がある.

*2 本論文では荷電 leptonの湯川行列は対角化されている基底から始めて議論しているが, このように unitary変換で不変
であるため gauge 相互作用が対角的である弱固有状態から質量固有状態に移っても光子や Z-boson との結合は flavor

を変えない.
*3 −mα(ε · γ)と 2(p · ε)の係数は同じであるが, mα(ϵ · γ)の係数を求めようとすると上で計算したように 1粒子可約な
ダイアグラムによる寄与があるため, 有限部分のみに着目しても 1粒子可約なダイアグラムを考慮する必要が出てくる.
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図 2.1 左から (a) Type-I seesaw 模型 (b) Type-II seesaw 模型 (c) Type-III seesaw 模型にお
けるWeinberg演算子に対応するダイアグラム.

2.5. Seesaw機構
ニュートリノに質量を与える最も簡単な拡張は, 標準模型の他の fermion 同様ニュートリノにも

右巻きニュートリノ N が存在し, Higgs doublet との湯川結合を通して質量を獲得するものである.

Flavorの添え字を無視すると湯川結合は

yνLϕ̃N + h.c.,

で与えられる. したがってニュートリノの Dirac 質量行列はMν = yν ⟨ϕ⟩ となる. ニュートリノ質
量の典型的な scale は O(0.1 eV) 以下なので, このようにしてニュートリノに質量が与えられる場合
yν < 10−12 という微小な値が要求される. この値は標準模型で最も小さい湯川結合である電子の湯川
結合より更に 6桁以上小さい. 理論的にはこのような微調整は許されるが, もう一つの可能性として標
準模型の他の fermionとは異なる形でニュートリノは質量を得ているということが考えられる.

ニュートリノは U(1)EM の下で中性であるため, 粒子と反粒子が同一のMajorana粒子である可能
性がある. ニュートリノがMajorana粒子である場合に重要となるのがWeinberg演算子 [57]である.

Weinberg演算子とはニュートリノのMajorana質量を実現する最小の演算子であり,

OWeinberg = Lcϕϕ̃†L

で与えられる. この演算子は lepton数を |∆L| = 2破っているため, 標準模型では生じない. またこの
演算子は次元 5の演算子であるため, Lagrangianではこの演算子に質量次元をもった Λが 1/Λとい
う形でかかる. したがって, 標準模型の拡張として lepton数の破れを含み, かつ新物理の scale Λが十
分大きければ自然にニュートリノの質量を小さくすることができる.

そのようなWeinberg 演算子を実現しニュートリノに小さな質量を与える機構として seesaw 機構
がある [58–60]. Seesaw機構には type-I, type-II, type-IIIがありそれぞれ singlet fermion N , scalar

triplet ∆, triplet fermion Σ が新たに導入される. それぞれの模型におけるWeinberg演算子を実現
するダイアグラムを図 2.1に示す. 生成されるニュートリノ質量の形についてはどの機構も同じであ
り, 標準模型の lepton doublet, Higgs doubletと lepton数を破る形で結合し, 重たい新粒子を積分す
ることでWeinberg演算子が実現される.
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ここでは type-I seesaw 模型を考える. この模型では, 標準模型に Majorana 質量をもつ右巻き
ニュートリノを導入する*4. Weinberg演算子に関連する Lagrangianは

−Ltype-I = Ltype-I
Majorana + Ltype-I

Yukawa

で与えられる. ここで Ltype-I
Majorana, L

type-I
Yukawa はそれぞれ右巻きニュートリノのMajorana質量項と湯川

相互作用項である. 荷電共役変換を γ 行列を用いて N c ≡ CN̄T (C ≡ iγ2γ0)と定義すると, 任意の
fermion ψ, χについて ψ̄χc = χ̄ψc が成り立つ. よって右巻きニュートリノに対する一般の非対角な
Majorana質量項は

M̃ijN c
iNj + h.c. =

M̃ij + M̃ji

2
N c
iNj + h.c. =M0

ijN
c
iNj + h.c.

のように複素対称行列 M0 ≡ (M̃ij + M̃ji)/2 を用いて書くことができる. さらに複素対称行列は
unitary行列で対角化可能であるため, unitary行列 U を用いてN → UN と unitary変換することで
UTM0U = diag(M1,M2,M3)と対角成分が非負の行列に対角化することができる. またこの質量固
有状態の右巻きニュートリノを質量の軽い順に N1, N2, N3 と再定義することができるため, 一般性
を失うことなく右巻きニュートリノのMajorana質量項を

Lscoto
Majorana =

3∑
i=1

Mi

2
(N c

iNi +NiN
c
i ), 0 ≤M1 ≤M2 ≤M3,

とすることができる. また湯川相互作用は

Lscoto
Yukawa =

3∑
i,α=1

(
yαiLαϕ̃Ni + h.c.

)
,

で与えられる.

よって電弱対称性が自発的に破れた後のニュートリノの質量行列はmD ≡ y ⟨ϕ⟩とすると

1

2
(ν,N c)

(
0 mD

mT
D M

)(
νc

N

)
,

となる. 右巻きニュートリノのMajorana質量が電弱 scaleよりも十分に大きい場合, この行列を対角
化することで標準模型ニュートリノのMajorana質量は

mν ≃ −mDM
−1mT

D

と求められる. これから, 右巻きニュートリノが重たいほど標準模型ニュートリノの質量が軽く
なることが分かる. 例えば 0.1 eV のニュートリノ質量を得るためには重たい Majorana 質量は
M ∼ 1014 GeV程度となる.

Type-I seesaw 模型は Weinberg 演算子を実現する最も簡単な模型の 1 つである. この場合,

Weinberg 演算子はツリーレベルで実現されたが, 暗黒物質と関連して様々な離散対称性を課す拡張

*4 標準模型ニュートリノの質量を説明するためには, 少なくとも 2 つの標準模型ニュートリノが非 0 の質量をもつことか
ら最小の右巻きニュートリノの世代数は 2である. ここでは標準模型の fermion同様 3世代の右巻きニュートリノを導
入して議論する.
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模型が存在し, そのような模型ではWeinberg 演算子はループレベルで実現される. このような輻射
seesaw模型では, ツリーレベルではニュートリノ質量が 0であるが, 輻射補正によりニュートリノが
質量を獲得する. このとき n-ループに対して 1/(4π)2n という因子が現れること及び摂動的に高次の
寄与になることから, 結合定数による抑制によって得られる質量が通常の seesaw機構よりも小さくな
る. 言い換えると, より大きな湯川結合定数もしくはより軽い新粒子の質量でニュートリノの質量を再
現することができる. またこのような模型では新しい scalarを導入することでループレベルでの質量
生成を実現し, その際に scalar potential の結合定数が生成されるニュートリノの質量に関係してく
る. この parameterを調整することで, より大きな湯川結合や軽い新粒子を考えることができ, lepton

flavorの破れを始め様々な現象が予測される. また離散対称性を課すような模型においては, 新粒子に
中性粒子が存在すれば暗黒物質の候補となる. 第 5 章では, そのような模型の中でも最小の模型の 1

つである scotogenic模型について述べ, 第 6章では拡張 scotogenic模型について議論する.
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第 3章

暗黒物質

宇宙には標準模型粒子以外にも暗黒物質と呼ばれる未知の物質が存在することがわかっている. 暗
黒物質のエネルギー密度は標準模型粒子からなる通常の物質の約 5倍にもなっており, ニュートリノ
の質量と並んで標準模型では説明することのできない問題である. 本章では暗黒物質の中でも特に以
降で議論するWeakly Interacting Massive Particle (WIMP) について, 暗黒物質の残存量を見積も
るために必要な Boltzmann方程式とその近似解を与える.

3.1. 初期宇宙の熱力学
初期宇宙においては宇宙は高温高密度であり, 各成分は平衡状態になっていたと考えられる. 平衡状

態における温度 T , 運動量 pの粒子についての分布関数は

f(p) =
1

e(E(p)−µ)/T ± 1
,

となる. ここで E(p) =
√
p2 +m2 は粒子のエネルギーである. また分母の ±は fermionの場合 +,

bosonの場合 −とする. 粒子の内部自由度を g とすると, 平衡状態における数密度 n, エネルギー密度
ρ, 圧力 pは分布関数の積分として

n =
g

(2π)3

∫
f(p)d3p,

ρ =
g

(2π)3

∫
Ef(p)d3p,

p =
g

(2π)3

∫
|p|2

3E
f(p)d3p

で与えられる. 非相対論的極限 T ≪ mにおいて化学 potentialが T ≪ µを満たす場合は

n ≃ g

(
mT

2π

)3/2

e−(m−µ)/T ,

ρ ≃ nm+
3

2
nT,

p ≃ nT,
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相対論的極限において化学 potentialが無視できる場合は

n ≃ ζ(3)

π2
gT 3 ×

{
1 boson
3/4 fermion

ρ ≃ π2

30
gT 4 ×

 1 boson

7/8 fermion

p ≃ ρ

3

となる. ここで ζ(z)は zeta関数である. 宇宙の放射優勢期における全エネルギー密度 ρは光子の温
度を T とすると

ρ =
π2

30
g∗(T )T

4

と表すことができる. ここで g∗(T )は有効自由度と呼ばれ, 近似的に

g∗ ≃
∑

A=boson

gA

(
TA
T

)4

+
7

8

∑
A=fermion

gA

(
TA
T

)4

で与えられる. ただし相対論的粒子についてのみ和を取っており, 非相対論的粒子は寄与しない. 相対
論的粒子のエントロピーは

s =
2π2

45
g∗ST

3

で表される. g∗S はエントロピーに関する有効自由度である. これも相対論的粒子の寄与のみを考える
と近似的に

g∗S ≃
∑

A=boson

gA

(
TA
T

)3

+
7

8

∑
A=fermion

gA

(
TA
T

)3

となる.

放射優勢期においては Friedmann方程式から Hubble parameterは

H =

√
4π3g∗
45

T 2

mP

と表すことができる. ただしmP は Planck質量である.

3.2. 一様等方宇宙での Boltzmann方程式
初期宇宙において平衡状態にあった粒子は, 宇宙が膨張し温度が下がると共に平衡状態から離脱す

る場合がある. そのような場合に, Boltzmann方程式を解くことでこの過程を定量的に評価すること
ができる. Boltzmann方程式は

pµ
∂f

∂xµ
− Γµνλp

νpλ = C[f ]
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で与えられる. ここで Γµνλ は Christoffel記号である. 左辺は重力場の下で運動する粒子の分布関数の
変化を表しており, 右辺は衝突項と呼ばれ粒子の相互作用による寄与である. 一様等方な宇宙を考えて
分布関数を運動量で積分すると

dn

dt
+ 3Hn = 2

∫
gd3p

(2π)32E
C[f ]

が得られる. 左辺第 2項は宇宙膨張によって数密度が小さくなることを表している.

右辺の衝突項としてある粒子 aに着目し ab · · · ↔ ij · · · という反応を考えると, 衝突項は

C[f ] = −1

2

∫
gbd

3pb
(2π)32Eb

· · · gid
3pi

(2π)32Ei

gjd
3pj

(2π)32Ej
· · · × (2π)4δ4(pa + pb + · · · − pi − pj − · · · )

×
[
fafb · · · (1± fi)(1± fj)|Mab···→ij···|2 − fifj · · · (1± fa)(1± fb)|Mij···→ab···|2

]
となる. ここで 1 ± fi は boson に対しては +, fermion に対しては −である. T対称性が存在する,

もしくは CPT定理から CP対称性が存在する場合は |Mab···→ij···|2 = |Mij···→ab···|2 となる. さらに
粒子が希薄な極限においては 1 + f ≃ 1となるので Boltzmann方程式

dna
dt

+ 3Hna = −
∫

gad
3pa

(2π)32Ea

gbd
3pb

(2π)32Eb
· · · gid

3pi
(2π)32Ei

gjd
3pj

(2π)32Ej
· · ·

× (2π)4δ4(pi + pj − kk − kℓ − · · · )|Mab···→ij···|2(fafb · · · − fifj · · · )

が得られる. 運動学的平衡が保たれている場合には f = f eq(n/neq)と平衡状態と同じ形を保つ. 特に
2体の χχ̄↔ XX̄ を考え終状態の粒子が熱平衡分布になっているとすると Boltzmann方程式は

dnχ
dt

+ 3Hnχ = −⟨σχχ̄→XX̄v⟩
(
n2χ − neq2χ

)
となる. ただしここで nχ = nχ̄ とした. ここで熱平均化された散乱断面積は

⟨σχχ̄→XX̄v⟩ ≡
1

neqχ n
eq
χ̄

∫
gχd

3pχ
(2π)32Eχ

gχ̄d
3pχ̄

(2π)32Eχ̄

gXd
3pX

(2π)32EX

gX̄d
3pX̄

(2π)32EX̄

× (2π)4δ4(pχ + pχ̄ − pX − pX̄ − · · · )|Mχχ̄→XX̄ |2e−(Eχ+Eχ̄)/T

で定義される.

エントロピー保存から sa3 が一定なので, Y ≡ nχ/sと変数変換すると便利である. 放射優勢期にお
ける Hubble parameter

H =

√
4π3g∗
45

T 2

mP
=

1

2t

と x ≡ m/T を用いると Boltzmann方程式は

dY

dx
= −⟨σv⟩ s

xH

(
Y 2 − Y 2

EQ

)
となる.
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3.3. 冷たい暗黒物質に対する Boltzmann方程式の近似解
粒子数が凍結される際に暗黒物質が非相対論的である場合, この暗黒物質は冷たい暗黒物質と呼ば

れる. ここでは着目している粒子が非相対論的である場合の Boltzmann方程式の近似解を与える. 脱
結合時の温度を xF とすると x≫ xF のとき Y ≫ Yeq となるので, Boltzmann方程式は

dY

dx
≃ −⟨σv⟩ s

Hx
Y 2 = −λ ⟨σv⟩

x2
Y 2, λ ≡

√
π

45g∗
g∗SmimP ,

と表すことができる. x < xF では dY/dx ≃ 0でなので, xF < x <∞で積分することで

Y (∞) ≃ 1

λJ(xF )
, J(xF ) ≡

∫ ∞

xF

⟨σv⟩
x2

dx,

となる. したがって暗黒物質の残存量は

Ωh2 ≃ 1.07× 109 GeV−1

J(xF )g
1/2
∗ mP

,

と求めることができる.

また, 脱結合時の温度 xF について Y (xF )− YEQ(xF ) ≃ YEQ を定義とすると Boltzmann方程式に
これを代入して xF について解くことで

xF ≃ log

[
0.038mP gχmχ ⟨σv⟩

(g∗xF )1/2

]
が得られる. これを数値的に解くと典型的な値は 20 ≲ xF ≲ 30である.

熱平均化された対消滅散乱断面積 ⟨σv⟩を変形すると

⟨σv⟩ = e2mi/T

(2πmiT )3

∫
d3pid

3pī(σv)e
−(Eχ+Eχ̄)/T

と書き表すことができる. 暗黒物質は非相対論的だと考えているので, 相対速度 v2 が小さいとして

σv = a+ bv2 +O(v4),

のように σv を v2 で展開することで近似的に熱平均化された対消滅散乱断面積を求めることができ
る. これを代入して積分することで

⟨σv⟩ = a+
6b

x
+O(x−2),

となる. この近似的な表式を用いることで暗黒物質の残存量を評価することができる.

3.4. 共対消滅を含む暗黒物質の Boltzmann方程式
暗黒物質と他の粒子の質量が 10%程度以下で縮退している場合, これらの消滅過程も考慮して暗黒

物質の残存量を計算する必要がある [61].
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暗黒物質を含む N 個の粒子 χi (i = 1 ∼ N)が縮退しているとし, それらの質量を mi とする. ま
た i < j について mi < mj となるとする. したがって N 個の Boltzmann方程式を連立して解くこ
とで最終的な残存量を評価することができる. 考慮すべき過程は χiχj → XY なので, その散乱断
面積を ⟨σijv⟩ とすると縮退した粒子の残存量を全て足し上げたものが暗黒物質の残存量となるので
Boltzmann方程式は

dYχ1

dx
= − s

xH

N∑
i,j=1

⟨σijv⟩ (YiYj − Y EQ
i Y EQ

i )

である. この Boltzmann方程式の近似解は同様の議論により

xF = log

[
0.038mP geffmχ ⟨σeffv⟩

(g∗xF )1/2

]
,

Ωh2 =
1.07× 109 GeV−1

J(xF )g
1/2
∗ mP

, J(xF ) =

∫ ∞

xF

⟨σeffv⟩
x2

dx (3.1)

となる. ここで有効散乱断面積 ⟨σeffv⟩, 有効自由度 geff は

⟨σeffv⟩ =
1

g2eff

N∑
i,j=1

gigj
m

3/2
i m

3/2
j

m3
1

e−(mi−m1)/T e−(mi−m1)/T ⟨σijv⟩ ,

geff ≡
N∑
i=1

gi

(
mi

m1

)3/2

e−(mi−m1)/T

で与えられている.
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第 4章

Baryon数非対称性

現在の宇宙では通常の baryon が反 baryon に比べて少しだけ多い。しかし, この baryon 数非対
称性は宇宙が baryon 対称な状態から始まったとすると標準模型では説明することができず, 標準模
型の拡張が必要となる。本章では, まず宇宙の baryon 数非対称性とそれを生成するための条件であ
る Sakharovの 3条件について述べる. また標準模型では baryon数を破るスファレロン過程があり,

leptogenesisを考える上で重要となる.

4.1. Baryon数非対称性
宇宙の軽元素合成や CMBの観測から, 宇宙には baryonよりも反 baryonの方が多いことがわかっ

ている. その数密度は光子の数密度 nγ との比をとって

ηB ≡ nb − nb̄
nγ

≃ 6× 10−10

と測られている [55]. 宇宙初期には指数関数的な加速膨張である inflation があったと考えられてお
り, その後再加熱期に inflationを引き起こす場が崩壊することで宇宙が加熱される. その際大量のエ
ントロピーが熱浴に流れこむため, 仮に inflation期に baryon数非対称性が存在したとしてもその寄
与は再加熱時に消えてしまう. したがって, baryon数対称な宇宙から開始して軽元素合成以前のどこ
かの段階でこの非対称性が生成されたと考えられる. 標準模型では以下で述べる baryon 数非対称性
を実現するための条件を満たすことができないため, これまでに議論したニュートリノの質量, 暗黒物
質の存在同様に何らかの形で標準模型を拡張して baryon数非対称性を説明する必要がある.

4.2. Sakharovの 3条件
宇宙初期に baryonと反 baryonが同数あった状態から現在の baryon非対称な宇宙を実現するため

に必要な条件は Sakharovの 3条件と呼ばれ,

• Baryon数の破れ
• C対称性, CP対称性の破れ
• 平衡状態からの離脱
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である.

1 つ目の条件は自明である. 宇宙の正味の baryon 数を ⟨B⟩ とすると, baryon 数が保存している
場合初期の正味の baryon 数 ⟨B⟩0 からずれることができず, ⟨B⟩ = ⟨B⟩0 = 0 となる. したがって
⟨B⟩ ̸= 0を実現するためには baryon数を破る過程が必要である.

2つ目の条件は, C対称性が存在していたとすると

⟨B⟩ = Tr(ρB̂(C)(C)−1) = −⟨B⟩ = 0

となる. ここで C は C変換の unitary演算子であり, ρは密度演算子である. C対称性があればこれ
らは可換であるため, C 変換の下で B̂ の符号が変化することから正味の baryon 数を生成できない.

