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第 1章

序論

素粒子とは, 物質を構成する最も基本的な粒子のことを指す. 素粒子に働く相互作用は重力, 強い相互作
用, 弱い相互作用, 電磁相互作用の 4 つであると考えられている. 素粒子の相互作用を考える上では重力は
他の 3 つに比べて非常に弱い. そのため, 素粒子物理学の標準模型は重力以外の 3 つの相互作用を記述する
理論になっている. 標準模型における相互作用は理論に局所ゲージ対称性を課すことで得られる.*1 これを
ゲージ原理と呼ぶ. この局所ゲージ対称性からそれぞれの相互作用を媒介する粒子, ゲージ粒子が導かれる.

具体的には, 強い相互作用ではグルーオン, 弱い相互作用ではW ボソンと Z ボソン, 電磁相互作用では光
子がゲージ粒子となっている. このように相互作用は媒介する粒子によって伝達されるという考え方は湯
川博士の核力を媒介する π 中間子理論が元になっている. 標準模型における素粒子は上述の力を媒介する
ゲージ粒子と物質を形作るクォークやレプトン, さらに局所ゲージ対称性から禁止される粒子の質量を与え
るヒッグス粒子で構成されている.

標準模型は上述のように強い相互作用, 弱い相互作用, 電磁相互作用を記述する理論になっている. そ
れぞれの相互作用を与える局所ゲージ対称性は SU(3)c (強い相互作用), SU(2)L × U(1)Y (弱い相互作
用と電磁相互作用) となっている. これらを合わせて標準模型は SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y のゲージ対
称性を持つ理論である. 強い相互作用は SU(3)c ゲージ対称性で書かれるヤン–ミルズ理論, 量子色力学
によって記述される. 一方で, 弱い相互作用と電磁相互作用は SU(2)L × U(1)Y ゲージ対称性を元に統
一的に記述されておりワインバーグ–サラム理論と呼ばれる. この 2 つは別々に扱うことが可能で, 本論
文では特にワインバーグ–サラム理論を元に議論していく. 以下ではなぜ弱い相互作用と電磁相互作用が
SU(2)L×U(1)Y ゲージ対称性で記述出来るかについて簡単に述べる. 弱い相互作用の典型的な過程はベー
タ崩壊 (d → u + e− + νe) である. この過程は逆ベータ崩壊 (d + νe → u + e−) に書き直せる. この過程
では d → u というクォークのフレーバーの変化が起きている. 実際には違うがこの u, d をスピン ±1/2
の粒子と考え, 逆ベータ崩壊をスピンを変える過程だと解釈すると, その遷移はベクトル (doublet) (u, d)T

を基本表現としパウリ行列を生成子とする SU(2) ヤン–ミルズ理論で記述出来る. レプトンについても
νe → e− の遷移が起こるが, doublet (νe, e

−)T のように考えるとクォークと同様に記述出来る. ゲージ対
称性 SU(2)L の添え字 L は (フェルミオンは右巻きと左巻きのカイラリティーを持つが) 左巻きの素粒子の
みが弱い相互作用をするということを意味している. これは弱い相互作用において空間反転対称性が最大限
に破れているためである. この空間反転対称性の破れはWu のグループによるコバルト原子核のベータ崩
壊 Co→ Ni + e− + νe の実験により確かめられた [1]. この実験事実を反映するために左巻きのフェルミオ
ンのみが弱い相互作用を持つ, つまり SU(2) ゲージ変換性を持つ. ただし, この SU(2)L ゲージ対称性のみ

*1 対称性とはある変換の下での不変性のこと.
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では電磁相互作用を正確に記述することが出来ない. そのため, さらに U(1)Y というゲージ対称性が導入
された. 添え字の Y は U(1)Y における保存電荷である弱ハイパーチャージを表す. 標準模型にはアップや
ダウン以外にもクォークが存在し, 3 世代に分かれている. 世代が 2 以上だと Glashow-Iliopoulos-Maiani

(GIM) 機構 [2] により flavor changing neutral current (FCNC) が tree-level で禁止され実験と一致す
る. 3 世代以上だと CP の破れが現れる. これを小林・益川両博士が予言し [3] 証明された. 弱い相互作用
と電磁相互作用は SU(2)L × U(1)Y ゲージ対称性で記述出来るが, 左巻きのフェルミオンのみが SU(2)L