CP対称性についても同様である. したがって, baryon数を破る過程が存在しても C, CP対称性が存
在すれば反粒子側でも同様の過程が存在し正味の baryon 数は生成されない. これは素過程では以下
のようになる. 相互作用 i, j, · · · → a, b, · · · に対して CPT定理及び C対称性から不変散乱振幅は

M(i, j, · · · → a, b, · · · ) = M(ā, b̄, · · · → ī, j̄, · · · ) = M(a, b, · · · → i, j, · · · )
= M(̄i, j̄, · · · → ā, b̄, · · · )

となる. したがって C対称性があると始状態の粒子の崩壊や散乱によって生じた baryon数を打ち消
すように同量の反粒子側での反応が存在することになり結果として baryon数非対称性は 0となる.

3つ目の条件は, Lorentz対称性から CPT対称性が成り立つため, 平衡分布を過程すると

⟨B⟩ = Tr(ρB̂(CPT )(CPT )−1) = −⟨B⟩ = 0

となるためである. したがって, baryon数を生成するためには baryon数と C対称性, CP対称性を破
る過程が平衡状態から離脱した状態で起こらなければならない.

4.3. スファレロン過程
Baryon数を破る過程として, 標準模型にはインスタントン効果とスファレロン過程がある. 古典的

には, 標準模型における baryon current jµB と lepton current jµL は

∂µj
µ
B = ∂µj

µ
L = 0

を満たし baryon数や lepton数は保存量となっている. しかし, 量子効果を考慮すると量子異常によ
り baryon数と lepton数は破れており, 世代数を nf とすると

∂µj
µ
B = ∂µj

µ
L =

nf
32π2

ϵµνρσ
(
g2W a

µνW
a
ρσ − g′2BµνBρσ

)
,

となる [62, 63]. ここで ϵµνρσ は完全反対称 tensorである. またこれを変形すると
nf
32π2

ϵµνρσ
(
g2W a

µνW
a
ρσ − g′2BµνBρσ

)
=

nf
32π2

(
g2∂µK

µ − g′2∂µk
µ
)

となる. ここで,

Kµ ≡ ϵµνρσ
(
W a
ναW

α
β − 1

3
gϵabcW

a
νW

b
αW

c
β

)
,
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kµ ≡ ϵµνρσBναBβ ,

と定義されている. 非可換 gauge理論では真空は非自明な構造をもち, Chern-Simons数

NCS(t) =

∫
d3xK0,

によって分類される. これを用いると時刻 ti から tf の間の baryon数と lepton数の変化は

∆B = ∆L = nf [NCS(tf )−NCS(ti)] ≡ nf∆NCS

と表すことができる. つまり, Chern-Simons数で定義された真空において, ある真空から異なる真空
に遷移が起こると baryon数と lepton数が変化する. また

∆(B − L) = 0, ∆(B + L) = 2nf∆NCS,

となる. したがって, 真空間変位によって B － Lは保存されるが B + Lは破れている. トンネル効果
によってこのような遷移を引き起こす gauge 場の配位をインスタントンといい, 真空間の potential

の壁をトンネル効果で通過する解である. その遷移確率 Pinstanton は T = 0で

Pinstanton ∼ e−8π2/g2 ∼ 10−200,

と非常に小さく, このような遷移はほとんど起こらないことが知られている. このようにしてインスタ
ントンによる baryon数生成は無視することができるが, これとは異なり有限温度では 2つの真空間の
potentialの山を越えることで真空間を遷移する過程が存在する [64, 65]. このような有限温度系にお
ける場の配位はスファレロン解と呼ばれる. スファレロンによる遷移確率は Boltzmann因子による抑
制を受け, Espha ≃ 8πMW /g

2 として e−Espha/T と見積もることができる. さらに高温になると電弱
対称性が回復し, W -bosonの質量が 0となるため Boltzmann因子による抑制が起こらなくなる. こ
のような場合には熱的な遷移によって Chern-Simons数の異なる真空間の遷移が頻繁に起こっていた
と考えられ, その遷移確立は

Pspha ≃ κ(αWT )
4,

と見積もられる. ここで κは O(1)の無次元定数である. このような高温の初期宇宙における熱的な
真空間の遷移によって baryon数や lepton数を破る過程をスファレロン過程という.

ここまでに述べたように, 電弱対称性が回復している高温の宇宙初期では B + Lを破るような過程
が存在し, 十分な頻度で起こる. その場合でも B − Lは保存しているため, この保存量と baryon数,

lepton数の関係について考える. 電弱対称性が破れていない状況を考えているため, Higgs doublet以
外の全ての標準模型粒子の質量は 0であり, 化学平衡にある. 粒子X の内部自由度 gX , 化学 potential

を µX とすると, 粒子と反粒子の数密度の差は

nX − nX̄ =


gXT

2

6
µX (fermion)

gXT
2

3
µX (boson)

,
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となる. ここでは一般的に, 標準模型 fermion の世代数 nf , scalar doublet ϕ が m 個あるとし, ま
たこれらは熱平衡状態であるとする. スファレロン過程では全ての世代の quark doublet と lepton

doubletが同様に生成されるため,

nf∑
i

(3µqL + µℓL) = 0

が満たされる. また hyperchargeが保存することから
nf∑
i=1

(µQi
+ 2µuRi

− µdRi
− µLi

− µeRi
) + 2mµϕ = 0

となる. さらに湯川相互作用は化学平衡状態であるため

µQi − µuRj
= −µϕ, µQi − µdRj

= µϕ, µLi − µeRj
= µϕ

が成り立つ. 湯川相互作用が平衡状態であれば, flavor間の混合から quarkと leptonの化学 potential

は

µQi = µQ, µuRj
= µuR

, µdRi
= µdR , µLi = µL, µeRj

= µeR

のように平均化される. これらの関係式から, 6 個の独立な化学 potential をどれか 1 つの化学
potentialを用いて表すことができる. µL を用いてその他の化学 potentialを書き表すと

µQ = −1

3
µL, µuR

=
2nf −m

6nf + 3m
µL, µdR = − 6nf +m

6nf + 3m
µL,

µeR =
2nf + 3m

6nf + 3m
µL, µϕ =

4nf
6nf + 3m

µL

となる. また baryon数と lepton数は

nB =
nf
6
T 2(2µQ + µuR

+mdR), nL =
nf
6
T 2(2µL + µeR)

となるので, µL を用いると

nB = −T
2

6

4

3
nfµL, nL =

T 2

6
nf

(
14nf + 9m

6nf + 3m

)
µL,

nB−L = −T
2

6
nf

(
22nf + 13m

6nf + 3m

)
µL

と求めることができる. 最終的に baryon 数はスファレロン過程における保存量である B － L を用
いて

nB =
8nf + 4m

22nf + 13m
nB−L

と得られる. これから分かるように, スファレロン過程が十分起こる状況では baryon数を生成できた
としても B − Lを生成することができなければ生成した baryon数がかき消されてしまう. したがっ
て baryon 数を生成するためには電弱対称性が破れた後にスファレロン過程を介さず baryon 数非対
称性を作るか, もしくはスファレロン過程が有効な場合に B − Lを破ることで baryon数非対称性を

22



生じさせる必要がある. そのような B − Lを生成することで baryon数非対称性を生成する機構の 1

つとして, leptogenesisがある [16]. Leptogenesisの典型的な模型として, 2.5節で取り上げた type-I

seesaw 模型がある. この模型においては, Weinberg 演算子によってニュートリノの質量を説明する
だけでなく, 右巻きニュートリノの崩壊によって Sakharovの 3条件が満たされ lepton数が生成され
る. 生成された lepton 数がスファレロン過程によって baryon 数に変換されることで宇宙の baryon

数非対称性が説明される. 次章で考える scotogenic模型は, type-I seesaw模型同様右巻きニュートリ
ノの崩壊によって最終的に baryon数非対称性を生成できると考えられている.
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第 5章

Scotogenic模型

ニュートリノの質量と暗黒物質を同時に説明することのできる最小の模型の 1つとして, scotogenic

模型 [15]がある. この模型では, 標準模型に新たに右巻きニュートリノと inert doubletを導入し, さ
らに新たに導入した粒子が奇パリティ, 標準模型粒子が偶パリティをもつように Z2 対称性を課す.

この対称性によって, 新粒子のうち最も軽い中性な粒子が暗黒物質の候補となりうる. さらに inert

doubletは真空期待値をもたないので, この Z2 対称性によってツリーレベルでのニュートリノ質量は
禁止され, ニュートリノの質量は 1-ループレベルで生成される. このようにして, 小さなニュートリ
ノの質量と暗黒物質を共通の起源から説明することができるのが scotogenic模型である. この模型で
は inert doubletの中性成分と最も軽い右巻きニュートリノが暗黒物質の候補となる. さらに 2.5節で
議論したように, Weinberg 演算子を生成する模型では lepton 数が破れているため, 十分な CP 非対
称性と脱平衡を実現できれば leptogenesisにより宇宙の baryon数非対称性を説明することができる.

本章ではこの scotogenic模型について, 模型の導入と scalarの質量及びニュートリノの質量生成につ
いて説明し, inert doubletが暗黒物質の場合の暗黒物質及び leptogenesisについての先行研究をまと
める.

5.1. Scotogenic模型
標準模型に inert doublet η = (η+, η0)T = (η+, (η0R+ iη0I )/

√
2)T と gauge singletな右巻きニュー

トリノ Ni (i = 1, 2, 3)を導入する. さらに新しく導入した η と Ni が奇パリティ, 標準模型粒子が偶
パリティとなるように Z2 対称性を課す. 新しく導入した粒子の量子数を表 5.1にまとめておく. 新し
い粒子に関連する Lagrangianは

−Lscoto = (Dµη)
†Dµη +

3∑
i=1

Niiγµ∂
µNi +

3∑
i=1

Mi

2
(N c

iNi +NiN
c
i ) + Vscoto(ϕ, η) + Lscoto

Yukawa,

である*1. ここで Vscoto(ϕ, η), Lscoto
Yukawa はそれぞれ scalar の potential と右巻きニュートリノの湯川

相互作用項である. 右巻きニュートリノについては運動項を正準規格化した後 2.5節で議論したよう

*1 標準模型粒子の運動項は省略した. また右巻き neutirno の運動項も一般的には flavor が混ざり規格化されていない形
で書くことができるが, 表面項を 0 とすると Hermitian 行列が unitary 行列で対角化可能であることを用いて対角化
し, 規格化することで canonicalな形にすることができる.

24



SU(2)L U(1)Y Z2 spin

η 2 1/2 − 0

Ni 1 0 − 1/2

表 5.1 Scotogenic模型

に unitariy変換によって一般性を失わずにMajorana質量項をこのような形で書くことができる. ま
た一度正準規格化した運動項は unitary 変換の下で不変であるため, 質量固有状態にする際の変換で
運動項は不変である.

Scalar potential は標準模型に Z2 対称性の下で奇パリティをもつ inert doublet を導入した inert

doublet模型と同じであり一般的には

Vscoto(ϕ, η) = m2
ϕϕ

†ϕ+m2
ηη

†η + λ1(ϕ
†ϕ)2 + λ2(η

†η)2 + λ3(ϕ
†ϕ)(η†η) + λ4(ϕ

†η)(η†ϕ)

+

[
λ̃5
2
(ϕ†η)2 +

λ̃∗5
2
(η†ϕ)2

]
, (5.1)

で与えられる. ここで Lagrangianが実であることから, m2
ϕ, m

2
η, λi (i = 1 ∼ 4)は実数である. また

H1 ≡ ϕ, H2 ≡ η とすると i, j = 1, 2, i ̸= j に対して*2

H̃†
i H̃i = H†

iHi, H̃†
i H̃j = H†

jHi, H̃†
iHi = (H†

i H̃i)
† = −iHT

i σ2Hi = 0,

(H̃†
iHj)(H

†
j H̃i) = −(H̃†

iHj)(H
†
i H̃j) = (H†

iHi)(H
†
jHj)− (H†

iHj)
2,

3∑
k=1

(H†
i σkHi)(H

†
jσkHj) = 2(H†

iHj)(H
†
jHi)− (H†

iHi)(H
†
jHj),

のように他の形も恒等的に 0になるか (5.1)に含まれる項の線形結合で書くことができるため, (5.1)

に含まれる項で全てである. λ̃5 は一般には複素数であるが, η → eiθη という変換で実数にすることが
できるので, これを新ためて λ5 と書くことにする. λ5 の正負は変換によって選ぶことができるため,

以後電弱対称性が自発的に破れた後の η0R,I の質量Mη0R,I
がMη0R

≤ Mη0I
となるように λ5 ≤ 0と取

ることにする. また湯川相互作用は

Lscoto
Yukawa =

3∑
i,α=1

(
hαiLαη̃Ni + h.c.

)
,

となる. 右巻きニュートリノを質量固有状態, λ5 が実数になる基底を考えているため, scotogenic 模
型において標準模型にはない CP対称性を破る parameterは hαi のみである.

η → eiθη の変換ではそれぞれの運動項は不変である. よって, 一般性を失わずに Lagrangianを

−Lscoto ⊃
3∑
i=1

(
3∑

α=1

hαiLαη̃Ni +
Mi

2
N c
iNi + h.c.

)
+ Vscoto(ϕ, η)

Vscoto(ϕ, η) = m2
ϕϕ

†ϕ+m2
ηη

†η + λ1(ϕ
†ϕ)2 + λ2(η

†η)2 + λ3(ϕ
†ϕ)(η†η) + λ4(ϕ

†η)(η†ϕ)

+
1

2
λ5
[
(ϕ†η)2 + h.c.

]
*2 ここでは繰り返される添え字について和を取らない.
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(0 ≤M1 ≤M2 ≤M3, λ5 ≤ 0), (5.2)

と書くことができる. Higgs doubletは真空期待値をもち電弱対称性を自発的に破るが, inert doublet

は真空期待値をもたないため Z2 対称性は自発的に破れずに残っている. したがって Z2 パリティが
奇である粒子の内一番軽い粒子は安定であり, これが中性であれば暗黒物質の候補となる. つまり
scotogenic模型では η0R と N1 の 2つの暗黒物質の候補が存在する.

Scotogenic 模型の新しい parameter の自由度について考える. Gauge 対称性は標準模型と同じで
あるため, scalar potential, 湯川相互作用項, Majorana 質量項にそれぞれ新しい自由度がある. m2

ϕ,

λϕ の 2つは標準模型の parameterなので, scalar potentialの新しい自由度は {λ2, λ3, λ4, λ5,m2
η}の

5つである. Majorana質量項については世代数, ここでは 3つの自由度がある. 最後に湯川結合につ
いてだが, Majoarana位相を除き PMNS行列の parameterは観測により求まっている. また後述す
る (5.8)の Casas-Ibarra parametrizationからMη0R

,Mη0I
,Mi に加えてMajorana位相 2個, 標準模

型ニュートリノの質量 m1,3 を決定してもまだ 3× 3の複素直交行列の自由度があり, 3 × 3の複素直
交行列の自由度は 6なので, scotogenic模型全体としては 18個の自由な parameterが存在する.

真空の安定性から scalar potential の 4点結合に制限がつけられる. 場の値が大きい場合を考える
ので, unitary gaugeで scalar potentialを展開して 4次の項のみを書くと

V =
λ1
4
h4 +

λ2
4

[
(η0R)

4 + (η0I )
4 + 4(η+η−)2

]
+
λ2
2
(η0R)

2(η0I )
2

+
λ3
2
h2η+η −+

λ+
4
h2(η0R)

2 +
λ−
4
h2(η0I )

2,

となる. したがって, まず h, η0R,I , η
± の 4 次の項から λ1, λ2 ≥ 0 が要求される. また h-η0R 平面で

h2 = r sin θ, (η0R)
2 = r cos θ とすると potentialの関連する部分は

f(θ) ≡ λ1 sin
2 θ + λ2 cos

2 θ + λ+ sin θ cos θ =
λ1 + λ2

2
− λ1 − λ2

2
cos 2θ +

λ+
2

sin 2θ

に比例する形となる. λ1, λ2 ≥ 0から真空の安定性の条件は常に f(θ)が非負であることである [66].

ただし, r ≥ 0, 0 ≤ θ ≤ π/2とする. f ′(θ0) = 0を解くと

sin 2θ0 =

√
λ2+

λ2+ + (λ1 − λ2)2
, cos 2θ0 = −λ1 − λ2

λ+

√
λ2+

λ2+ + (λ1 − λ2)2
,

が得られる. f(0) = λ2, f(π/2) = λ1 なので, f(θ0) ≥ 0であれば常に f(θ) ≥ 0となる. λ1, λ2 ≥ 0

なのでこれを解くと λ+ ≥ −2
√
λ1λ2 が得られる. h-η0I 平面, h-η± 平面について考えると λ−, λ3 に

ついて同様の不等式が得られるので, まとめると真空の安定性は
λ1, λ2 ≥ 0, λ3, λ± ≥ −2

√
λ1λ2, (5.3)

を課すことで保証される. ただし, λ5 ≤ 0としているので λ+ ≤ λ− であり, λ+ についての不等式が
満たされていれば λ− も同様に安定性条件を満たす. 観測された Higgs bosonの質量mh ≃ 125GeV,

Higgs doubletの真空期待値
⟨ϕ⟩ = (2

√
2GF )

−1/2 ≃ 174GeV, v =
√
2 ⟨ϕ⟩ ≃ 246GeV,

と (5.4)から λ1 ≃ 0.13が得られる. ここで GF は Fermi結合定数である. これを (5.3)の 2つ目の
条件に適用すると, λ3, λ± ≳ −0.72

√
λ2 という条件が得られる. またこの模型の perturbativityとし

て |λi| < 4π を課す.
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5.1.1 Scalar場の質量
Doublet scalarには実場として数えると 4つの成分がある. 標準模型の Higgs doubletの内 3つは

weak boson に喰われる would-be Goldstone boson であるため, 物理的な成分は Higgs boson のみ
である. 一方で inert doubletは Z2 対称性の下で奇 partityであり真空期待値をもたないため混合が
生じず, gauge の取り方によらず 4 つの物理的な自由度をもつ. Higgs doublet の真空期待値 ⟨ϕ⟩ に
よって電弱対称性が自発的に破れ標準模型粒子が質量を獲得する共に, inert doubletも真空の相転移
に伴って新たに質量項に寄与がある. 電弱相転移後の scalarの質量は ϕ = (0, ⟨ϕ⟩+h/

√
2)T とすると

m2
h = 4λ1 ⟨ϕ⟩2 ,

M2
η0R

= m2
η + (λ3 + λ4 + λ5) ⟨ϕ⟩2 = m2

η + λ+ ⟨ϕ⟩2 ,

M2
η0I

= m2
η + (λ3 + λ4 − λ5) ⟨ϕ⟩2 = m2

η + λ− ⟨ϕ⟩2 ,

M2
η± = m2

η + λ3 ⟨ϕ⟩2 , (5.4)

となる. ここで λ± ≡ λ3 + λ4 ± λ5 と定義した*3. 電弱対称性が破れる前は inert doubletの成分間の
質量差は対称性から厳密に縮退しているが, 対称性が自発的に破れた後はそれぞれの質量差はツリー
レベルで

M2
η0I

−M2
η0R

= 2|λ5| ⟨ϕ⟩2 , M2
η± −M2

η0R
= (−λ4 + |λ5|) ⟨ϕ⟩2 ,

M2
η± −M2

η0I
= (−λ4 − |λ5|) ⟨ϕ⟩2 , (5.5)

と与えられる. 特に中性成分の質量差は (5.5)から

δ ≡ |Mη0I
−Mη0R

| =Mη0R

∣∣∣∣∣∣
(
1− 2λ5 ⟨ϕ⟩2

M2
η0R

)1/2

− 1

∣∣∣∣∣∣ ≃ |λ5| ⟨ϕ⟩2

Mη0R

,

と |λ5| ≪ 1のとき非常に小さくなる. これは以下で議論するように, ニュートリノの質量が小さいこ
とや対称性の概念から予想される. また inert doubletの質量を用いて λ3, λ4, λ5 を表すと

λ3 =
M2
η± −m2

η

⟨ϕ⟩2
, λ4 =

M2
η0R

+M2
η0I

− 2M2
η±

2 ⟨ϕ⟩2
, λ5 =

M2
η0R

−M2
η0I

2 ⟨ϕ⟩2
,

となる. Scotogenic 模型の自由度で述べたように scalar potential には新たに 5 つの自由度があ
るが, λ3,4,5 は inert doublet の質量を用いて表すことができるため, 適切にこれらの中から 5 つの
parameterを選べばよいことになる. また 4点結合定数が O(1)であれば, inert doublet の成分間の
質量差は電弱 scale程度になり, m2

η ≫ ⟨ϕ⟩2 が満たされていれば inert doubletの成分間の質量は自然
に縮退する. この性質が後の inert doubletが暗黒物質である場合の議論に重要になる. また 4点結合
定数 λ4, λ5 → 0の極限では, ツリーレベルでは inert doubletの質量は等しい*4. その場合でも, 電弱
対称性の破れに伴いループレベルで質量差が生じる. |λ5| → 0 の極限では inert doubet の中性成分

*3 真空期待値として ⟨ϕ⟩ = v/
√
2を用いて λ± を 2で割って定義している場合もある.

*4 Inert doublet の中性成分が暗黒物質の場合, 後で議論するように inelastic scattering の制限から |λ5| に下限が与え
られているため, その場合 |λ5|については無視できるくらい十分微小であるとする.
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図 5.1 Scotogenic模型における (左) Weinberg演算子に対応するダイアグラムと (右) 1-ループ
レベルでのニュートリノの質量生成のダイアグラム.

η0R と η0I の質量はループレベルでも等しいが, |λ4,5| → 0の極限を考えた場合でも荷電成分と中性成
分の間には輻射補正により質量差が生じる. Inert doubletの質量が weak bosonの質量よりも十分大
きい場合, これはMη± −Mη0R

≃ 350GeV と計算されている [67]. よって以下で考えるような weak

bosonよりも重たい inert doubletについて議論する際は, 質量差はツリーレベルのみを考慮すれば十
分である.

5.1.2 ニュートリノの質量生成
Inert doublet は真空期待値をもたないため, ニュートリノの Dirac 質量項は 0 でありツリーレベ

ルではニュートリノは質量をもたない. しかし, 1-ループレベルではWeinberg 演算子になるダイア
グラムが存在し, λ5 ̸= 0 であれば電弱対称性の自発的破れに伴い質量を獲得することができる. ま
た Z2 対称性は破れていないため, 電弱対称性の自発的破れの後でも Dirac 質量項は 0 であり, 標準
模型ニュートリノと右巻きニュートリノとの混合は存在せず右巻きニュートリノはツリーレベルでは
weak bosonと結合しない. これはツリーレベルでの seesaw機構と輻射 seesaw機構の大きな違いの
一つである. 図 5.1にWeinberg 演算子に対応するダイアグラムとニュートリノの質量に対するダイ
アグラムを示す. 1-ループレベルで生成されるニュートリノの質量に対応する不変散乱振幅は

iMαβ = i
3∑

α,β=1

vTα (p)CPLuβ(p)

×

 i

2

3∑
i=1

h∗αih
∗
βiMi

∫
d4ℓ

(2π)4

M2
η0I

−M2
η0R(

ℓ2 −M2
η0R

)(
ℓ2 −M2

η0I

)
[(ℓ− p)2 −M2

i ]

 .

と計算でき, 括弧の中身がニュートリノの質量行列となる. これから分かるように, 中性成分の質量差
に比例するため, λ5 → 0の極限でニュートリノの質量は 0となる. したがって, |λ5|を小さく取るこ
とで通常の seesaw機構に比べてより O(1)に近い湯川結合定数や O(TeV)に近い右巻きニュートリ
ノの質量で軽いニュートリノの質量を説明することができる. 積分を実行することでニュートリノの
質量行列は

(mν)αβ =

3∑
i=1

h∗αih
∗
βiMi

32π2

[
M2
η0R

M2
η0R

−M2
i

ln

(
M2
η0R

M2
i

)
−

M2
η0I

M2
η0I

−M2
i

ln

(
M2
η0I

M2
i

)]
,

となる. このように, 一般に輻射 seesaw 機構におけるニュートリノの質量は有限であり発散しない.

これは lepton flavor の破れの議論同様に対称性とくりこみ可能性によるものである. Gauge 対称性
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から標準模型ニュートリノのMajoranara質量に対応するのは次元 5のWeinberg演算子であるため,

ループレベルでのMajoranara質量は有限である必要がある. 実際, 個々のダイアグラムのみに着目す
ると log発散などを含むが, ダイアグラム同士, 今回の場合は η0R と η0I の寄与により発散を含まない
有限な結果が得られる.

ここでニュートリノの Majorana 質量行列の係数について述べておく. Majorana fermion ψM の
質量項は (1/2)ψMψM と実 scalar同様 1/2がかかる形で規格化される*5. Majorana質量項を 2点の
相互作用とみなすとMajorana性と Dirac spinorの性質から 2倍が現れるため, 不変散乱振幅には質
量が係数を伴わずに現れる. したがって, 上記の計算で出てきた 1/2はMajorana質量項の因子では
なく質量に含めるべき係数である*6. また不変散乱振幅ではなく有効 Lagrangianで考えた場合でも,

scotogenic模型の質量項は 2次の展開から生じるため, 指数関数を展開した際に既に 1/2!が存在する
ため不変散乱振幅と同様に 1/2は質量に含めるべき係数であることがわかる.

さらに |λ5| が十分小さい, つまり中性成分の質量差 M2
η0I

−M2
η0R

= 2|λ5| ⟨ϕ⟩2 が M2
η ≡ (M2

η0R
+

M2
η0I
)/2 = m2

η + (λ3 + λ4)v
2/2よりも十分小さいという近似をすると*7

(mν)αβ ≃
3∑
i=1

λ5h
∗
αih

∗
βi ⟨ϕ⟩

2

16π2Mi

M2
i

M2
η −M2

i

[
1 +

M2
i

M2
η −M2

i

ln

(
M2
i

M2
η

)]
, (5.6)

という表式が得られる. したがって, 通常の seesaw機構と比べて 1-ループのループ因子 1/(16π2) ∼
O(10−2)と λ5 が新たに掛かる. このようにして, |λ5|が十分小さければ, 極端に小さなニュートリノ
の湯川結合 hαi を仮定しなくても TeV-scaleのMi とMη で小さなニュートリノ質量が得られる. こ
れがMaによって提案された scotogenic模型における大きな特徴である.

湯川行列は Casas-Ibarra parametrization [69]を用いて表すと便利である. そのためにニュートリ
ノの質量行列を

mν = h∗Λh†, Λ ≡ diag(Λ1,Λ2,Λ3),

Λi ≡
Mi

32π2

[
M2
η0R

M2
η0R

−M2
i

ln

(
M2
η0R

M2
i

)
−

M2
η0I

M2
η0I

−M2
i

ln

(
M2
η0I

M2
i

)]
, (5.7)

と Λを用いて表す. この質量行列は PMNS行列 UPMNS を用いて対角化されるので, 質量固有状態 ν̂

と弱固有状態 ν の関係 ν =
∑
UPMNSν̂ から

1

2
νcmνν + h.c. =

1

2
ν̂cm̂ν ν̂ + h.c.,

m̂ν ≡ diag(m1,m2,m3) = UTPMNSmνUPMNS,

となる. (5.7)を代入すると

1 =
(√

Λh†UPMNS

√
m̂ν

−1
)T (√

Λh†UPMNS

√
m̂ν

−1
)
,

*5 右巻きニュートリノのMajorana質量項もそのように正しく規格化されている.
*6 [15]などの論文では 1/2の係数が誤っており, [68]などでは正しい係数が得られている.
*7 より正確にはさらに |M2

η −M2
i | ≫ 2|λ5| ⟨ϕ⟩2 という近似も用いている.
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図 5.2 Scotogenic模型における lepton flavorを破るダイアグラム.

と書くことができる. 一般的には行列の根号は定義されないが, ここでは対角成分の根号をとったも
の, すなわち √

m̂ν ≡ diag(
√
m1,

√
m2,

√
m3),

√
Λ ≡ diag(

√
Λ1,

√
Λ2,

√
Λ3),

で定義している. したがって, 括弧の中を RTR = 1のように 3 × 3の複素直交行列 R を用いて表す
ことができる. よって PMNS行列が unitary行列であるという性質 U†

PMNSUPMNS = 1を用いると最
終的に

h = UPMNS

√
m̂νR

†
√
Λ
−1

(5.8)

が得られる. したがって, 標準模型ニュートリノ, inert doublet, 右巻きニュートリノそれぞれの質量
と PMNS行列が観測されたとしても, 複素直交行列 R の自由度である 6自由度が湯川行列に残って
いる.

Lepton flavorの破れ
2.4 節では標準模型粒子のみを考えニュートリノが質量をもつ場合の lepton flavor の破れとして

ℓα → ℓβγ を計算し, 実験で測定することは難しいことを述べた. 一方で, Weinberg 演算子を生成す
るために導入する新粒子の寄与は lepton flavorの破れとして測定可能な寄与を与える可能性がある.

また scotogenic 模型に限らず輻射 seesaw 模型のような新しい模型の parameter やループレベルで
の抑制により湯川結合を大きくしたり新粒子の質量を軽くとることができる模型においては, type-I

seesaw模型などのツリーレベルでの seesaw模型よりも大きな lepton flavorの破れを引き起こし, 測
定からより強い制限が得られると共に将来的に測定が可能である場合があると考えられる. ここでは
scotogenicにおける ℓα → ℓβγ について考える.

ダイアグラムを図 5.2に示す. 2.4節で述べたようにこれは有限の結果として得られ, 有限部分には
1粒子既約なダイアグラムしか寄与いない. これを計算すると

Br(ℓα → ℓβγ) =
3α

64πG2
FM

4
η±

∣∣∣∣∣
3∑
i=1

h∗αihβiF2

(
M2
i

M2
η±

)∣∣∣∣∣
2

× Br(ℓα → ℓβνανβ),

となる. ここで

F2(x) ≡
1− 6x+ 3x2 + 2x3 − 6x2 lnx

6(1− x)4
.
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で与えられている. 各過程の実験による制限は

Br(µ→ eγ) < 4.2× 10−13 (90%CL),

Br(τ → eγ) < 3.3× 10−8 (90%CL),

Br(τ → µγ) < 4.4× 10−8 (90%CL),

であることがわかっている [70, 71]. Inert doublet η と右巻きニュートリノの質量を O(1)TeV と仮
定しているため, このような lepton flavorを破る過程はニュートリノの湯川結合に制限を与える.

その他の LFV の寄与として, 3 対崩壊 ℓα → ℓβℓδℓδ や µ-e convertion, Higgs boson の崩壊
h → ℓαℓβ や Z-bosonの崩壊 Z → ℓαℓβ がある. 特に 3対崩壊については ℓα → ℓβγ よりも強い制限
が得られる場合がある. 右巻きニュートリノがWIMPである場合には湯川結合として O(1)の値が要
求されるため, 自由度の多い湯川結合に対して様々な過程から制限をつけることが重要であり, 実際右
巻きニュートリノがWIMPである場合にはかなり厳しい制限が得られている. 一方で, inert doublet

が暗黒物質である場合には, 暗黒物質の直接探索実験から |λ5|の下限が得られるため, 許される湯川結
合定数の orderは最大で O(10−3)程度である. 2対崩壊の場合でも湯川結合の 4次が leading order

となるため, これは右巻きニュートリノが暗黒物質である場合に比べて 10桁近く小さな値になる. こ
のときの分岐比は Br(ℓα → ℓβγ) ≲ O(10−20)となるから, inert doubletが暗黒物質である場合には
実験の制限を十分に満たす. これは他の過程についても同様である.

5.2. Inert doubet暗黒物質
ここでは inert doublet の中性成分の η0R が暗黒物質の場合について議論する. η0R が暗黒物質とな

るためには十分安定である必要があり

λ3 + λ4 < 0, λ5 < 0, Mη0R
< M1 (5.9)

という条件が必要となる. ここで 2 つめの条件については 5.1 節で議論したように一般性を失わず
仮定することができる. Inert doublet は gauge 相互作用をもつため, η0R が η0I , η

± より重たい場合
gauge bosonもしくは gauge bosonを介して軽い fermionに崩壊する. したがってニュートリノ質量
の 2倍, もしくはニュートリノと電子の質量の和よりも質量差が小さいというような極端な質量の縮
退を仮定しない限りすぐに崩壊してしまい安定になることができない. したがって scotogenic模型で
scalarが暗黒物質の場合は (5.9)の 1つ目と 2つ目の条件が課せられる. したがって λ4 + λ5 < 0を
満たす必要があるが, |λ5| ≪ 1を考えるため実質的には λ4 < 0が要求される. また最後の条件は η0R

が暗黒物質である場合の十分条件であり, 湯川結合が十分小さければ仮にMη0R
> M1 の場合でも安定

である可能性がある.

Inert doublet は gauge 相互作用をもつため, 宇宙の再加熱温度 TR が十分大きければすぐに熱平
衡状態になる. したがって, 電弱対称性が自発的に破れる温度を TEW としたとき TR ≫ m2

η, TEW で
あれば η0R はWIMP となりうる. このとき, 暗黒物質の残存量を決定する対消滅過程として, gauge

bosonを終状態としてとれる, つまりMη0R
≪ mW とMη0R

≫ mW の場合に大別される. 前者の低質
量領域では Higgs boson を介した fermion への対消滅過程が主要な寄与であるため, λ+ の値に大き
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く依存する. したがって, 暗黒物質の残存量を説明しようとするために必要な |λ+|は暗黒物質の直接
探索実験によって強く制限されている. また暗黒物質の間接探索実験からも bbへの断面積に大きな制
限がついているため, Higgs bosonとの共鳴領域Mη0R

∼ mh/2以外の領域はほぼ棄却されている.

本論文では, Mη0R
≫ mW の高質量領域のみに着目して議論する. 特にこの領域では η0R が TeV-

scaleの暗黒物質でニュートリノ質量と次節で議論する leptogenesisによる baryon数非対称性を同時
に説明することができる [29, 30, 72,73].

Mη0R
≫ mW の高質量領域では, 暗黒物質の残存量に寄与する主な過程は 2体への対消滅であり, こ

れらは gauge 結合定数および λ+ に依存する. また inert doublet の成分間の質量が縮退している場
合はこれに加えて共対消滅による寄与が存在する. これらの質量差は Higgs bosonの真空期待値に比
例し λ4, λ5 がO(1)より十分大きい場合を除き質量差は電弱 scale程度なので, Mη0R

≫ mW では自然
に inert doubletの成分間の質量は自然に縮退する.

まず, Higgs doublet と Inert doublet の間の 4点結合がない場合を考える*8. この場合, 残存量は
gauge相互作用のみによって決定されるため, 残存量がMη0R

= mη のみに依存するようになる. した
がって, 暗黒物質の質量と残存量が 1対 1対応する. その後, 4点結合定数 λ3,4,5 が存在する場合にど
のように残存量に寄与するかについて議論する [49].

5.2.1 Pure gauge極限における暗黒物質の残存量
Pure gauge極限では, 全ての状態はツリーレベルでは縮退する*9. 1-ループレベルでは対称性から

微小な λ5 の寄与を除いて中性状態は厳密に縮退したままであり, 荷電状態と中性状態の間では 5.1.1

で議論したようにMη± −Mη0R
≃ 350MeV が生じる [67]. これらの差は無視することができるほど

小さいので, pure gauge極限で (共) 対消滅の散乱断面積を評価する上では inert doubletの全ての状
態は厳密に縮退している考えることができる. この極限では, 終状態として gauge boson, fermion及
び gauge bosonを介して gauge bosonと Higgs bosonとなる過程が存在する.

まず終状態が gauge bosonである過程を考える. 関連する Lagrangianは

L ⊃ g

2cw
Zµ(η

0
I∂

µη0R − η0R∂
µη0I )−

ig

2
W+
µ (η−∂µη0R − η0R∂

µη−) +
ig

2
W−
µ (η+∂µη0R − η0R∂

µη+)

− g

2
W+
µ (η−∂µη0I − η0I∂

µη−)− g

2
W−
µ (η+∂µη0I − η0I∂

µη+)

+
ig

2cw
(2c2w − 1)Zµ(η

−∂µη+ − η+∂µη−) + ieAµ(η
−∂µη+ − η+∂µη−)

+
g2

8c2w
ZµZ

µ
(
(η0R)

2 + (η0I )
2
)
+
g2

4
W+
µ W

−µ ((η0R)2 + (η0I )
2
)

+
s2wg

2

2cw
Zµ(W

+µη− +W−µη+)η0R − eg

2
Aµ(W

+µη− +W−µη+)η0R

− is2wg
2

2cw
Zµ(W

+µη− −W−µη+)η0I +
ieg

2
Aµ(W

+µη− −W−µη+)η0I

+
g2

2
W+
µ W

−µη+η− +
g2

4c2w
(2c2w − 1)2ZµZ

µη+η−

*8 以下ではこれを pure gauge極限と呼ぶ.
*9 暗黒物質の直接探索の制限を避けるために λ5 は微小だが無視できるとする.
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+
eg

cw
(2c2w − 1)AµZ

µη+η− + e2AµA
µη+η−,

である*10. 質量をもつ gauge bosonの偏光 vectorについて和を取ると∑
ϵ∗µ(p)ϵν(p) = −gµν +

pµpν
m2

,

となる. ここでmは gauge bosonの質量である. したがって, 例えば終状態が 2つの gauge bosonで
ある場合, 散乱振幅の 2乗に s-parameterに比例する項が現れ散乱振幅のユニタリティを破る. 標準
模型におけるWW 散乱に代表されるように, gauge対称性からこのような gauge bosonの縦波によ
るユニタリティの破れを引き起こす寄与は相殺する. Gauge bosonの運動量が質量よりも十分大きい
場合縦波成分の偏光 vectorは

ϵµL(p) =

(
|p|
m
,
p0

m

p

|p|

)
=
p0

|p|
pµ

m
−
(
m

|p|
,0

)
≃ pµ

m
+O

(
m

|p|

)
,

と近似することができる. この 1項目がユニタリティの破れを引き起こす可能性がある. しかし全て
の channelを考慮して計算を行うと

iML ≡ iM(H0H0 → ZLZL)

= iMp(H0H0 → ZLZL) + iMt(H0H0 → ZLZL) + iMu(H0H0 → ZLZL)

=
ig2m2

Z

4c2W

(
1− 4m2

Z

s

)−1
(
8

s
+

1

t−M2
η0R

+
1

u−M2
η0R

)
,

となり, 確かにダイアグラム間で相殺が起こりユニタリティを破る寄与は存在しない. さらに s≫ m2
Z

および非相対論近似

s ≃ 4M2
η0R
, t ≃ −M2

η0R
, u ≃ −M2

η0R
,

を用いると, 最終的に散乱振幅の縦波成分の寄与は

ML ≃ g2m2
Z

4c2WM
2
η0R

,

となる. このようにユニタリティを破る寄与は相殺し, pure gauge 極限では全ての (共) 対消滅に対
する散乱断面積はM−2

η0R
で減少する. t-channelと u-channelは η0I の伝搬関数を含むが、pure gauge

極限では全ての inert doubet の成分の質量は縮退しているため, M2
η0R
に比例する項以外も相殺して

おり, Mη0R
の最高次が m2

Z/M
2
η0R
となっている. これは Goldstone equivalence theorem の帰結であ

る. Gauge bosonの縦波成分の自由度はは would-be Goldstone boson に対応しているため, 中性な
would-be Goldstone bosonを Gとすると, η0Rη

0
R → ZLZL は高エネルギー極限で

M(η0Rη
0
R → ZLZL) → M(η0Rη

0
R → GG) +O

(
m2
Z

s

)
,

のようになる. 一方今は pure gauge 極限を考えているので, M(η0Rη
0
R → GG) に対応する項は 0 に

なる. したがって, pure gauge 極限では縦波成分からの寄与は m2
Z/s ≃ m2

Z/M
2
η0R
で抑制されるこ

*10 以下では, cw ≡ cos θW , sw ≡ sin θW , tw ≡ tan θW という略記を用いる.
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とになる. 逆に言えば, 4 点結合が 0 でない場合は equivalence theorem から縦波成分からの寄与に
would-be Goldstone bosonとの結合定数に対応する λ− の項が現れ, これはm2

Z/M
2
η0R
で抑制されな

いため暗黒物質の残存量を見積もる上で重要になってくる. 4点結合がない場合には, 暗黒物質の質量
は現在の宇宙の残存量を満たすことから

Mη0R
≃ 550GeV

となる [49].