変換を受けるため, 対称性から質量項, 例えばm(uL, dL)dR は禁止されてしまう. 加えて, 弱い相互作用を
媒介するゲージボソン W,Z も対称性から質量を持つことが出来ない. 電磁相互作用を媒介する光子のよ
うに質量がないと力の到達距離が長くなり, 「弱い」相互作用ではなくなってしまう. これらの理由から素
粒子に質量を与える何らかの機構が必要となる. これを解決したのが南部博士が提唱した自発的対称性の
破れ [4, 5] を元にしたヒッグス機構 [6–8] である. 自発的対称性の破れとは, 理論 (ラグランジアン) には
ゲージ対称性があるが, 真空状態では対称性が破れる機構のことである. このアイディアを標準模型に適用
したヒッグス機構を例にこれを具体的に見ていく. まず SU(2)L ゲージ変換をするスカラー doublet を考
える, Φ = (ϕ+, ϕ0). SU(2)L ゲージ対称性から禁止されていた質量項に Φ を追加すると, (uL, dL)ΦdR,

SU(2)L ゲージ変換の下で不変となる. もし Φ が Φ = (0, v/
√
2) (v は定数) のように真空期待値を持てば,

前述の項は vdLdR と書ける (このような 2 つのフェルミオンとスカラー場による相互作用は湯川相互作用
と呼ばれる). 真空期待値 v は定数であるから, これは質量項と見なせる. このとき, スカラー場の真空状態
は SU(2)L ゲージ変換の下で不変でないため, スカラー場が真空期待値を持ったときにゲージ対称性が自発
的に破れたと言える. ただし, このとき U(1)Y とは異なる U(1)em 対称性が理論に残る. これは量子電磁力
学のゲージ対称性に対応している. つまり, スカラー場が真空期待値を持つことによる自発的な対称性の破
れによって, SU(2)L × U(1)Y → U(1)em のように対称性が破れ, 素粒子は質量を持つことができるように
なる. 2012 年にはヒッグス機構の存在を示すと考えられる粒子が見つかり [9–12], ヒッグス粒子と呼ばれ
ている.

上記で簡単に説明した標準模型は数多くの実験結果を説明するが, 問題点もある. 例えば,

• 暗黒物質の存在
• ニュートリノ質量
• 粒子と反粒子の非対称性

が挙げられる. 暗黒物質とは, 宇宙背景放射 (CMB) の観測 [13] や渦巻き銀河の回転速度 [14], 重力レン
ズ効果 [15] からその存在が明らかになっている物質のことである. これは宇宙の物質の 85% を占め, 全体
のエネルギーのおよそ 27% を占める [13]. 暗黒物質の正体は分かっておらず, 標準模型にない新たなスカ
ラー場やフェルミオン, 原始ブラックホールなど多種多様な候補が考えられている. 2 つ目のニュートリノ
質量はスーパーカミオカンデで明らかにされたニュートリノ振動 [16] から導かれる. 標準模型では左巻き
ニュートリノのみが考えられ, その質量は正確に 0 とされている. しかし, ニュートリノ振動がある場合は
質量は 0 でないため何らかの質量を生む機構が必要となる. 宇宙の粒子と反粒子の非対称性はなぜ我々が
住む現在の宇宙に反粒子はほとんどなく粒子のみが残っているのかという問題を示している. 標準模型にお
いては粒子と反粒子の数に違いは生まれない. なぜなら, 非対称性を生むために理論が満たす必要のあるサ
ハロフの 3 条件 [17] を十分に満たさないからである. サハロフの 3 条件とは,

• バリオン数の破れ
• C と CP 対称性の破れ

4



第 1. 序論

• 熱平衡からのずれ

のことを指す. 標準模型では最初の条件以外は十分に満たされない. 2 つ目の CP 対称性の破れについて
は標準模型に含まれる CP を破る位相である Cabbibo–小林–益川位相 [3] が小さ過ぎるために観測されて
いる粒子数を説明することが出来ない [18–20]. 具体的には, 陽子や中性子のような 3 つのクォークからな
る粒子バリオンの観測値が (nB − nB)/s ∼ 10−10 [21] (nB (nB) は (反) バリオンの数密度, s はエントロ
ピー密度) だが, CKM 位相によって作られるバリオン数の上限は 10−26 であることが示されている [19].