5.2.2 4点結合の効果
4点結合を入れた場合には消滅断面積は増加すると考えられる. したがって, 上記の質量よりも大き

くなる. また mW < Mη0R
< 550GeV の領域では, gauge相互作用によって η0R が減り過ぎてしまい

観測されている残存量を説明することができない. Inert doublet以外に追加の粒子が存在すればこの
領域でも残存量の要請を満たすことができると考えられる. Scotogenic模型において右巻きニュート
リノの崩壊によってこの領域で暗黒物質の残存量を説明できることが知られている [74]. 本研究では
TeV領域を考えるためこのような寄与は無視することができ, 前述のように 4点結合の効果が重要と
なる.

次章で考える拡張 scotogenic模型においても, 暗黒物質の残存量や直接探索実験からの制限につい
ては拡張の影響を受けないため具体的な計算は次章で行う.

5.2.3 熱的 leptogenesisにおける Boltzmann方程式
Leptogenesis について議論する際は a, b, · · · ↔ i, j, · · · の反応について, 熱平均化された散乱断面

積ではなく反応密度

γa,b,···→i,j,··· ≡
∫

gad
3pa

(2π)32Ea

gbd
3pb

(2π)32Eb
· · · gid

3pi
(2π)32Ei

gjd
3pj

(2π)32Ej
· · ·

× (2π)4δ4(pa + pb + · · · − pi − pj − · · · )|M|2a,b,···→i,j,···

× fafb · · · (1± fi)(1± fj) · · ·

がよく用いられる. これを用いて lepton 数非対称性を計算するための Boltzmann 方程式を与える.

第 3章と同様に考えると Boltzmann方程式は

dYa
dz

= − z

sH(m)

(
Ya
Y eq
a

Yb
Y eq
b

· · · γeqa,b,···→i,j,··· −
Yi
Y eq
i

Yi
Y eq
j

· · · γeqi,j,···→a,b,···

)
となる. ただしここで H = H(m)z−2 であり, γeq は

γeqa,b,···→i,j,··· ≡
∫

gad
3pa

(2π)32Ea

gbd
3pb

(2π)32Eb
· · · gid

3pi
(2π)32Ei

gjd
3pj

(2π)32Ej
· · ·

× (2π)4δ4(pa + pb + · · · − pi − pj − · · · )|M|2a,b,···→i,j,···e
−(Ea+Eb+··· )/T

である. 今は (1± fi) ≃ 1, fi = (ni/n
eq
i )f eqi , f eqi = e−Ei/T を考えているため

γa,b,···→i,j,··· =
na
neqa

nb
neqb

· · · γeqa,b,···→i,j,···
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が成り立っている.

まずN1 の Boltzmann方程式についてである. 主な寄与は崩壊N1 ↔ Lηと散乱N1Ni ↔ L̄L, η†η

である. Gauge相互作用によって inert doubletや lepton doubletは熱平衡状態になっている. また
N2,3 が熱平衡状態にあり, かつN1N1 ↔ L̄L, η†ηがN1 の湯川結合が十分小さく無視できるとすると

dYN1

dz
= − z

sH(M1)

(
YN1

Y eq
N1

− 1

)γN1

D +
∑
i=2,3

(
γ
(2)
N1Ni

+ γ
(3)
N1Ni

)
となる. ここで γN1

D , γ
(2)
N1Ni

, γ
(3)
N1Ni

はそれぞれ N1 ↔ Lη, N1Ni ↔ L̄L, η†η に対する反応密度であ
る. また z ≡M1/T である.

このようにして生成された N1 が熱平衡状態から抜けた後に崩壊することで Sakharovの 3条件を
満たし lepton数非対称性が生成され, スファレロンを通して baryon数非対称性に転化される. 崩壊
における CP非対称性の parameterは

ε ≡
ΓN1→Lη − ΓN1→L̄η†

ΓN1→Lη + ΓN1→L̄η†

で定義される. ただしここで終状態の flavor については全て足し上げている. ツリーレベルでは
ΓN1→Lη = ΓN1→L̄η† となるため, leading orderはツリーレベルと 1-ループレベルの干渉項から生じ
る. これを計算すると

ε =
1

8π(h†h)11

∑
i ̸=1

Im[(h†h)21i]
√
ai

[
1− (1− aη)

2

ai − 1
+

1− 2aη + ai
(1− aη)2

log

(
ai − a2η

1− 2aη + ai

)]

となる. ここで

ai ≡
M2
i

M2
1

, aη ≡
m2
η

M2
1

である. また今は電弱対称性が破れる前を考えているため, inert doublet の質量は厳密に縮退して
いる.

N1 の崩壊によって生成された lepton数はそのままスファレロン過程を通して転化されるのではな
く, lepton数を破る相互作用によって washoutされる. したがって最終的な baryon数非対称性は N1

がどれだけ生成されたか, ε-parameter を通してどれだけ lepton数非対称性が生成されたか, そして
washout によって生成された lepton 数がどれだけ減ったかによって決定される. またこの washout

は CP対称性を破る必要はない.

Scotogenic模型における lepton数の破れには LαLβ ↔ ηη†, LαLβ ↔ ηη の 2つの過程がある. ま
たこの過程において s-channelで右巻きニュートリノが存在するが, on-shellの寄与は既に崩壊過程で
考慮されているためそれを引く必要がある. これらの点を考慮して, YL + YL̄ ≃ 2Y eq

L となること及び
N2,3 が熱平衡にあることを用いると正味の lepton数 YL の Botzmann方程式は

dYL
dz

=
z

sH(M1)

[
ϵ1

(
YN1

Y eq
N1

− 1

)
γNi

D − 2YL
Y eq
L

(
γ
(2)
N + γ

(13)
N +

∑
i

γNi

D

4

)]
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となる. ここで γ
(2)
N , γ

(13)
N はそれぞれ Lαη ↔ Lβη, LαLβ ↔ ηη の反応密度である. したがって後は

反応密度を計算して, 湯川結合の値を決めてこれを解くことで生成される lepton数非対称性を求める
ことができる.

生成された lepton数非対称性はスファレロン過程を通して baryon数非対称性になるため, 転化さ
れる割合は scotogenic模型の場合

YB = − 8

23
YL(zEW)

となる. ここで zEW = M1/TEW は電弱対称性が破れる温度である. したがって宇宙の baryon数非
対称性を説明するためには |YL| ≃ 3× 10−10 が必要となる.

崩壊における反応密度は親粒子の質量をmとすると修正 Bessel関数を用いて

γeqD = neq
K1(m/T )

K2(m/T )
Γ

で与えられる. ここで Γは崩壊幅であり, 内部自由度 g を用いて

neq =
gm2T

2π2
K2

(m
T

)
である. したがって右巻きニュートリノの崩壊による反応密度は

γNi

D =
(h†h)ii
8π3

M4
1 ai

√
ai

(
1− aη

ai

)2 √
aiK1(z)

z

と求めることができる. 散乱に対する反応密度は

γeqa,b→i,j =
T

64π4

∫ ∞

smin

dsσ̂(s)
√
sK1

(√
s

T

)
と表すことができる. ここで smin = max[(m2

a+m
2
b)

2, (m2
i +m

2
j )

2]である. また σ̂は換算散乱断面積

σ̂(s) ≡ gagb
s

√
[s− (ma −mb)2][s− (ma +mb)2]

∫
gid

3pi
(2π)32Ej

gjd
3pj

(2π)32Ej

× (2π)4δ4(pa + pb − pi − pj)|M|2a,b→i,j

である. これらから Boltzmann方程式に現れる全ての反応密度を計算することができる.

Scotogenic 模型同様右巻きニュートリノの崩壊によって leptogenesis を実現する模型に type-I

seesaw模型がある. この模型において, 宇宙の baryon 数非対称性を説明するための右巻きニュート
リノの下限は Davidson-Ibarra boundとして知られており, M1 ≳ 109 GeVと与えられている. 一方
で, scotogenic模型においてはニュートリノの質量が 1-ループで生成されるため湯川結合を大きくす
ることで type-I seesaw機構よりも CP対称性の破れを大きくして右巻きニュートリノの質量を下げ
られることが期待される. [29]では scotogenic模型において inert doubletが暗黒物質である場合に同
様に右巻きニュートリノの質量の下限が調べられている. この論文では特定の湯川結合の構造を仮定
しているものの, leptogenesis が実現するための右巻きニュートリノの質量の下限をM1 ≳ 108 GeV

程度と結論付けている. Type-I seesaw模型同様 scotogenic模型においても leptogenesisに関わる相
互作用が湯川相互作用しかないため, 湯川結合を大きくして N1 を多く生成したり CP非対称性の破
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れを増大させるように parameter を選ぶと, 一般的にはそれに伴って washout の寄与も大きくなっ
てしまう. これによって, 右巻きニュートリノの質量は TeV-scale にすることができず通常の type-I

seesaw模型よりも 1桁質量の下限が小さくなる程度の差しか生じない. 一方で, 次章で考えるような
新たな相互作用によって右巻きニュートリノが熱平衡に入ったのち, 湯川結合を通して崩壊すること
ができれば low scale leptogenesisが実現されると考えられる.
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第 6章

拡張 scotogenic模型

前章までで標準模型では説明することのできないニュートリノの質量, 暗黒物質の存在, baryon数
非対称性を scotogenic模型で説明できる可能性について議論した. その際, 新たに導入された右巻き
ニュートリノの Majorana 質量項は対称性から許されているため裸で与えられている. 本章では, 右
巻きニュートリノに質量を与え, かつ Ricci scalar との非最小結合を通して inflatonの役割を果たす
実 singlet scalarを新たに導入する形で scotogenic模型の拡張を考える. その場合の inflationおよび
leptogenesis, 暗黒物質の現象論について議論する [75].

6.1. 模型
Scotogenic模型では, 右巻きニュートリノの質量項は対称性から禁止されていないため手で与えら

れている. ここでは, 右巻きニュートリノが標準模型の対称性の下で singletな実 singlet scalar S と
の湯川結合を通して S の真空期待値 ⟨S⟩からMajorana質量項を獲得する場合を考える. 標準模型の
対称性に加えて離散対称性 Z4 を課し, Z4 対称性の下でそれぞれ 2, 1, 1の電荷をもつ新しい場 S, η,

Ni (i = 1, 2, 3)を導入する. また標準模型の場は Z4 対称性の下で電荷をもたないとする. 拡張模型の
粒子と電荷を表 6.1にまとめる. 拡張された模型における Z4 不変な Lagrangianのうち, 新しい場に
関連する部分は

−L ⊃
3∑
i=1

(
3∑

α=1

hαiLαη̃Ni +
yi
2
SN c

iNi + h.c.

)
+ m̃2

ϕϕ
†ϕ+ m̃2

ηη
†η + λ1(ϕ

†ϕ)2 + λ2(η
†η)2 + λ3(ϕ

†ϕ)(η†η) + λ4(η
†ϕ)(ϕ†η)

+
λ̃5
2

S

Λ

[
(ϕ†η)2 + h.c.

]
+
m2
S

2
S2 +

κ1
4
S4 +

κ2
2
S2(η†η) +

κ3
2
S2(ϕ†ϕ) (6.1)

で与えられる. ここで Λは理論の cut-off scaleであり, ⟨S⟩ ≪ Λを満たすと仮定している*1. また運
動項については省略した. ⟨S⟩によって Z4 対称性が Z2 対称性に自発的に破れることで, 対称性の構
造は scotogenic模型と同じになる. S = ⟨S⟩+ s̃のように自発的対称性の破れ後の真空周りの揺らぎ

*1 Scalar potentialにおいて次元 5までの対称性の下で不変な項はすべて書き下されているため, scalar potentialにおけ
る cut-off scaleの影響は λ̃5 項を通してのみ現れる. また湯川結合における次元 5のWenberg演算子は cut-off scale

で十分抑制されており 1-ループレベルの量子補正で生じるものよりも小さく無視できるものとする.

38



SU(2)L U(1)Y Z4 spin

η 2 1/2 1 0

S 1 0 2 0

Ni 1 0 1 1/2

表 6.1 拡張 scotogenic模型

s̃を定義すると, scotogenic模型 (5.2)に含まれる parameterと (6.1)の parameterの関係は

Mi = yk ⟨S⟩ , λ5 = λ̃5
⟨S⟩
Λ
, m2

η = m̃2
η +

κ2
2

⟨S⟩2 , m2
ϕ = m̃2

ϕ +
κ3
2

⟨S⟩2 (6.2)

となる. また電弱対称性が自発的に破れる前における s̃の質量は S の potential

V (S) =
m2
S

2
S2 +

κ1
4
S4 (6.3)

から m2
s̃ = 2κ1 ⟨S⟩2 のように得られる. ここでは ⟨S⟩は weak scaleよりも十分大きいと考えている

ため, 実 singlet scalar S と他の scalarϕ, ηとの結合定数は量子補正を無視できるくらい十分に小さい
とする.

ニュートリノの質量は scotogenic模型と同じく 1-ループレベルで生成される. Inert doublet の中
性成分 η0R と η0I の質量差は S の真空期待値からは生じないため, (6.2) を用いると本模型における
ニュートリノの質量行列は scotogenic模型と同じ形になり (5.6)から

(mν)αβ ≃
3∑
i=1

λ5h
∗
αih

∗
βi ⟨ϕ⟩

2

16π2Mi

M2
i

M2
η −M2

i

[
1 +

M2
i

M2
η −M2

i

ln

(
M2
i

M2
η

)]
(6.4)

で与えられる. ただしここで |λ5| ≪ 1の近似を用いた.

電弱対称性が自発的に破れた後の inert doubletのそれぞれの成分の質量は (5.4)から

M2
η± = m2

η + λ3 ⟨ϕ⟩2 , M2
η0R

= m2
η + λ+ ⟨ϕ⟩2 , M2

η0I
= m2

η + λ− ⟨ϕ⟩2

で与えられる. 一般性を失わず λ5 < 0とすることができるため, 前章同様Mη0R
< Mη0I

を考える. ま
たm2

η ≫ ⟨ϕ⟩2 を満たすとき成分間の質量はほぼ縮退し, 特に中性成分間の質量差Mη0I
−Mη0R

は |λ5|
に比例し, (6.2)から O(1)の λ̃5 に対して ⟨S⟩ ≪ Λが満たされる限り小さくなる. 本章でも, 前章同
様 inert doubletの中性成分 η0R を暗黒物質と考える. 以降では (6.2)を用いて前章の scotogenic模型
と同じ parameterで議論する.

Scotogenic模型にはない本模型の新たな特徴として,

(i)
yi
2
s̃(N c

iNi +NiN
c
i ), (6.5)

(ii) κ2 ⟨S⟩ s̃(η†η) +
κ2
2
s̃2(η†η) + κ3 ⟨S⟩ s̃(ϕ†ϕ) +

κ3
2
s̃2(ϕ†ϕ) (6.6)

のような s̃に関連した相互作用項がある*2. まず, s̃は inflationを引き起こす inflatonの役割を果た
していると考えるため, ms̃ > 2Mi を満たす場合 (6.5)の相互作用は inflation後の再加熱に寄与する

*2 次元 5の演算子 s̃[(ϕ†η)2 + h.c.]については cut-off scaleで抑制されているため無視できるものとする.
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可能性がある. 仮に ms̃ > 2Mi が満たされずニュートリノの湯川結合定数 hαi が極めて小さい場合
でも, この相互作用を通して右巻きニュートリノ Ni が熱平衡に入ることができる. したがって low

scale leptogenesisによって宇宙の baryon数非対称性を説明できることが期待される. またこのよう
な微小な湯川結合定数 hαi をもつ右巻きニュートリノの崩壊によって leptogenesisを実現することが
できれば, ニュートリノ振動を説明することのできる parameterとの間に矛盾は生じない [76, 77]. 次
に, (6.6)の相互作用は, Higgsの物理と暗黒物質の物理の両方に影響を与えると考えられる. κ3 が十
分小さくない場合, s̃と Higgs bosonの間に混合が生じ現在の実験事実と矛盾する. 本研究では, これ
を避けるために κ3 = 0と仮定する*3. 最後に s̃と inert doubletとの相互作用が暗黒物質の現象に影
響を与える可能性についてである. s̃によって生じる η0R の対消滅などの新たな反応過程が存在するた
め, これによって前章で議論した scotogenic模型における η0R の残存量などを大きく変える場合があ
る. 以降では新粒子の質量が

2Mη0R
≲ ms̃ < 2Mi (6.7)

のような s̃による効果が大きくなる場合を考える.

6.2. Inflation

実 singlet scalar S は右巻きニュートリノの質量起源を説明するだけでなく, inflaton の役割を果
たすことができる. 宇宙の指数関数的な膨張である inflation を説明することのできる模型として,

Ricci scalar R との非最小結合をもつ scalar による模型がある [78, 79]. この考えを標準模型に適用
した模型として Higgs inflationが [37, 38]あり, 様々な観点から研究がなされている [40, 80–84]. こ
の Higgs inflation は最新の Planck による制限を満たしており, 有力な模型の 1 つである. しかし,

もし Higgs doublet のような多成分場が非最小結合をもち inflaton の役割を果たすとするとユニタ
リティ問題が生じる可能性があり, 議論がなされている [42–46]. もし inflation scale よりも小さな
scaleで Ricci scalarとの非最小結合をもつ scalar間の散乱振幅がユニタリティを破る場合, ユニタリ
ティを回復させるために模型を拡張する必要がある. しかしこれは同時に inlfation scale で inflaton

potential の平坦性を損なう危険性がある. このような問題は [46] で議論されているような inflaton

が実 singlet scalarであるような場合には解決することができる. このような観点から, 本論文では実
singlet scalar S を inflatonとして考える*4. また実 singlet scalar S のみが Ricci scalarと非最小結
合をもっていると仮定し, Higgs doubletと inert doubletは inflationに寄与しないものとする.

Inflationに関連する Jordan frameにおける作用は

SJ =

∫
d4x

√
−g
[
−1

2
M2R− 1

2
ξS2R+

1

2
∂µS∂

µS − V (S)

]
(6.8)

で与えられる. ここで Ricci scalarと scalar場の結合 ξ は非最小結合と呼ばれる. (6.8)で与えられて

*3 Inert doublet がループを回るような量子補正によって S2(ϕ†ϕ) という相互作用が生じるが, 後に議論するようにこの
相互作用に関連する κ2 は十分に小さくする必要がある. したがってこの仮定の下では κ3 を無視することができ, s̃ と
Higgs bosonの混合を抑制することができる.

*4 Inert doublet模型におけるHiggs inflationの研究は [85,86]で行われている. 本論文の inflationは基本的に [37–40]

と同じであるが, 後に議論するように inflatonが暗黒物質の現象に重要な役割を果たす場合がある.
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いるM と換算 Planck質量MP の関係は

M2
P =M2 + ξ ⟨S⟩2

である. また V (S) は (6.3) で与えられている S の potential であり, S が十分に大きい時には 4 次
の項が支配的になるため近似的に V (S) ≃ κ1S

4/4とすることができる. 非最小結合を含む模型にお
いて inflation を議論する上で便利な frame として Einstein frame がある. この frame においては,

Ricci scalarとの非最小結合は存在せず, Ricci scalarに関連する項は Einstein-Hilbert作用に一致す
る. Einstein frameに移るために共形変換 [37, 38, 78,79]

(gE)µν = Ω2(x)gµν , Ω2 = 1 +
ξ(S2 − ⟨S⟩2)

M2
P

≃ 1 +
ξS2

M2
P

(6.9)

をおこなう. ここで Ω2 は非最小結合を取り除くように決められる*5. また inflation中は S の値が大
きい場合を考えるので, S の真空期待値 ⟨S⟩を無視した. したがってこの変換によって Einstein flame

における作用は

SE =

∫
d4x

√
−gE

{
−1

2
M2
PRE +

1

2Ω4

[
1 +

(ξ + 6ξ2)S2

M2
P

]
gµνE ∂µS∂νS − 1

Ω4
V (S)

}
(6.10)

と得られる. 運動項を正準規格化するために場 χを

dχ

dS
≡ 1

Ω2

√
1 +

(ξ + 6ξ2)S2

M2
P

(6.11)

と定義する. したがって S = S(χ)を解くことで (6.10)の potential VE ≡ V (S)/Ω4 を χを使って表
すことができる. (6.11)は解析的に積分することができ,

√
ξχ

MP
=
√
1 + 6ξarcsinh

(√
1 + 6ξ

√
ξS

MP

)
−
√

6ξarcsinh

(√
6ξ

√
ξS/MP√

1 + ξS2/M2
P

)
(6.12)

となる. したがって, S ≪ MP /
√
ξ が満たされる領域では χと S は一致する. またこのとき Ω2 ≃ 1

となる. 非最小結合 ξ が 6ξ ≫ 1を満たす場合は (6.12)から

χ ≃
√

3

2
MP log

(
1 +

ξS2

M2
P

)
となるので, χの potential

VE(χ) ≃
κ1M

4
P

4ξ2

[
1− exp

(
−
√

2

3

χ

MP

)]2
(6.13)

が得られる. S が S ≫ MP /
√
ξ のように大きな値をとる領域では χ/MP ≫ 1となっており, その場

合 potentialは

VE(χ) ≃
κ1M

4
P

4ξ2
(6.14)

*5 本論文で必要な inflationの知識およびその計算については付録 Aにまとめた.
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のように定数となる. また 6ξ ≫ 1が満たされていなくても, S ≫MP /
√
ξが満たされていれば (6.11)

から

S ∝MP exp

(
ξ√

ξ + 6ξ2
χ

MP

)

となり, (6.14) と同じ結果が得られる. このように, Einstein frame で S の値が大きい領域では, 正
準規格化された inflaton χ の potential は平坦になり, 非最小結合 ξ と 4 点結合 κ1 を適切に選べば
slow-roll inflationを実現できることが分かる*6.

このような χの potential VE に対する e-foldings数は (6.11)を用いると

N =
1

M2
P

∫ χ

χend

dχ
VE
V ′
E

=
1

M2
P

∫ S

Send

dS

(
dχ

dS

)2
VE

dVE/dS
≃ 3

4

S2 − S2
end

M2
P /ξ

(6.15)

と計算できる. ただしここで V ′
E = dVE/dχである. また slow-role parameterは

ε ≡ M2
P

2

(
V ′
E

VE

)2

=
8M2

P

S2[M2
P + (ξ + 6ξ2)S2]

≃ 4M4
P

3ξ2S4
,

η ≡M2
P

(
V ′′
E

VE

)
=

4M2
P

S2

3M4
P + (ξ + 12ξ2)ξS2 − 2(ξ + 6ξ2)ξS4

[M2
P + (ξ + 6ξ2)S2]2

≃ −4M2
P

3ξS2

と求められる [87, 88]. Inflation は ε ≃ 1 で終わるため inflation 終了時の場の値 Send は S2
end ≃√

4/3M2
P /ξ となり, (6.15)において S2 の寄与に比べて Send は無視できる. よってこれらの近似の

下では slow-roll parameterは e-foldings数 N のみを用いて,

ε ≃ 3

4N2
, η ≃ − 1

N
(6.16)

と表すことができる. Inflationに生成される曲率ゆらぎのパワースペクトル PR(k)は,

PR(k) = As

(
k

k∗

)ns−1

, As =
VE

24π2M4
P ε

∣∣∣∣
k∗

ように表すことができる. Inflation 中の potential は (6.14) で近似できるので, [36] から波数
k∗ = 0.05Mpc−1 で As = (2.101+0.031

−0.034) × 10−9 であることを用いると 4点結合定数 κ1 と非最小結
合 ξ の関係式

κ1 ≃ 1.49× 10−6ξ2N−2 (6.17)

が得られる. またスペクトル指数 ns と tensor scalar比 r は, slow-roll parameterを用いて

ns = 1− 6ε+ 2η, r = 16ε

で与えられる [87, 88]. (6.16) から slow-roll parameter は e-foldings 数 N のみで与えられているの
で, ns と r も N のみに依存する. N = 60 の場合, ns ≃ 0.965, r ≃ 3.3 × 10−3 となり, Planck の
制限 [36]と一致している. これらの結果は Higgs inflationと同じだが, Higgs doubletの 4点結合定

*6 (6.13)は R2-inflationにおける scalaronの potentialと同じ形になっている. R2-inflationは Planckの制限を満た
す模型の 1つであり, このことからも非最小結合をもつ scalarが inflatonの役割を果たすことができることが分かる.
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図 6.1 Inflaton崩壊の主なダイアグラム. Vµ はW±
µ , Z0

µ を表す. また Higgs boson hも終状態に現れる.

数 λ1 が Higgsの質量 m2
h = 4λ1 ⟨ϕ⟩2 ≃ 125GeV から厳しく制限されている Higgs inflationの場合

と異なり 4 点結合定数 κ1 はこの模型では自由な parameter となっている. しがたって, ξ は通常の
Higgs inflationの場合に比べてはるかに小さな値をとることができる. 例えば κ1 = O(10−6)と仮定
すると N = 60では ξ = O(102)となる. この κ1 の値ではms̃ = O(1)TeVの場合 S の真空期待値は
O(106)GeVとなる.

Inflaton s̃ は inflation が終わった後に真空 ⟨S⟩ の周りで振動を開始する*7. この振動の間に s̃ が
崩壊することで inflatonのもつエネルギーが標準模型粒子に移り宇宙が加熱される. 質量階層として
(6.7)を考えているため, ツリーレベルでの inflatonの崩壊 s̃→ η†η は運動学的に抑制される. しかし
1-ループレベルでは内線に η または Ni が飛ぶ過程によって標準模型の gauge boson, Higgs boson,

ニュートリノなどに崩壊することができる. 関連するダイアグラムを図 6.1に示す. ニュートリノの湯
川相互作用や電磁相互作用は他のものに比べて小さいので, ニュートリノや光子への崩壊は無視でき
る. よって崩壊幅は

Γs̃ ≃
(κ2 ⟨S⟩)2

32πms̃

√
1−

4M2
η0R

m2
s̃

+
(κ2 ⟨S⟩)2

4096π5ms̃

 (2c4w + 1)g4

c4w

∣∣∣∣∣I
(
M2
η0R

m2
s̃

)∣∣∣∣∣
2

+
1

2
(λ+ + λ− + 2λ3)

2

∣∣∣∣∣J
(
M2
η0R

m2
s̃

)∣∣∣∣∣
2
 (6.18)

で与えられる. 1 行目はツリーレベルでの崩壊 s̃ → η0Rη
0
R の寄与である. ここでは η0I , η

± について
は運動学的に禁止されているもしくはより厳しい抑制が働くことから η0R が終状態となるもののみを
考慮した. 2 行目は 1-ループの崩壊 s̃ → W+W−, ZZ, hh からの寄与である. ここで I(r) と J (r)

は付録 Bの (B.1)で定義されている*8. ms̃ = O(TeV)を考えるので終状態の weak bosonや Higgs

bosonの質量は無視した. ∆ ≡ 1− 4M2
η0R
/m2

s̃ < O(10−4)が満たされるとツリーレベルの寄与が運動
学的に抑制される事で 1-ループの寄与がツリーレベルの寄与と同じくらいの大きさになる. また注目
すべき点として, この Γs̃ の 1-ループの寄与の括弧内の量が O(1)の値となることである. これによっ
て ∆が小さくなることでツリーレベルの寄与が運動学的に抑制され 1-ループの抑制因子より小さく

*7 Inflation 中は S ≃ s̃となるため簡単のために S も inflaton と呼んでいたが, 再加熱の議論においては真空まわりでの
振動を議論するため実 singlet scalar S と揺らぎ s̃を明確に区別する必要がある. したがってこれ以降は s̃を inflaton

と呼ぶ.
*8 この導出に関する計算については付録 Bを参照.
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ms̃(GeV) κ1 λ+ λ3 ξ ⟨S⟩(GeV) TR(GeV) YB

(A) 2000 10−6 −0.38 0.2 49 1.4× 106 3.5× 105 5.0× 10−11

(B) 2000 10−7 −0.38 0.2 16 4.5× 106 1.1× 106 9.4× 10−11

(C) 2500 10−6 −0.48 0.3 49 1.8× 106 3.9× 105 6.3× 10−11

(D) 2500 10−7 −0.48 0.3 16 5.6× 106 1.2× 106 1.1× 10−10

(E) 3000 10−6 −0.58 0.45 49 2.1× 106 4.3× 105 7.5× 10−11

(F) 3000 10−7 −0.58 0.45 16 6.7× 106 1.3× 106 1.3× 10−10

表 6.2 模型における parameterのベンチマークとそこから期待される ξ, ⟨S⟩, 再加熱温度 TR お
よび YB の値. すべての場合において∆ = 10−6, κ2 = 4× 10−6 としている. また λ+, λ3 は後述
する暗黒物質の現象からの制限を考慮している.

なると 1-ループの寄与が支配的となる. この崩壊幅から inflation後の再加熱温度は

TR ≃ 0.53
√
MPΓs̃ = O(107)

(
κ2√
κ1

)( ms̃

1TeV

)1/2
GeV (6.19)

となる. またこれは κ1, κ2, ms̃ 以外の模型の parameter Mη0R
, λ±, λ3 にも依存する. 後述するよう

にこれらの parameterは暗黒物質の現象論から制限される. その点を考慮して典型的な parameterの
値とそれに対する ξ, ⟨S⟩, TR の値を表 6.2に示す. なお, TR と ⟨S⟩はms̃ を固定した場合, (6.17)を
通して ξ と関係付けられる. TR > ⟨S⟩が満たされると再加熱後に Z4 の回復が起こり domain wall問
題が生じる可能性があるが, κ2 の値を小さくすることで回避することができる.

6.3. Leptogenesis

この模型では leptogenesis [16, 89] によって baryon 数非対称性を生成することができる. その際
inflation 後の再加熱温度が熱的 leptogenesis を実現できるくらい十分高くなるかどうかが重要にな
る. 表 6.2 から分かるように, 通常の inert doublet と右巻きニュートリノのみを加えた scotogenic

模型では熱的 leptogenesis によって十分な baryon 数非対称性を生成するのに必要な再加熱温度
TR > 108 GeVには十分ではない [29, 30]. Scotogenic模型では, 右巻きニュートリノの生成と非平衡
での崩壊の両方が, ニュートリノの湯川結合のみで決定される. したがって最も軽い右巻きニュート
リノはニュートリノ質量の生成と十分な lepton数非対称性の生成の両方と矛盾しない方法で, ニュー
トリノの湯川結合のみによって平衡状態になることが難しい. このため, 元の模型では low scale

leptogenesisが困難になっている*9.

一方で本模型では新しく右巻きニュートリノと singlet scalar s̃ の相互作用がある. Inflation には
ms̃ = O(103)GeV のとき ⟨S⟩ = O(106)GeV が必要なので, 例えばMi = O(105)GeV にするため
には結合定数 yk はO(10−1)のような大きな値になる可能性がある. したがって, 重たい右巻きニュー
トリノ N2,3 が熱平衡にある限りこの相互作用による singlet scalar s̃を介した散乱によって最も軽い
右巻きニュートリノ N1 を熱平衡にすることができる. したがって最も軽い右巻きニュートリノ N1

*9 Scotogenic 模型における low scale leptogenesis は [90] で議論されている. この研究では最も軽い右巻きニュートリ
ノは何らかの追加の相互作用によって熱平衡にあると仮定して議論がされている.
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のニュートリノ湯川結合定数が微小でありこれだけでは熱平衡にならない場合でも, 一般的には熱平
衡状態になる可能性がある. これによりニュートリノ振動の実験・観測結果と矛盾せず leptogenesis

を実現することができる [76, 77].

∆ = 1 − 4M2
η0R
/m2

s̃ が微小であると考えているので, inflatonは主に 1-ループレベルで標準模型の
gauge bosonに崩壊し, 標準模型の粒子と η は gauge相互作用によって直ちに熱平衡状態になる. 右
巻きニュートリノだけが gauge相互作用をもたないためニュートリノの湯川結合によって熱平衡状態
になると考えられる. 最も軽い標準模型ニュートリノは質量をもたなくともニュートリノ振動とは矛
盾しないため, 少なくとも 2 つの右巻きニュートリノが実質的な湯川結合定数 hαi (i = 2, 3) をもっ
ていればよいことになる. したがって, 残りの N1 はニュートリノの質量生成とは無関係である可能
性がある. ニュートリノの質量生成に寄与しなければ N1 の質量と湯川結合定数 hα1 は制限を受けな
い. ここではこの湯川結合定数 hα1 は非常に小さいと仮定する. その他の右巻きニュートリノ Ni に
よってニュートリノの質量固有値を説明するためには, |λ5| = O(10−4), Mi = O(105)GeVとした場
合 hαi = O(10−3)が必要になる. このような場合 Ni の崩壊幅は ΓNi

≫ H(TR)を満たすので, 再加
熱温度が Ni の質量よりも高ければ Ni は再加熱時から温度がMi になるまでに熱平衡状態になると
考えられる. 一方で N1 の湯川結合定数 y1 が十分な大きさをもつと考えられるので, s̃を介した散乱
NiNi → N1N1 によって N1 も熱平衡状態になると予想される. このようにニュートリノの湯川結合
定数 hα1 とは異なる相互作用を通して N1 が熱平衡状態となる場合, N1 は極めて小さな湯川結合を通
して非平衡状態で ℓαη に崩壊する. この崩壊はM1/T が 1となる時よりも大きく遅れて生じるため,

Ni による washout過程は既に凍結されており, N1 の washout過程も微小な hα1 によって抑制され
るため生成された lepton数非対称性はスファレロン過程を経て baryon数非対称性に効果的に変換さ
れる. また崩壊前の生成された N1 が宇宙のエネルギー密度を支配しない限り, 生成された lepton数
非対称性を計算する際の N1 の崩壊によるエントロピー生成による希釈は無視することができる.

YN1
と YL(≡ YL − YL̄) の Boltzmann 方程式を解くことで具体的に計算する. 初期条件として

YN1 = YL = 0とし, Ni は TR で熱平衡状態にあると仮定する. Boltzmann方程式は,

dYN1

dz
= − z

sH(z = 1)

(
YN1

Y eq
N1

− 1

)γN1

D +

(
YN1

Y eq
N1

+ 1

) ∑
k=2,3

γNiNi

 ,
dYL
dz

=
z

sH(z = 1)

ε(YN1

Y eq
N1

− 1

)
γN1

D − 2YL
Y eq
L

 ∑
i=1,2,3

γNi

D

4
+ γ

(2)
N + γ

(13)
N

 (6.20)

で与えられる. 前章同様 γNi

D は Ni → Lη の反応密度であり, γ
(2,13)
N [29, 30]と γNiNi

はそれぞれ Ni

による lepton数を破る散乱と散乱過程 NiNi → N1N1 [76, 77]に対する反応密度である. CP非対称
性の parameter εは flavor効果を考慮しない場合 PMNS行列に依存せずニュートリノの湯川結合定
数 hαi の flavor 構造とは無関係だが, 反応密度は依存する可能性がある. 簡単のためにここでは第 0

近似として tri-bimaximal混合

hei = 0, hµi = hτi ≡ hi(i = 1, 2), he3 = hµ3 = −hτ3 ≡ h3

を仮定する [18]. (6.20) の数値計算には表 6.2 に示す parameter を使用し, その他の関連する
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図 6.2 YN1 と YL の時間発展を z の関数として示す. 横の点線は宇宙の baryon 数非対称性
YB = (8.2 − 9.2) × 10−11 (95% C.L.) [55]をスファレロン過程で実現するために必要な |YL|の
値を表す. この計算では表 6.2の (F)にある parameterを用いている. 初期条件として再加熱温度
TR よりも低い温度, z で表すと zR ≡ M1/TR よりも大きい z = 0.1で計算を開始しているが, 結
果はそれに依存しない. また N1 のエネルギー密度と放射のエネルギー密度の比 ρN1/ρR を点線で
示す.

parameterは

y1 = 10−2, y2 = 6× 10−2, y3 = 10−1, |λ5| = 7× 10−5, h1 = 5× 10−8 (6.21)

を考える*10. 最も軽い右巻きニュートリノの質量は y1 と ⟨S⟩の値から O(104)GeV となる. ニュー
トリノ質量の (6.4) にこれらの parameter を代入し ニュートリノ振動の実験・観測結果を考慮する
と, ニュートリノの湯川結合定数 h2,3 は O(10−3)となる. また CP非対称性 εについては最大の CP

位相を仮定すると現在の parameterでは O(10−7)となる.

Boltzmann 方程式の解の一例を図 6.2 に示す. この図から z ∼ 1 で非平衡崩壊が始まり, そ
れ以降に lepton 数非対称性が大幅に生成されることが分かる. また十分な lepton 数非対称性が
zEW ∼ M1/(10

2 GeV)でのスファレロン脱結合前に生成されていることが分かる. N1 の崩壊は遅れ
ているが, N1 が宇宙のエネルギー密度を支配することがないので, N1 の崩壊によって生成されたエン
トロピーが既に生成されている lepton数非対称性を希釈することはない. 表 6.2の最後の列には, 想
定した parameterに対して生成された baryon数非対称性を示した. この結果から, 元々の scotogenic

模型における leptogenesisによって宇宙の baryon数非対称性を説明するために必要な温度に比べて
再加熱温度がかなり低い場合でも, 適切な parameterでは本模型で leptogenesisによって十分な量の
baryon数非対称性を生成できることを示している. 右巻きニュートリノは真空期待値 ⟨S⟩を通して質
量Mi = yi ⟨S⟩を得るので, ⟨S⟩が変化するとニュートリノ振動実験の制限の下でニュートリノの湯川
結合定数 hαi の値も変化する. それに伴って, 表 6.2に示した場合の YB の値が変化している. (6.21)

の parameterではM1 はニュートリノの質量に実質的に寄与しないため, y1 はこのような影響を受け
ない. したがって y1 を大きくしてもニュートリノの湯川結合定数 h2,3 とは異なり washout効果を増
大させることなく CP非対称性の parameter εを大きくすることができる. このことは, z ∼ 1の前に
散乱 NiNi → N1N1 が脱結合するような領域でより大きな y1 の値を仮定することで表 6.2に示され

*10 |λ5|に設定した値は, 後述する暗黒物質の直接探索実験による制限を満たす.
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た YB の値を大きくできることを示唆している.