さらに, 標準模型において最後の条件である熱平衡からのずれを達成するには上述の標準模型粒子に質量を
与える自発的対称性の破れがトンネル効果を介して起こる必要がある. これについて詳しく見ていく. 自発
的対称性の破れを起こすスカラー場の真空期待値の獲得は以下のように起こる. まず, 真空期待値を獲得す
るスカラー場のポテンシャル V = −m2ϕ2 + λϕ4 を考える. ここで, m は質量次元を持つ定数, λ は無次元
の定数, ϕ はスカラー場である. このポテンシャルは図 1.1 の実線のようにかける. 宇宙の温度が高いとき
このポテンシャルは温度による補正を受ける. 簡単のために質量パラメータ m2 のみに温度補正が加わる
(−m2ϕ2 + cT 2ϕ2, c は正の定数) と考えると, ある温度で 2 乗項の寄与は負から正に変わる. このとき, 原
点 ϕ = 0 が最小点となり, スカラー場の真空期待値は 0 となる (図 1.1 の点線). ここまでは現在の宇宙温
度から温度を上げてポテンシャルの振る舞いを考えてきたが, 逆に温度が高い初期宇宙から考えると温度が
下がるにつれポテンシャルの形が変わり, ある温度で ⟨ϕ⟩ ̸= 0 となることが分かる. これがヒッグス機構に
おける自発的対称性の破れの仕組みである. 上記では単純な温度補正を考えたが, 実際の計算はもっと複雑
である. この場合, 真空期待値の変化は連続的な変化とはならない可能性がある. つまり, 原点の他に極小点
が現れそれらの間にはポテンシャル障壁があるような場合である. このとき, 温度低下とともにポテンシャ
ル障壁と原点以外の極小点のポテンシャルは小さくなり続け, 図 1.2 の左図のようにある温度でトンネリン
グによる遷移が起こる可能性が高い. トンネリングは確率論的に起こるので, 図 1.2 の右図のように宇宙で
はスカラー場が新たな極小点 ϕ ̸= 0 に遷移した空間とまだ遷移が起こっていない空間 (ϕ = 0) に分かれる.

遷移した空間は球対称な bubble 状になっていると考えられ, もし bubble の表面張力よりも外側に広がる
力の方が大きければ遷移した (複数の) 空間 (bubble) は宇宙全体に広がっていく. 遷移した空間と遷移して
いない空間の間にはポテンシャル障壁 (bubble wall と呼ばれる) があり, 標準模型粒子と相互作用する. こ
の wall が十分速ければ, 熱平衡からのずれが実現される. つまり, サハロフの最後の条件である熱平衡から
のずれが満たされるには, トンネリングによる極小点間の遷移が起こる必要がある. これを 1 次の電弱相転
移と呼ぶ. 連続的にスカラー場の真空期待値が 0 から変化する場合は 2 次相転移または cross-over と呼ば
れる. 連続的な変化の場合は温度変化に伴って宇宙全体の粒子が質量を得る. 非連続の 1 次相転移の場合は
bubble の内側の粒子のみが質量を得る. 標準模型で 1 次の電弱相転移が起こるにはヒッグス粒子の必要が
およそ 70 GeV 以下である必要があった [22, 23]. しかし, ヒッグス粒子の質量は 125 GeV であり [9–12],

標準模型において電弱相転移は cross-over となる [24].

以上のように標準模型では粒子と反粒子の非対称性の実現 (以下ではバリオン数生成と呼ぶ) は出来ない.

この解決策として標準模型のスカラー部分を拡張することが考えられる. これが出来るのはスカラー部分を
限定するような指導原理が標準模型にはないためである. そのため, スカラー部分には標準模型の問題を解
決する仕組みが隠されているかもしれない. この拡張の仕方は様々であるが, 本論文では特に標準模型にも
う 1 つの SU(2)L doublet を加えたシンプルな模型である two Higgs doublet model (2HDM) について主
に議論する. この模型は部分集合として minimal supersymmetric standard model (MSSM) を含んでお
り, 今回考える電弱スケールよりも高い温度で有効となる理論の足がかりになるかもしれない. 2HDM で
は標準模型粒子に加え新たに 3 つのスカラー粒子が加わる. パラメータが増えるために 2HDM で電弱 1 次
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第 1. 序論
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図 1.1 電弱相転移におけるスカラーポテンシャルとその最小点の温度変化. 宇宙の温度が T ∼ 100

GeV (時間では 10−11 秒 [25]) 程度でスカラー場が真空期待値を持ち, 自発的対称性の破れが起こる.

Tunneling
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図 1.2 左: 電弱 1 次相転移時にスカラーポテンシャルで起こるトンネリングによるスカラー場の真空
期待値の遷移. 右: 電弱 1 次相転移が起こるときの宇宙に生まれる bubble. 内側と外側でスカラー場の
真空期待値が異なる. Bubble の境界にはポテンシャル障壁があり, プラズマ (粒子) と相互作用する.