6.4. Inert doublet暗黒物質
ここでは暗黒物質 η0R について議論する. Inert doubletに関連する相互作用は

L ⊃ −λ2
4
(η0R)

4 − λ2
2
(η0R)

2(η0I )
2 − λ2(η

0
R)

2η+η− − λ+√
2
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4
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2
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2
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4
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2cw
Zµ(η

0
I∂
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4
W+
µ W
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2 +

ig
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µ (η0R∂

µη− − η−∂µη0R) +
ig
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+
egtw
2

Zµ(W
+µη− +W−µη+)η0R − eg

2
Aµ(W

+µη− +W−µη+)η0R

で与えられる. これらの相互作用が暗黒物質の現象に様々な影響を与える.

最初の例が η0R の W±, Z0, Higgs boson への対消滅である. これらは次節で議論するように宇宙
における暗黒物質の残存量に寄与する. s-parameter は η0R の相対速度 v を用いて非相対論近似する
と s ≃ 4M2

η0R
(1 + v2/4)と表すことができ, 共鳴 s ≃ 4Mη0R

付近での対消滅断面積 σAv の主な部分は
(6.18)で与えられる Γs̃ と 6.2節で定義した ∆を用いて

σAv ≃ (2c4w + 1)g4

128πc4wM
2
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(6.22)

と求められる. ここで γs̃ ≡ Γs̃/ms̃ である.またニュートリノへのツリーレベルの対消滅, 4点結合定
数 λ2 によって生じる 1-ループ過程, ツリーレベルと 1-ループの振幅間の干渉項などの寄与を無視し
た. この σAvは s̃を介した s-channel過程によって非自明な速度依存性をもつ. これにより v = 2

√
∆

付近の共鳴によって重要な効果を引き起こす可能性がある*11. η0R の速度分布として Maxwell 分布
f(v)を仮定すると速度分散 v̄ は v̄2 = 3T/Mη0R

となり, 速度に依存する部分は狭い共鳴条件 ∆ ≫ γs̃

の下で ∫ ∞

0

f(v)dv

(∆− v2

4 )2 + γ2s̃
≃ 4

√
2∆√
π

x3/2e−2∆x

∫ ν0

−ν0

dν

∆ν2 + γ2s̃
= 2

√
2πx3/2e−2∆x

√
∆

γs̃
(6.23)

のように近似的に平均化することができる. ここで x ≡ Mη0R
/T = 3/v̄2, ν ≡ v − 2

√
∆を用いた. 共

鳴条件 ∆ ≫ γs̃ は

κ2 ≪ 10−3

(
∆

10−6

)1/2 ( κ1
10−6

)1/2
*11 様々な模型において, Breit-Wigner共鳴による暗黒物質の対消滅 [91–95]や暗黒物質の自己相互作用 [96–99]が議論さ
れている.
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図 6.3 速度分布で平均化された η0
R の消滅断積 ⟨σAv⟩. 速度分散 v̄ と xは x = 3/v̄2 という関係

を満たす. (κ1, κ2)は左図では (10−6, 4× 10−6), 右図では (10−7, 4× 10−6)としている. またこ
の図における単位は cm3 s−1 である. 両方の図において各線は∆ = 10−6.5 (赤), ∆ = 10−6 (緑),

∆ = 10−5.5 (青) に対応しているおり, その他の parameterはMη0
R
= 1000GeV, λ+ = −0.38,

λ3 = 0.2, λ5 = −10−4 としている.

のように表すことができ, (6.23) が適切な近似となるのは κ1 と κ2 がこの不等式を満たす場合に限
られる. これが満たされない場合 xの大きな領域では小さな v が積分に大きく寄与してしまい, 補正
する必要がある. (6.22)と (6.23)を用いると, 暗黒物質の速度分布で平均化された η0R の消滅断面積
⟨σAv⟩は共鳴領域では

(
κ2/

√
κ1
)2 に比例することが分かる.

⟨σAv⟩を xの関数として図 6.3に示す. 暗黒物質の速度分散は, 暗黒物質が熱浴から freeze-out す
る時期では v̄ ≃ 0.2c, 太陽の中心部では v̄ ≃ 5× 10−5cと考えられる. この図から, 平均化された断面
積 ⟨σAv⟩には速度依存性があるものの, η0R の消滅断面積は両方の速度分散に対応する xで同じよう
な値になることが分かる*12. この振る舞いは太陽における暗黒物質の自己捕獲に重要な寄与を与える
可能性がある. 一方で宇宙における η0R の最終的な残存量についてはこの消滅断面積だけで決まるわ
けではない. TeV-scaleの inert doubletを考えた場合その成分間の質量はほぼ縮退していると考えら
れるので, 共対消滅が重要な役割を果たす [29, 30, 48, 49]. このことから上で示した η0R の消滅断面積
が η0R の残存量と直接関係していない場合がある.

ツリーレベルでの暗黒物質の直接探索実験や太陽中での暗黒物質の捕獲に関係する η0R と核子 N の
弾性散乱 η0RN → η0RN は Higgs boson hとの相互作用を通して生じる. その散乱断面積は

σel
N =

λ2+
8π

f̄2Nm
4
N

M2
η0R
m4
h

(6.24)

で与えられる. ここで f̄N は Higgs scalar と核子の結合を表し, mN は核子の質量である. また
Z-bosonを介した非弾性散乱 η0RN → η0IN が生じる可能性があり, その断面積は

σinel
N =

1

2π
G2
Fm

2
N (6.25)

のように見積もられる. ここで GF は Fermi結合定数である. これらの弾性散乱, 非弾性散乱は暗黒

*12 別の文脈では, 同様の特徴が scotogenic模型における暗黒物質の現象で考えられている [19].
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物質の直接探索実験によって制限が与えられている. 特に非弾性散乱では η0R と η0I の質量差が重要と
なるため, 後述するように暗黒物質の直接探索実験から |λ5|の値に対して制限が付けられている.

最後に, η0Rη
0
R → η0Rη

0
R や η0Rη

0
R → η0Iη

0
I などの自己散乱過程が暗黒物質の現象論に与える影響につ

いて述べておく. 実際, 太陽における η0R の捕獲率はこれらの影響を受けている可能性がある. 前者の
断面積は

σRR =
1

32πM2
η0R

∣∣∣∣3λ2 − λ2+
λ1

+
(κ2 ⟨S⟩)2

2m2
s̃

(
2− m2

s̃

s−m2
s̃ + iΓs̃ms̃

)∣∣∣∣2 (6.26)

のように計算される. ここで, Γs̃ は (6.18)で与えられる s̃の崩壊幅である. 共鳴付近 s ≃ m2
s̃ では最

後の項が主要な寄与となり,

σRR ≃ 1

128πM2
η0R

 1

4096π5

 (2c4W + 1)g4

c4W

∣∣∣∣∣I
(
M2
η0R

m2
s̃

)∣∣∣∣∣
2

+
1

2
(λ+ + λ− + 2λ3)

2

∣∣∣∣∣J
(
M2
η0R

m2
s̃

)∣∣∣∣∣
2

−2

となる. 共鳴付近では
∣∣∣I (M2

η0R
/ms̃2

)∣∣∣2 ∼ (1 − π2/4)2 となるため, σRR はより大きな値をとる. 例
えば, σRR が最大値となると考えられる λ+ + λ− + 2λ3 = 0を考えると

σRR ≃ O(10−25)

(
1TeV

Mη0R

)2

cm2

が得られる. これは λ2,3,+ = O(1), Mη0R
= 1TeV で予想される共鳴がない場合の値 O(10−35) cm2

よりもはるかに大きい. 暗黒物質の自己散乱断面積 σ に対する最も厳しい制限は弾丸銀河団からのも
のであり [100], 暗黒物質の質量をmDM としたとき σ/mDM ≲ 7.0× 10−25 cm2GeV−1 [100, 101]と
して与えられている. 今回の模型ではこれは容易に満たされる. σRR の値が大きくなっていることか
ら, 共鳴が起これば太陽における η0R の捕獲率に自己相互作用が大きな寄与をすると考えられる. 一
方で太陽中心における η0R では, 非弾性散乱からの寄与は運動学的に無視できると考えられる. 相対
速度 v をもつ暗黒物質 η0R の非弾性散乱が運動学的に生じるための条件 s ≥ 4M2

η2 は δ < Mη0R
v2/16

と表されるため, Mη0R
= O(1)TeV とすると太陽中の η0R と銀河ハローの η0R の散乱に期待される

v̄ ∼ 0.7 × 10−3cから δ < O(10)となる. これは次節で議論する暗黒物質の直接探索実験の結果と矛
盾する. したがって, 太陽中の η0R の捕獲率を見積もる際には非弾性散乱 η0Rη

0
R → η0Iη

0
I を無視するこ

とができる. η0R のこれらの特徴を暗黒物質の残存量と直接探索実験による制限に適用することで, 模
型の parameterに制限を与えることができる.

6.5. 暗黒物質の現象論
6.5.1 暗黒物質の残存量
本模型で追加した実 singlet scalar の相互作用を加えて η0R の残存量を計算する. TeV-scale の暗

黒物質を考えるため, 現在の宇宙における η0R の残存量を計算する際に (6.22)に加えて η の成分間の
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相互作用によって引き起こされる共対消滅過程を考慮する必要がある. ここでは簡単のために inert

doubletの成分を (η0R, η
0
I , η

+, η−) = (η1, η2, η3, η4)と表す. 残存量は (3.1)から近似的に

Ωh2 ≃ 1.07× 109GeV−1

J(xF )g
1/2
∗ mP

と見積もることができる. また Freeze-out温度 TF =Mη0R
/xF と J(xF )はそれぞれ

xF = ln
0.038mP geffMη0R

⟨σeffv⟩
(g∗xF )1/2

, J(xF ) =

∫ ∞

xF

⟨σeffv⟩
x2

dx

で与えられる. 有効消滅断面積 ⟨σeffv⟩ および有効自由度 geff は熱平均化された (共) 消滅断面積
⟨σijv⟩および ηi の平衡数密度

neqi =

(
MηiT

2π

)3/2

e−Mηi
/T ,

を用いて

⟨σeffv⟩ =
1

geff

4∑
i,j=1

⟨σijv⟩
neqi
neq1

neqj
neq1

, geff =

4∑
i=1

neqi
neq1

のように表すことができる.

熱平均化された (共) 消滅断面積は, 熱平均相対速度 ⟨v2⟩によって ⟨σijv⟩ = aij + bij⟨v2⟩のように
展開できる. 冷たい暗黒物質では ⟨v2⟩ ≪ 1が満たされるので, aij が主要な寄与となる. Gauge相互
作用と scalarの 4点結合 λi によって生じる有効消滅断面積 aeff ≡

∑4
i,j=1 aijNij は [29, 30, 50]から

aeff =
(1 + 2c4w)g

4

128πc4wM
2
η1

(
1 + ⟨A(s,m2

s̃)⟩
)
(N11 +N22 + 2N34)

+
s2wg

4

32πc2wM
2
η0R

(N13 +N14 +N23 +N24)

+
1

64πM2
η1

[{
λ2+ + λ2− + 2λ23 + ⟨B(s,m2

s̃)⟩
}
(N11 +N22) +

{
(λ+ + λ−)

2

+4λ23 + 2 ⟨B(s,m2
s̃)⟩
}
N34 + (λ+ − λ−)

2(N33 +N44 +N12) +
{
(λ+ − λ3)

2

+(λ− − λ3)
2
}
(N13 +N14 +N23 +N24)

]
のように計算される. ここで ⟨A⟩と ⟨B⟩は暗黒物質の速度分布における (6.22)の平均値で, Nij は

Nij ≡
neqi
neq1

neqj
neq1

=
MηiMηj

M2
η1

exp

[
−
Mηi +Mηj − 2Mη1

T

]
で定義される.

これらの式を用いて, 熱的な η0R の freeze-out による残存量を見積もる. Freeze-out 時には暗黒物
質の速度分散は v̄ ∼ 0.2c から xF ∼ 25 に相当すると考えられるので, s-channel 過程は ∆ ≃ 10−6

のような小さな ∆ では共鳴から外れ, 実質的に寄与しない. この場合, 散乱断面積に含まれる主
な parameter は, 暗黒物質の質量 Mη1 , 結合定数 λ+ と λ3 である*13. 典型的な Mη1 の値に対する

*13 小さなニュートリノ質量の生成に関する議論から, 一般性を損なわずに |λ5| が |λ3| や |λ4| よりもずっと小さいと仮定
できるので, この 2つの結合を独立した parameterとして使用する.

50



λ+

λ3

-1.5 -1.0 -0.5 0.0 0.5 1.0 1.5

-1.5

-1.0

-0.5

0.0

0.5

1.0

1.5

図 6.4 (λ+, λ3) 平面における Ωh2 = 0.12 の等高線. Mη1 = 1000GeV (赤実線), 1250GeV

(緑実線), 1500GeV (青実線) と対応している. また ∆ = 10−6, κ1 = 10−6, κ2 = 4 × 10−6

を仮定している. 各 η0
R の質量に対する, 暗黒物質の直接探索実験からの spin に依存しない暗

黒物質-核子断面積に対する現在の 90%CL での制限を同色の破線の細線で示している. これは
|λ+|のみに依存するため, この平面上では制限は縦線で表される. λ4 は負の値であるべきなので,

λ4 = λ+ − λ3 − λ5 = 0を表す黒線より上側の領域だけが許される.

Ωh2 = 0.12 の等高線を (λ+, λ3) 平面に示したものが図 6.4 である. Mη3,4 > Mη1,2 を満たす必要
があるため許される範囲は λ4 < 0 に制限され, これは黒い実線より上の領域に相当する. この図は
(λ+, λ3) の値を選ぶことで, 必要な残存量が簡単に得られることを示している. 6.4 を満たすように
κ2 の値を小さくしているため, 実 singlet scalar の影響は残存量を見積もる際には無視することがで
きる.

6.5.2 暗黒物質直接探索の制限
この模型では, Higgs を介した t-channel によって暗黒物質-核子弾性散乱が生じる. したがって暗

黒物質の直接探索実験から (6.24) の暗黒物質-核子の散乱断面積 σel
n に対して制限が付けられる. こ

れは η0R の質量を固定した場合の λ+ の値を制限するものである. 最も厳しい制限は XENON1T [47]

で得られており, spin に依存しない暗黒物質-核子の散乱断面積に対する制限は, mDM = 1TeV

で σSI ≲ 8.5 × 10−46 cm2 となっている. (6.24) に mh = 125GeV, f̄N = 1/3 を代入すると,

Mη1 = 1TeV で |λ+| ≲ 0.4のような λ+ に対する制限を得ることができる. λ+ は η0R の残存量にも
関係しているため, 許される模型の parameter領域を見つけるためには暗黒物質の残存量と直接探索
実験の制限を合わせて考える必要がある.

図 6.4では, (λ+, λ3)平面上で η0R のそれぞれの質量に対する暗黒物質の直接探索実験からの制限を
示した. σel

N は λ3 に依存せず η0R の質量を固定した場合 λ+ の絶対値のみで決まるため, 直接探索実験
からの制限は (λ+, λ3)平面上で対称な縦線となっている. これらの線に挟まれた領域が許される領域
であり, そこに含まれる等高線 Ωh2 = 0.12上の点のみが現在の制限を満足する. この図から, 残存量
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の条件に暗黒物質の直接探索の制限を加えることで, λ3 < 0を棄却できることが分かる.

質量差 δ = |λ5| ⟨ϕ⟩2 /Mη1 が十分に小さい場合, 弾性散乱だけでなく非弾性散乱 η0RN → η0IN が起
こりうる. 実際, (6.24)と (6.25)より求められる σinel

N /σel
N ≃ 3(0.1/λ+)

2 からこれは弾性散乱と同じ
ような大きさとなる. これまでに直接探索実験でこのような反応が見つかっていないことから, 2 つ
の可能性を考えることができる. すなわち, 運動学的に禁止されているか, もしくは運動学的には許
されているが現在の検出器の感度では発見できていない場合である. 運動学的に許されている場合,

暗黒物質と核子の間の相対速度 v は, ある最小値 vmin よりも大きくなる必要がある. ここで, vmin

は [102–106]から

vmin =
1√

2mNER

(
mNER
mr

+ δ

)
(6.27)

のように見積もることができる. mN と ER はそれぞれ標的核子 N の質量と反跳エネルギーであり,

mr は N と暗黒物質の換算質量である. v は v < vesc + v0 を満たす必要があり, vesc は銀河系から地
球への脱出速度 (vesc ≃ 544 km/s), v0 は銀河系の中心を回る周回速度 (v0 ≃ 220 km/s) であるため,

運動学的には vmin < v < vesc + v0 で散乱過程が許されると考えられる. (6.27)に vmin = vesc + v0

を代入し, δ = |λ5| ⟨ϕ⟩2 /Mη1 を考慮すると, λ5 の臨界値は

|λc5| ≃ 8× 10−6

(
Mη1

103 GeV

)(
MN

102 GeV

)1/2(
ER

40 keV

)1/2

と求めることができる. |λ5| > |λc5| が満たされる場合, 非弾性散乱は運動学的に禁止される. 一方で
|λ5| < |λc5|の場合は, 運動学的には許されているが, 反応率が現在の検出器の感度以下であるためその
兆候が見つからないという可能性も考えられる. しかし, 現在の暗黒物質の直接探索実験ではそのよ
うな可能性はすでに棄却されている [107]. どちらにせよ, 非弾性散乱は一般的には太陽での暗黒物質
の捕獲に寄与する可能性があるが [108, 109], 現在の模型における η0R の捕獲率を計算する際には無視
することができる. また λ5 の制限と ⟨S⟩ の値から, λ̃5 = O(1) に対して cut-off scale Λ は (6.2) よ
り Λ ≲ 1011 GeVとなる. これは強い CP問題に対する Peccei-Quinn対称性の破れの scaleと一致す
る [110–112].

6.5.3 太陽に捕獲された暗黒物質の対消滅による高エネルギーニュートリノ
銀河系内の暗黒物質は太陽に含まれる原子核との散乱によってエネルギーを失ってその速度がその

点での脱出速度よりも小さくなると, 太陽内部に捕獲される可能性がある. 捕獲された暗黒物質が消
滅してニュートリノを生成すれば, 暗黒物質の間接探索実験のよい信号となる [51]. これは実 singlet

scalar によって生じる共鳴によって自己散乱が増大される場合がある現在の模型では重要な物理で
ある.

太陽内部に捕獲された暗黒物質の数 N の時間発展は [113]から

dN

dt
= Cc + CsN − CaN

2 (6.28)

で表される. ここで, Cc と Ca はそれぞれ太陽内の原子核との散乱による暗黒物質の捕獲率と, すでに
太陽内に捕獲されている暗黒物質同士の消滅率を表す. 第 2項は銀河ハロー中に存在する暗黒物質と
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太陽に捕獲された暗黒物質との間の自己散乱によるものである. 太陽の年齢は暗黒物質の消滅と捕獲
が平衡状態になる時間 scale τ = 1/

√
CcCa + C2

s/4よりも十分大きいので*14, (6.28)における N の
時間変化が 0になると考えられる. その場合, N は

N =
Cs
2Ca

+

√
C2
s

4C2
a

+
Cc
Ca

と計算できる. 太陽における暗黒物質の消滅率は ΓA = CaN
2/2で与えられるので,

ΓA =
1

2

[
Cc +

C2
s

2Ca

(
1 +

√
1 +

4CaCc
C2
s

)]
(6.29)

となる. C2
s ≪ CaCc の場合は, 自己相互作用が無視できる場合に相当し, ΓA = Cc/2 となり捕獲率

Cc によってのみ決定される. C2
s ≫ CaCc を満たす場合は ΓA = Cs/2Ca となり, 逆に捕獲率 Cc に依

存しなくなる. これら 2つの極限的な状況は, 本模型で予想される自己捕獲の増大が, 太陽での暗黒物
質の対消滅による高エネルギーニュートリノフラックスに影響を与え, 本模型の特徴的な信号を与え
る可能性を示唆している.