相転移を実現することが出来る. さらに, 一般にスカラーポテンシャルに CP を破る項が含まれるのでサハ
ロフの 3 条件の CP の破れも十分に満たすことが可能であり, バリオン数生成の観測値を再現する模型と
して有望であった. しかし, 近年の電子における双極子モーメント (EDM) の精密測定から, CP の破れに
対する制限が厳しくなってきている [26–28]. この制限を満たす方法として電子の EDM への CP の破れの
寄与を打ち消し合う模型が考えられている [29]. 本論文では, その他の可能性として複数段階の電弱相転移
によるバリオン数生成を考える. 複数段階相転移とは異なる極小点への遷移が通常の 1 回 (one-step) では
なく 2 回 (two-step) など複数回起こる相転移のことを指す. 標準模型を拡張した模型では真空期待値を持
つことが出来る場が複数になるので, 複数段階相転移が起こり得る. 複数段階相転移が調べられた初期の論
文は例えば文献 [30] がある. この論文のシナリオはバリオン数生成を動機としているが, 文献 [31] によっ
て否定された. しかし, 文献 [31] は簡単な模型での解析であり, 本論文ではより詳しい解析により複数段階
相転移によるバリオン数生成の可能性を示す. また, 複数段階相転移における詳細な特徴を明らかにした研
究はこれまであまり無かった. 本論文では, one-step 相転移の特徴を明らかにするために行われた先行研究
でのパラメータサーチ [32, 33] よりも大規模な計算を行い, この特徴を明らかにした. さらに複数段階相転
移の物理的な兆候として将来の加速器実験における予測や 1 次相転移により生まれる重力波スペクトルに
ついて議論する. また, 標準模型におけるバリオン数生成以外の問題である暗黒物質やニュートリノ質量と

6



第 1. 序論

(複数段階) 電弱相転移の関連についても議論する. 実験の制限から暗黒物質残存量の観測値を再現するこ
とが難しいと考えられてきた scotogenic 模型 [34] を使って, 相転移による残存量計算への影響を調べた.

その結果, 相転移を考慮することで実験結果と一致しつつ暗黒物質の残存量とニュートリノ質量の観測値を
説明できる可能性があることを示す.

本章の構成は以下である. 第 2 章では CP-conserving 2HDM を用いて複数段階相転移の特徴を明らかに
する. さらにその特徴の起源や物理的兆候としてのヒッグス 3 点結合や重力波について議論する. 第 3 章で
は, 相転移による暗黒物質の残存量への影響を scotogenic 模型を例に示す. 示したシナリオは将来の重力波
観測においてその可否を調べられる可能性が高い. 第 4 章ではこれまで詳しく調べられてこなかった複数
段階相転移によるバリオン数生成について議論する. 加えてこのバリオン数生成が考えられる模型の例を挙
げその可能性についても議論を行う. 最後に第 5 章において本論文の結論を与える. 第 2 章と 3 章はそれ
ぞれ文献 [35], [36] に基づいている。

7
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第 2章

電弱スケールにおける複数段階相転移の
特徴

2.1 導入
素粒子の標準模型 (SM) は数々の実験で確かめられてきたが, 宇宙のバリオン数非対称性は未だに大き
な問題の一つとして残っている. バリオンと光子の数密度比の観測量は ηB ≡ nB/nγ = (6.12 ± 0.04) ×
10−10 [37] である. この非対称性を説明するために, 理論はサハロフの 3 条件 [17] を満たさなければなら
ない. この 3 条件とは

• バリオン数の破れ
• C と CP 対称性の破れ
• 熱平衡からのずれ

である. これらがバリオン数生成時に同時に満たされる必要がある. バリオン数非対称性を電弱 (elec-

troweak; EW)スケールで生成されるためには, 電弱相転移 (EWPT) は 1 次相転移である必要がある [38].

しかし, 格子計算からヒッグス粒子の質量がおよそ 70 GeV よりも大きい場合は相転移が 1 次とはならな
いことが知られている [22, 23]. 観測されたヒッグス質量が 125 GeV [9–12] であり格子計算から相転移は
cross-over (滑らかで連続的な相転移) となることが示されている [24]. さらに, 2 つ目の条件である CP

対称性の破れは Cabbibo–小林–益川行列の CP 位相が小さ過ぎるために標準模型では十分に満たされな
い [18–20]. 以上から標準模型ではバリオン数生成が十分に起こらないことが分かっている. その解決策と
して標準模型のスカラー部分を拡張することが考えられてきた. 特に最も簡単な拡張模型の 1 つである two

Higgs doublet models (2HDMs) *1 には新しい CP を破る項が含まれており, 観測量を説明するのに十分
なバリオン数生成を実現できる可能性がある (また, この模型は部分集合としてminimal 超対称性模型を含
んでいる. そのためこの模型の詳細な調査は UV 理論の手掛かりになるかもしれない). しかし, その新しい
CP の大きい破れは電子双極子モーメントの実験から厳しく制限されており, 十分なバリオン数を作ること
が難しくなってきている [26–28].