太陽内での η0R の対消滅によるニュートリノ να のフラックス [9]から

dΦνα
dEν

=
1

4πR2
ΓA
∑
f

Bf
dNνα

f (Eν , Ein)

dEν

と表すことができる. ここで R は太陽と地球の距離であり, ΓA は (6.29) で与えられる太陽にお
ける η0R の消滅率である. Bf は (6.22) に含まれている η0R の対消滅 channel f への分岐比である.

dNνα
f (Eν , Ein)/dEν は, 入射エネルギー Ein, channel f を通して生成されたエネルギー Eν をもつ

να の太陽表面でのスペクトルを表している. 太陽からの高エネルギー νµ および ν̄µ は IceCubeで探
索されている. 今のところ兆候は観測されていないが, IceCube は最終的に高エネルギーニュートリ
ノを生成するW+W−, τ τ̄ , bb̄などに関連する暗黒物質の消滅率の上限を与える. これから模型に何
らかの制限が得られる可能性がある.

次に, ΓA を求めるために Ca, Cc, Cs について見積もる. まず

Ca = ⟨σAv⟩
∫ R⊙

0

n2η1(r)4πr
2, N =

∫ R⊙

0

nη1(r)4πr
2dr

で表される Ca についてである. ここで nη1(r) は太陽における η0R の数密度であり, ⟨σAv⟩ は
(6.22) で与えられる平均化された全消滅断面積である. Vj =

∫ R⊙
0

njη1(r)4πr
2dr と定義される

有効体積 Vj を用いると, Ca = ⟨σAv⟩V2/V 2
1 が得られる [114]. 太陽中心付近の η0R の数密度は

nη1(r) = exp[−Mη1ϕ(r)/T0]と表される. ここで ϕ(r)は太陽の重力 potential, T0 = 1.57× 107 Kは
太陽中心の温度である. 中心部付近の質量密度が ρ0 = 156 g/cm3 のように一定であるとすると, ϕ(r)

は ϕ(r) = 2πGρ0r
2/3となる. この場合, Vj を近似的に

Vj =

∫ R⊙

0

exp

(
−jMη1ϕ(r)

T0

)
4πr2dr =

(
3M2

PT0
2jMη1ρ0

)3/2

≃ 7.30× 1025
(
1TeV

jMη1

)3/2

cm3

*14 この模型では, 以下に示す典型的な Cc, Ca, Cs の値に対して, この条件が満たされていることを確認できる.
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図 6.5 太陽中での η0
R-原子核 (Ni) 散乱による η0

R の捕獲率 Cc [s
−1]. 典型的なMη1 の値に対す

る |λ+|の関数として示した. |λ+|の上限は図 6.4に示したように暗黒物質の残存量から制限され
ているため, この図ではそれを考慮している.

のように計算することができる. ⟨σAv⟩に対して (6.22)を用いると, Ca は関連する parameter を例
えばMη1 = 1TeV, (λ+, λ3) = (−0.38, 0.2)としたとき Ca ≃ 1.8× 10−52 s−1 と見積もることができ
る. これは図 6.4に示す許されている領域に含まれる. (λ+, λ3)は, 図 6.4に示したように暗黒物質の
残存量と直接探索実験の両方によって制限された領域に含まれなければならないので, Ca の期待値は
上記の値から大きくは変わらない.

次に本模型における Cc と Cs を計算する. Cc の計算については Gould [115, 116]の議論を本模型
の η0R に適用する. その表式は付録 Cで定義された変数を用いて

Cc =
∑
i

σ(η1Ni)ρη1 v̄M⊙fi

4
√
6ζaiM2

Ni

 2e
−aiζ

2

1+ai

√
1 + ai

erf

(
ζ√

1 + ai

)
− e

−aiζ
2

1+ai

(A2
c −A2

s)(1 + ai)3/2

×
[(
Âi+Âi− − 1

2
− 1 + ai
ai − bi

)(
erf(Âi+)− erf(Âi−)

)
+

1√
π

(
Âi−e

−Â2
i+ − Âi+e

−Â2
i−

)]Ai=A
c
i

Ai=As
i

+
e

−biζ
2

1+bi

(ai − bi)(A2
c −A2

s)
√
1 + bi

×
[
e−(ai−bi)A2

i

(
2 erf

(
ζ√

1 + bi

)
− erf(Ǎi+) + erf(Ǎi−)

)]Ai=A
c
i

Ai=As
i

}
(6.30)

のように与えられる*15. この式における η0R-核子 (Ni) 散乱断面積 σ(η1Ni)は (6.24)の σel
N を用いて

σ(η1Ni) = σel
NA

2
i

M2
η1M

2
Ni

(Mη1 +MNi
)2

(Mη1 +mp)
2

M2
η1m

2
p

と書くことができる. ここで mp は陽子の質量, Ai は原子核 Ni の原子番号である. この式を用いて
いくつかのMη1 のベンチマークに対して Cc を λ+ の関数として図 6.5に示す. Mη1 は標的原子核の
質量よりもはるかに大きい TeV領域を考えているため, 捕獲率 Cc は運動学的に O(1018) s−1 に抑え
られている. これは Cs が

√
CaCc = O(10−17) s−1 と同じくらいの値をとる場合にのみ太陽における

η0R の捕獲に Cs が実質的な影響を与えることを意味している.

*15 導出を付録 Cに示す.
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図 6.6 太陽での自己散乱による η0
R の捕獲率 Cs [s

−1]. xの関数として図示した. (κ1, κ2)は左図
では (10−6, 4× 10−6), 右図では (10−7, 4× 10−6)としている. 各線は両方とも∆ = 10−6.5 (赤),

∆ = 10−6 (緑), ∆ = 10−5.5 (青) に対応している. その他の関連する parameterも図 6.3と同じ
値に取っている.

自己捕獲率 Cs も Cc と同様に付録 Cで議論した方法で計算できる. その解析的な表式は近似的に

Cs ∼
1

32πM2
η1ζ

ρη1
Mη1

v2s
v̄2

{√
3

2
v̄

[
3λ2 −

λ2+
λ1

+
2(κ2 ⟨S⟩)2

m2
s̃

]2
erf(ζ)

+
3
√
π

2

exp

−(√
6∆

v̄
− ζ

)2
− exp

−(√
6∆

v̄
+ ζ

)2
(κ2 ⟨S⟩

ms̃

)4
1√
∆γs̃


×
〈
v(r)2

v2s

〉
(6.31)

で与えられる. ここで ⟨v(r)2/v2s⟩は太陽における η0R の分布で平均した二乗脱出速度の値である. こ
れは太陽内の η0R の数密度 n(r)を用いて〈

v(r)2

v2s

〉
=

1

N

∫ R⊙

0

4πr2drn(r)
v(r)2

v2s
, N =

∫ R⊙

0

4πr2drn(r) (6.32)

として定義される. vs は太陽表面での脱出速度である. η0R は太陽中心に蓄積されるほど重たいため,

(6.32) の v(r)2/v2s の平均値は 5.1 と評価される [115, 116]. 図 6.6 では (6.31) を用いて ∆ を固定し
た場合の xの関数として Cs を図示した. ハロー内の η0R の速度分散は v̄ ∼ 10−3cと考えられるので,

v̄2 ≃ 2∆ 満たされる限り Cs は大きくなりうる. 図 6.3 と図 6.6 から, Cs は ∆ ≃ 10−6 の場合, s̃ を
介した s-channel 過程の共鳴によって大きく増大するが, Ca は太陽の η0R が v̄ ∼ 10−5 であるため,

適切な parameterであれば残存量が要求する値を維持できる. Cs の自己捕獲率は大きく向上するが,

O(10−17)の値に達するのは難しい. したがって ΓA の予測値を ΓA = Cc/2から大幅に逸脱させるほ
どの増大ではない.

上記の解析で得られた Ca, Cc, Cs を用いることで, (6.29) の η0R の消滅率 ΓA を計算することがで
きる. η0R のW+W− への消滅断面積は

⟨σAv⟩WW =
g4

64πM2
η1

(
1 + ⟨A(s,m2

s̃)⟩
)
+

1

128πM2
η1

(
4λ23 + ⟨B(s,m2

s̃)⟩
)
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ΓWW (s−1) (a) ⟨σAv⟩γγ (cm3s−1) (b) ⟨σAv⟩γγ (cm3s−1)

(A) 4.2× 1017 2.3× 10−29 2.2× 10−29

(B) 3.1× 1017 2.3× 10−27 2.2× 10−27

(C) 2.3× 1017 1.4× 10−29 1.4× 10−29

(D) 2.3× 1017 1.4× 10−27 1.4× 10−27

(E) 1.8× 1017 1.0× 10−29 9.6× 10−30

(F) 1.8× 1017 1.0× 10−27 9.6× 10−28

表 6.3 WW への消滅率と単色ガンマ線に対する平均化された消滅断面積の予測値. 表 6.2 に
示した模型の parameter の値を用いている. 速度分散は, (a) では v̄ = 3 × 10−4c, (b) では
v̄ = 3× 10−5cと仮定している.

で与えられる. ここで ⟨A⟩ と ⟨B⟩ は太陽における暗黒物質の速度分布による平均値である. またこ
こでは v̄ ≃ 5 × 10−5c を仮定している. 関連する模型の parameter は λ±, λ3,Mη1 , ⟨S⟩ であるため,

図 6.3 に見られるそれらの制限を考慮して消滅率 ΓWW を計算した結果を表 6.3 に示す. これらを
IceCubeによって得られている制限 ΓWW ≤ 9.34 × 1019 s−1 [117]と比較すると, ΓWW の予測値は
実験の感度が少なくとも 2桁以上向上しない限り模型を検証することが難しいことを示している.

6.5.4 暗黒物質の対消滅による高エネルギーガンマ線
Scotogenic 模型では η0R が 1-ループレベルで光子対に対消滅することが知られている. しかし, こ

れは大きく抑制されているため間接探索実験によって調べることは難しい. 一方で, 本模型では s̃を介
した s-channelを通して光子への対消滅が可能である. その場合, 消滅が起こる特定の場所で暗黒物質
の速度分散に共鳴条件が満たされれば, 断面積が大きく向上する可能性がある. このような状況が宇宙
のどこかに用意されていれば, そこでの η0R の対消滅によって発生する単色ガンマ線を H.E.S.S.のよ
うな高エネルギーガンマ線探索によって観測できるかもしれない.

η0R の対消滅によるガンマ線フラックス Φγ は,

dΦγ
dEγ

=
1

4π

⟨σAv⟩
2M2

η1

∑
f

dNf
γ

dEγ
Bf

∫
∆Ω

dΩ′
∫
los

ρ2η1(r(ℓ, ϕ
′))dℓ(r, ϕ′) (6.33)

で表される. ここで Bf はガンマ線を発生する終状態 f への分岐比, dNf
γ /dEγ はそこで発生するガン

マ線スペクトルである. 積分で与えられる部分は J-factorと呼ばれる天体物理学的な因子を表し, 視
線に沿った立体角 ∆Ω内の暗黒物質の分布を表している. 消滅断面積を速度分布で平均化すると, 共
鳴付近では

⟨σAv⟩γγ ≃ e4

32πM2
η1

(
16λ22
(4π)4

+ ⟨A(s,m2
s̃)⟩
)

(6.34)

となる. 2番目の項は, s̃を介した s-channelのダイアグラムから来ており, 共鳴付近 m2
s̃ ≃ 4M2

η1 で
は支配的な寄与になっている.

ここでは, 銀河中心 [118]や矮小楕円体銀河 [119]から観測されるガンマ線に焦点を当てて解析を行
う. 暗黒物質の密度分布 ρDM と速度分散 v̄ を仮定すると, 観測されたガンマ線のフラックスは (6.33)
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によって模型が予測する平均化された消滅断面積 ⟨σAv⟩γγ に制限を与える. 暗黒物質の速度分散には
不定性が大きいが, ここでは銀河中心で v̄ ∼ 3× 10−4c [120], 矮小楕円体銀河では v̄ ∼ 3× 10−5cとす
る. これから典型的な模型の parameterに対して (6.34)を用いて ⟨σAv⟩γγ を推定することができる.

その結果を表 6.3に示す. H.E.S.S. によるガンマ線の線スペクトルの観測により, mDM = 1TeV に
おける ⟨σAv⟩γγ に制限が与えられ, Einasto profileをもつ銀河中心では ⟨σAv⟩γγ < 4× 10−28 cm3/s,

矮小楕円体銀河では ⟨σAv⟩γγ < 3 × 10−25 cm3/sとなる. したがって, 後者の予測値は上限を大きく
下回ることが分かった. 一方で前者については, 想定する parameterに依存するが, 現在の制限から遠
くない値を示している. 図 6.3では, (A)と (B)の場合の ⟨σAv⟩の振る舞いが緑の線で示されている.

これは, (B)の場合の ⟨σAv⟩が x ≳ 107 で現在の暗黒物質の残存量から求められる値よりも大きいこ
とを示している. 表 6.3から, このような場合では特に単色ガンマ線の探索が模型を検証する有効な手
段となると考えられる. また消滅断面積はms̃ と κ2 の値に敏感であるため, 将来的には単色ガンマ線
の観測結果を用いてこれらの制限を得ることが可能かもしれない. もし銀河中心からの単色ガンマ線
がこのエネルギー領域で発見されれば, 適切な parameterを考えた場合この模型はその候補として考
えることができる.
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第 7章

まとめ

本研究では, ニュートリノの質量と暗黒物質を同時に説明することのできる scotogenic 模型を, 右
巻きニュートリノの質量起源を説明するという観点から実 singlet scalar を新たに導入することで拡
張を行った. この実 singlet scalar が Ricci scalar との非最小結合を通して inflation を引き起こす
場合, Higgs inflation で生じる可能性が議論されているユニタリティ問題を逃れることができ, 右巻
きニュートリノの質量と同時に inflation も説明することができる. また Higgs inflation と異なり
inflatonの 4点結合が新しい自由度となっているため, Higgs inflation に比べて自然な大きさの非最
小結合で inflationを実現することができる. この inflatonが inert doublet暗黒物質の共鳴領域にあ
る場合を考えて inflation及び再加熱について議論した. 予想される再加熱温度は通常の leptogenesis

で必要とされる温度に比べて小さくなるが, 実 singlet scalar を介した散乱を通して最も軽い右巻き
ニュートリノが熱平衡状態になることで leptogenesisにより十分な baryon数非対称性が生成される
ことを示した.

また実 singlet scalarが共鳴領域にある場合, 新しい寄与により暗黒物質の現象論を元の scotogenic

模型のものから大きく変える可能性がある. 本研究ではニュートリノ質量生成に重要な inert doublet

の中性成分の実部 η0R が暗黒物質である場合を考えた. 実 singlet scalarと暗黒物質の質量が共鳴条件
を満たす場合, s-channelの実 singlet scalarを介した暗黒物質の自己散乱断面積と消滅断面積が大き
く増加する可能性がある. したがって, 太陽中の暗黒物質の捕獲率が増大することが考えられる. 銀
河系ハローと太陽中では暗黒物質の速度分散が異なるため, 観測されている暗黒物質の残存量を満た
すように暗黒物質の消滅断面積を保ちつつ太陽中での自己散乱断面積のみを増大させることができる.

これらの点を考慮して, 暗黒物質の対消滅による太陽から飛来するニュートリノと銀河中心及び矮小
楕円体銀河からの単色ガンマ線を計算した. その結果, 銀河中心からの単色ガンマ線については特定の
parameter領域では現在の観測からの上限と同等の値が得られ, 将来的に検証できる可能性があるこ
とが分かった.
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付録 A

Inflation

A.1. Slow-roll inflation

平坦性問題や地平線問題といったビッグバン宇宙論における問題は, 初期宇宙で加速膨張する時
期が存在すれば解決することができる. また CMB の観測からもそのような宇宙初期の加速膨張期
が存在したことが示唆されている. この初期宇宙の加速膨張を inflation という. ここでは代表的な
inflation模型である slow-roll inflationとその制限についてまとめる.

一様等方な宇宙初期において空間の曲率や宇宙項は無視することができるので, Friedmann方程式

H2 =
ρ

3M2
P

から宇宙を満たしている場のエネルギー密度 ρ が定数である場合 Hubble parameter H も定数とな
り, 宇宙の指数関数的な加速膨張が実現される. このような inflationを引き起こす粒子を inflatonと
呼ぶ. Inflaton ϕとその potential V (ϕ)が

ϕ̇2 ≪ 2V (ϕ), |ϕ̈| ≪ 3H|ϕ̇|

を満たすとき, inflatonのエネルギー密度への主要な寄与は inflatonの potentialとなり, かつ ϕ̇の時
間変化が十分小さくなることで実質的に inflatonのエネルギーが定数となる時期が十分な時間存在し
inflationが実現される. この条件を slow-roll条件と呼ぶ. 一様等方な宇宙において inflatonの運動方
程式

ϕ̈+ 3Hϕ̇+
dV

dϕ
= 0

から, slow-roll条件を満たすためには potentialが十分平坦である必要がある. このような条件を満た
す potentialを表す量として slow-roll parameter

ε ≡ M2
P

2

(
1

V

dV

dϕ

)2

, η ≡M2
P

(
1

V

d2V

dϕ2

)
を導入する. Slow-roll条件と運動方程式からこれらの値は 1よりも十分に小さくなる. そして ε ∼ 1

となると slow-roll条件が保たれなくなり, inflationが終了する. したがって, slow-roll条件を満たす
ような十分平坦な potential上を inflatonがゆっくりと転がることで宇宙の指数関数的な膨張が実現
し, potentialの平坦な領域を抜けて slow-roll条件が破れることで inflationが終わる.
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Inflation期に宇宙がどれだけ膨張したかを表す量として e-foldings数 N がある. これは inflation

の終了する時刻を tend とすると

N ≡ log

(
a(tend)

a(t)

)
=

∫ tend

t

Hdt

で定義される. また slow-roll近似を用いると inflatonを用いて

N =

∫ ϕ(tend)

ϕ(t)

dϕ
H

ϕ̇
≃ 1

M2
P

∫ ϕ(t)

ϕ(tend)

dϕ
V

dV/dϕ

と表すことができる. CMBで観測される温度揺らぎから, 典型的な e-foldings数の値は 50から 60程
度となっている.

CMB はほぼ一様等方だが、観測から δT/T ≃ 10−5 程度の温度揺らぎが存在することが知られて
いる. この揺らぎは inflatonの揺らぎが起源であると考えられており, inflationの予測する重要な量
である. Inflationによって生じる曲率揺らぎのパワースペクトル PR(k)はある波数 k∗ の周りで

PR(k) = As

(
k

k∗

)nS−1

のように展開することができる. ここで As は波数 k = k∗ における量であり, slow-roll近似の下で

AS ≃ V

24π2M4
P ε

∣∣∣∣
k=k∗

で与えられる. よって nS − 1 = 0であればパワースペクトルは完全に scale不変となる. CMBの観
測から, この曲率揺らぎはほぼ scale不変であることが分かっている. nS はスペクトル指数と呼ばれ,

slow-roll inflationでは slow-roll parameterを用いて

ns = 1− 6ε+ 2η

と書き表すことができる. また初期重力波のパワースペクトル Ph(k)も inflationにおいて予言される
量であり, 曲率ゆらぎとの比を slow-roll parameterを用いて書き表すと

r ≡ Ph
PR

= 16ε

となる. この比 r は tensor scalar 比と呼ばれる. 初期重力波は観測で発見されていないため, r には
上限がつけられる.

CMB観測から基準となる波数 k∗ = 0.05Mpc−1 において scalar振幅 As の値は As ≃ 2.1× 10−9

[36]と測定されており, また ns, r には Planckの観測から図 A.1のような制限が得られている.

A.2. s-inflation

本節では, 6.2 節で用いた式の導出を行う. まず共形変換後の Einstein frame における作用 (6.10)

についてである. Jordan frameにおける作用は (6.8)から

SJ =

∫
d4x

√
−g
[
−f(S)

2
M2
PR+

1

2
∂µS∂

µS − V (S)

]
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図 A.1 Planckによる ns, r に対する制限 [121].

である. ここで f(S) ≡ 1 + ξ(S2 − ⟨S⟩2)/M2
P と定義した. 以下では (6.9)に与えた共形変換

(gE)µν = Ω2(x)gµν (A.1)

を用いて Einstein frameに移るために Ω2 = f(S)とすればよいことを示し, 変換後の作用を求める.

また Einstein frameにおけるそれぞれの量については下付き添え字 E を用いる.

まずこの変換で計量の逆行列 gµν と √
−g ≡

√
−det(gµν)は

gµνE =
1

Ω2
gµν ,

√
−gE = Ω4√−g

となる. この変換によって下付きの偏微分は変化しないため (∂E)µ = ∂µ であり*1, したがって
Christoffel記号

Γαµν ≡ 1

2
gαρ(∂νgµρ + ∂µgρν − ∂ρgµν)

は変換後の frameでは (A.1)を代入した際に偏微分が計量にかかる場合と Ω2(x)にかかる場合から

(ΓE)
α
µν = Γαµν + Sαµν (A.2)

のように分けることができる. ただしここで Sαµν を

Sαµν ≡ δαµ∂ν(log Ω) + δαν ∂µ(log Ω)− gµν∂
α(log Ω) (A.3)

*1 座標 xµ や下付きの偏微分 ∂µ ≡ ∂/(∂xµ)は変化しないが, xµ ≡ gµνxν に含まれる計量の変化に伴って上付きの偏微
分は ∂µ

E ≡ gµνE ∂µ = ∂µ/Ω2 のように変換される.
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と定義した. これを用いて Ricci scalarを計算するために, Ricci tensorを求める. 曲率 tensor Rµναβ

と Ricci tensor Rµν はそれぞれ

Rµναβ ≡ ∂αΓ
µ
νβ − ∂βΓ

µ
να + ΓµλαΓ

λ
νβ − ΓµλβΓ

λ
να,

Rµν ≡ Rαµαν = ∂αΓ
α
µν − ∂νΓ

α
µα + ΓαβαΓ

β
µν − ΓαβνΓ

β
µα

で与えられる. また変換後の frameにおける Christoffel記号 Γαµν の偏微分は Sαµν の共変微分を用い
ると (A.2)から

∂α(ΓE)
β
µν = ∂αΓ

β
µν +∇αS

β
µν − Γ βλαS

λ
µν + ΓλµαS

β
λν + ΓλναS

β
µλ

となるので, 変換前と変換後の Ricci tensorの関係は

REµν = Rµν +∇αS
α
µν −∇νS

α
µα + SαβαS

β
µν − SαβνS

β
µα

と求めることができる. 最後に Ricci scalar R ≡ gµνRµν は (A.3)およびその共変微分

∇αS
β
µν = δβµ∇α∂ν(log Ω) + δβν∇α∂µ(log Ω)− gµν∇α∂

β(log Ω)

と計量の共変微分が 0であることから ∇µAν = gνα∇µA
α が成り立つことを用いると

RE =
1

Ω2
{R− 6∇µ∂

µ(log Ω) + 2gµν [∂µ(log Ω)∂ν(log Ω)− gµν∂α(log Ω)∂
α(log Ω)]}

=
1

Ω2

[
R− 6

Ω
∇µ∂

µΩ

]
と得られる. したがって Einstein frameにおける作用のうち Ricci scalarに関連する部分は

SE ⊃
∫
d4x
√

−gE f(S)
Ω2

[
−M

2
P

2
RE − 3M2

P

Ω3
∇µ∂

µΩ

]
(A.4)

となるため, Ω2 = f(S) とすると Ricci scalar と scalar 場が直接結合していない求めたい形が得ら
れる.

(A.4)の最後の項は運動項への寄与になっている. また変換前の Jordan frameにおける量になって
いるため, これを Einstein frameの量を用いて書き直す. この項の共変微分を展開すると

∇µ∂
µΩ = ∂µg

µν∂νΩ+ gµν∂µ∂νΩ+
1

2
gµνgαβ∂αgµν∂βΩ

となるので, 変換前と変換後の関係は

(∇E)µ∂
µ
EΩ =

1

Ω2
∇µ∂

µΩ+
2

Ω
gµνE ∂µΩ∂νΩ

のように得られる. したがって運動項の補正は scalar量に対しては共変微分と偏微分が等しいことお
よび表面項が 0であることを用いると

−3M2
P

Ω3
∇µ∂

µΩ =
3M2

P

Ω2

(
gE
)µν

∂µΩ∂νΩ =
3ξ2S2

Ω4M2
P

(
gE
)µν

∂µS∂νS

と求めることができる. したがって作用における運動項に対応する部分は

SE ⊃
∫
d4x
√

−gE 1

2Ω4

(
Ω2 +

6ξ2S2

M2
P

)
gµνE ∂µS∂νS
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となる.

S の potential V (S) については変換の前後で変わらないため,
√
−g の変換に伴う因子 1/Ω4 が変

換後にはかかるだけである. また 6.2節で考えたように inflation中は S の真空期待値 ⟨S⟩を無視する
ことができるため, Ω2 ≃ 1 + ξS2/M2

P とすると

SE =

∫
d4x

√
−gE

{
−1

2
M2
PRE +

1

2Ω4

[
1 +

(ξ + 6ξ2)S2

M2
P

]
gµνE ∂µS∂νS − 1

Ω4
V (S)

}
と (6.10)で与えた作用が求められる.

次に Einstein frameにおける scalar場の正準規格化である. (6.11)から

dχ

dS
≡ 1

Ω2

√
1 +

(ξ + 6ξ2)S2

M2
P

(A.5)

のように χを定義する. これを積分形にすると

χ = (1 + 6ξ)

∫
dS√

1 + (1 + 6ξ)ξS2/M2
P

− 6ξ

∫
dS√

1 + (1 + 6ξ)ξS2/M2
P

1

1 + ξS2/M2
P

と書ける. 1項目について積分すると

(1 + 6ξ)

∫
dS√

1 + (1 + 6ξ)ξS2/M2
P

=
MP√
ξ

√
1 + 6ξ

∫
dx√
1 + x2

=
MP√
ξ

√
1 + 6ξarcsinh

(√
1 + 6ξ

√
ξS

MP

)
が得られる. 2項目については変数変換

x ≡
√
6ξ2S/MP√

1 + ξS2/M2
P

,
dx

dS
=

√
6ξ2/MP

(1 + ξS2/M2
P )

3/2

を用いて積分することで

6ξ

∫
dS√

1 + (1 + 6ξ)ξS2/M2
P

1

1 + ξS2/M2
P

=
MP√
ξ

√
6ξ

∫
dx√
1 + x2

=
MP√
ξ

√
1 + 6ξarcsinh

(√
6ξ

√
ξS/MP√

1 + ξS2/M2
P

)

となる. 積分定数については初期条件として S = 0のとき χ = 0とすることで (6.12)の表式
√
ξχ

MP
=
√
1 + 6ξarcsinh

(√
1 + 6ξ

√
ξS

MP

)
−
√

6ξarcsinh

(√
6ξ

√
ξS/MP√

1 + ξS2/M2
P

)

が求められる. 6.2 節で述べたようにこのようにして定義した inflaton χ は S ≫ MP /
√
ξ の領域で

potentialが平坦になり, slow-roll inflationを実現することができる.

最後に (A.5)を用いると e-foldings数は

N =
1

M2
P

∫ χ

χend

dχ
VE
V ′
E

=
1

4M2
P

∫ S

Send

dS

(
1 + 6ξ − 6ξM2

P

M2
P + ξS2

)
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=
1 + 6ξ

8M2
P

(S2 − S2
end)−

3

4
log

(
1 + ξS2/M2

P

1 + ξS2
end/M

2
P

)
となる. S ≫ MP /

√
ξ の領域では logの項は 1項目に比べて十分小さく無視することができるため,

非最小結合が 6ξ ≫ 1を満たすとすると

N ≃ 3

4M2
P

S2 − S2
end

M2
P /ξ

と (6.15)が得られる.

A.3. 再加熱
Inflationが終了した後では, 標準宇宙論における宇宙の軽元素合成へと以降するため inflatonのも

つエネルギーを標準模型粒子に転換させ高温高密度の宇宙にする必要がある. このように inflatonの
もつエネルギーが物質, 放射のエネルギーに転換される過程を再加熱と呼ぶ.

Inflationが終了すると inflatonは potential の真空周りで振動を始める. この振動の間に inflaton

が最終的に標準模型粒子に崩壊することで, inflatonのもつエネルギーが標準模型粒子の物質, 放射の
エネルギーに移行し宇宙が温められることで放射優勢期になる. Inflaton の崩壊幅を Γとすると, 再
加熱温度 TR は放射優勢期における Hubble parameterを用いて

Γ ≡ H(TR) =

√
π2g∗
90

T 2
R

MP

で与えられる*2. したがって再加熱温度は

TR ≃ 1.74g
−1/4
∗ (MPΓφ)

1/2

と計算される. これに g∗ ≃ 116を代入すると (6.19)が得られる. ただしここでは inert doubletと右
巻きニュートリノが全て熱平衡にあるとした.

*2 放射優勢期においては H = 1/(2t)なので, inflatonの寿命 1/Γだけ時間が経つと崩壊が始まるとして H = Γ/2を再
加熱温度の定義として用いることもある.

64



付録 B

実 singlet scalar S と gauge bosonの有効
相互作用

実 singlet scalar S はツリーレベルでは gauge boson W±, Z0, 光子 Aとの gauge相互作用をもた
ないが, 内線に inert doublet が飛ぶダイアグラムによって 1-ループレベルで相互作用する. これは
V µ =W±µ, Z0µ, Aµ としたとき有効相互作用として∑V GVµνS2V µi V

ν
i と表すことができる. ここで

は GVµν を求める. 終状態の gauge bosonの運動量を kµ1 , k
µ
2 すると重心エネルギーは s = (k1 + k2)

2

である. W±, Z0 に対してそれぞれ gV = g, g/cw とするとこれらの質量はm2
V = g2V ⟨ϕ⟩2 /2と書け

る. 本模型ではMη0R
≫ ⟨ϕ⟩, s≫ m2

V を考えているため, 有効結合定数は近似的に

GVµν ≃ κ2g
2
V

(4π)2
I

(
M2
η0R

s

)(
gµν −

2k2µk1ν
s

)
(V =W±, Z, A),

GVµν ≃ κ2
(4π)2

(λ+ + λ− + 2λ3)
m2
V

s
J

(
M2
η0R

s

)
gµν (V =W±, Z),

のように得られる. 1 つ目が gauge boson が横波の寄与, 2 つ目が縦波についてである. また inert

doubet の質量を η0R の質量周りで展開して計算を行った. ここで光子については gV =
√
2eである.

また I(r)と J (r)は

I(r) ≡ 1 + r

(
ln

1 +
√
1− 4r

1−
√
1− 4r

+ iπ

)2

,

J (r) ≡
√
1− 4r

(
ln

1 +
√
1− 4r

1−
√
1− 4r

+ iπ

)
− 2, (B.1)

で定義される. s ≫ m2
V を満たす高エネルギー領域では, 有効結合定数 GVµν に主に寄与する横偏光

vector εT と縦偏光 vector εL による相互作用は近似的に

GVµνε
µ
T (k1, α)ε

ν
T (k2, β) ≃

κ2g
2
V

(4π)2
I

(
M2
η0R

s

)
δαβ (V =W±, Z, A),

GVµνε
µ
L(k1)ε

ν
L(k2) ≃

κ2
2(4π)2

(λ+ + λ− + 2λ3)J

(
M2
η0R

s

)
(V =W±, Z).
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となる. このように相殺項が存在しないため実 singlet scalarと gauge bosonとの有効相互作用は有
限な結果となり, また高エネルギーでのユニタリティの制限を満足している.
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付録 C

暗黒物質の捕獲率

暗黒物質の無限遠での速度を u, 太陽中心から距離 r の点における原子核との散乱後の速度を w と
する. これらは散乱の生じた点における脱出速度を v(r)とすると w2 = u2 + v2(r)という関係を満た
す. 太陽中心における脱出速度を vc, 表面での脱出速度を vs とすると, 半径 r の球面上での脱出速度
v(r)は近似的に

v(r)2

v2s
=
v2c
v2s

− M(r)

M⊙

(
v2c
v2s

− 1

)
,

となる. また vc = 1354 km/s, vs = 795 km/sである [115,116]. ここでM(r)は半径 rの球に含まれ
る質量である. 太陽内部で原子核との散乱によって暗黒物質から原子核に渡されるエネルギーを ∆E

としたとき

∆E ≥ mw2

2
− mv(r)2

2
=
mu2

2

が満たされる場合, 暗黒物質は太陽内部に取り込まれ捕獲される. 一方で質量MNi
の原子核 Ni と質

量mの暗黒物質の散乱が運動学的に生じるためには, E ≡ mw2/2, µi ≡ m/MNi
, µi± ≡ µi ± 1/2と

したとき ∆E ≤ (µi/µi+)E が満たされる必要がある. この ∆E の範囲を考慮すると, 一回の散乱に
よって速度 u, v(r)によって与えられる速度 w をもつ暗黒物質の捕獲率 Ωv(w)は

wΩiv(w) =
σ(DM-Ni)nNiw

2

E

µ2
i+

µi

∫ Ei
max

Ei
min

F 2
i (∆E)θ

(
∆E − u2

w2
E

)
d(∆E) (C.1)

のように求められる. ここで nNi
は太陽における原子核 Ni の数密度, σ(DM-Ni)は暗黒物質-原子核

の散乱断面積である. 原子核 Ni の形状因子は F 2
i (∆E) = exp(−∆E/Ei0)で与えられる. ただし Ei0

は原子核の平均 2乗半径

RNi
≃
[
0.91(MNi

/GeV)1/3 + 0.3
]
× 10−13 cm

を用いて Ei0 ≡ 3/(2MNi
R2

Ni
)として定義されている. また (C.1)における積分範囲は　

Eimax =
µi
µ2
i+

E, Eimin = 0
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である. MNi
≪ mが満たされている場合には mµi/µ

2
i+ ≃ 4MNi

, mµ2
i−/µ

2
i+ ≃ mが成り立つため

(C.1)は

wΩiv(w) ≃
σ(DM-Ni)nNi

2MNi

Ei0

{
exp

(
mu2

2Ei0

)
− exp

[
−2MNi

Ei0

(
u2 + v(r)2

)]}
(C.2)

のようになる. これは速度 u ≪ v(r)をもつ暗黒物質のみが効果的に太陽に捕獲されることを示して
いる.

温度 T において速度 uをもつ暗黒物質の分布がMaxwell-Boltzmann分布に従うと仮定すると, 銀
河系中心周りの太陽の周回速度 v0 を考慮して修正分布関数 fζ(u)は

fζ(u) = 4πu2nDM

( m

2πT

)3/2 sinh 2yζ

2yζ
exp

[
−
(
3u2

2v̄2
+ ζ2

)]
=

(
6

π

)1/2

nDM
y

v̄ζ

(
e−(y−ζ)2 − e−(y+ζ)2

)
(C.3)

となる. ここで nDM はハロー内の暗黒物質の数密度であり, 変数 y は y2 ≡ m/(2Tu2)で定義されて
いる. 暗黒物質の速度分散 v̄ はmv̄2/2 = 3T/2で与えられており, ζ ≡

√
3v20/(2v̄

2)を通して v0 の効
果が分布関数において考慮されている.

(C.2), (C.3)を用いると太陽中の単位体積あたりの暗黒物質の捕獲率は

dCic
dV

=

∫ ui
max

ui
min

fζ(u)

u
wΩiv(w)du (C.4)

となる. ここで uimin と uimax は µi ≫ 1の場合

uimin = 0, uimax =

√
µi
µ2
i−
v(r)

で与えられる. したがって (C.4)は ai ≡ mv̄2/3Ei0, bi ≡ µiai/µ
2
i+ を用いて

dCic
dV

=

(
6

π

)1/2
σ(DM-Ni)nNinDM

4MNi
v̄

Ei0

[
G(y, ai)−G(y, bi)e

−(ai−bi)y2
]

と計算することができる. また G(y, α)は

G(y, α) ≡
[
χ

(
− ζ√

1 + α
,

ζ√
1 + α

)
+ χ

(√
1 + αy2 − ζ√

1 + α
,
√
1 + αy2 +

ζ√
1 + α

)]
1√

1 + α
exp

(
−−αζ2

1 + α

)
,

χ(z1, z2) ≡
∫ z2

z1

exp(−z2)dz =
√
π

2
[erf(z2)− erf(z1)]

で定義されている. erf(z)は誤差関数である. したがって太陽の半径を R⊙ とすると全捕獲率を

Cc =
∑
i

∫ R⊙

0

dCic
dV

4πr2dr

と求めることができる. これらと

A2
i ≡ (3v(r)2/2v̄2)(µi/µ

2
i−),
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Âi± ≡
√
1 + aiAi ±

ζ√
1 + ai

, Ǎi± ≡
√

1 + biAi ±
ζ√

1 + bi
,

Aci ≡ Ai(vc), Asi = Ai(vs)

で定義される変数を用いることで最終的に (6.30)が得られる.

上記の計算は暗黒物質同士が散乱することによりハロー中の暗黒物質が捕獲される確率である自己
捕獲率 Cs にも適用することができる. その場合第 6章で考えた模型においては暗黒物質 η0R の 4点結
合 λ2 による散乱に加えて s̃を介した s-channelの自己散乱過程が存在することを考慮する必要があ
る. この捕獲率は共鳴周りの速度分布に大きく依存する. 太陽内における η0R の自己散乱による η0R の
捕獲率は, 上記の η0R-原子核散乱の式同様に求めることができる. 太陽内での η0R の自己散乱による捕
獲率 Ωsv(w)は上記の η0R-原子核散乱の式から

wΩsv(w) =
n(r)σRRw

2

E

[
Ẽmax −max

(
Ẽmin,

1

2
mu2

)]
のように表すことができる. ここで σRR は (6.26) で与えられる η0R の自己散乱断面積であり, n(r)

は太陽における η0R の数密度である. また Ẽmax と Ẽmin は η0R-原子核散乱の場合と同じなので,

wΩsv(w) = σRRv(r)
2 が得られる. η0R の自己散乱の場合 µ+ = 1が満たされるので運動学的な抑制は

起こらず, uの範囲が広ければ η0R の速度分布をかけた積分から dCs/dV に実質的に寄与することが
期待される. そのようにして捕獲された η0R が太陽の外に放出されないためには, umax = v(r)を満た
す必要がある. 太陽中での脱出速度 v(r) はハロー中の η0R の速度分散 v̄ よりはるかに大きいため, u

の積分において umax は無限大と考えることができ, この効果は無視できる. 一方で umin は原子核と
の散乱による捕獲と同様に umin = 0となる. これらの点を考慮して uについての積分において狭い
共鳴条件 ∆ ≫ γs̃ を満たすと仮定することで (6.31)が得られる.
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