この問題の解決策となるかもしれないのが, 複数段階相転移によるバリオン数生成である [44]. 我々は
最初の相転移で大きく CP が破れる相へ 1 次相転移した後, 現在の宇宙の CP が保存している相へ遷移
するシナリオを考えた. このとき, 1 回目の相転移で十分なバリオン数が生成され, その後の相転移では

*1 CP-conserving 2HDM における強い 1-step 相転移の研究としては例えば文献 [32, 33, 39–41] を見よ. 非摂動的解析につい
ては文献 [42, 43] を参照せよ.
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スファレロン効果が抑制されバリオン数が保存される場合を考える. また, 複数段階相転移による興味深
い現象としては複数ピークを持つ重力波が挙げられる. 1 次相転移は重力波を生むので [45, 46], 1 次相
転移が複数回起これば重力波が複数のピークを持つ可能性がある. そしてそのような重力波は approved

Laser Interferometer Space Antenna (LISA) [47–49] のような将来の宇宙に建設される重力波干渉計で観
測されるかもしれない. 複数段階相転移に関連する先行研究は singlet extension においては [50–64], inert

2HDM においては [30,31,44,65,66], 2HDM においては [39,67,68], triplet extensions [69–72], その他の
模型に関しては [73–87] である.

本章では, CP-conserving 2HDM における複数段階相転移を調べる. この模型では CP を破る新たな
ソースがないためにバリオン数生成については議論できないが, 複数段階相転移の特徴を明らかにするこ
とは将来の CP-violating 2HDM などでの複数段階相転移の解析に役立つ. さらに, 複数段階相転移の一般
的な特徴が得られば他の模型における研究においても示唆を与えるだろう. 本章ではパラメータサーチを
行うことで発見した複数段階相転移が起こる領域を示す. さらに, 加速器実験における複数段階相転移の検
証可能性を議論するために, ヒッグス 3 点結合定数の標準模型からのずれを計算した. ずれは 2HDM に
おいて大きくなることができることが知られている [88, 89] が, HighLuminosity Large Hadron Collider

(HL-LHC) [90] や日本で建設されることが議論されている International Linear Collider (ILC) [91] の
ような次世代加速器においてより正確にずれが調べられる. 我々は複数段階相転移が起こるときに特定の
領域でずれが大きくなる傾向があることを発見した. 加えて, 我々は 2-step 相転移から生まれる 2 つの
ピークを持つ重力波スペクトルを計算した. このスペクトルは LISA や Big Bang Observer (BBO) [92],

Ultimate Deci-Hertz Interferometer Gravitational Wave Observatory (U-DECIGO) [93] で観測するこ
とができる.

本章の構成は以下のようになっている. 2.2 節では 2HDM の一般的な特徴について紹介する. 2.3 節で有
限温度における有効ポテンシャルを与える. 数値計算中で用いる理論的制限は 2.4 節で記述する. 2.5 節で
は複数段階相転移に関するパラメータサーチの結果を示す. さらに, 2.6 節では加速器実験における複数段
階相転移の兆候としてヒッグス 3 点結合定数を計算し, 宇宙論的兆候として複数のピークを持つ重力波につ
いて議論する. 最後に 2.7 節で結論を与える.

2.2 Two Higgs doublet model

弱く Z2 対称性が破れた CP-conserving 2HDM における tree-level スカラーポテンシャルは以下のよう
に書ける

V (Φ1,Φ2) = m2
1Φ

†
1Φ1 +m2

2Φ
†
2Φ2 −m2

3(Φ
†
1Φ2 +Φ†

2Φ1) +
λ1

2
(Φ†

1Φ1)
2 +

λ2

2
(Φ†

2Φ2)
2

+ λ3(Φ
†
1Φ1)(Φ

†
2Φ2) + λ4(Φ

†
1Φ2)(Φ

†
2Φ1) +

λ5

2

[
(Φ†

1Φ2)
2 + (Φ†

2Φ1)
2
]
.

(2.2.1)

ただし, Φi (i = 1, 2) は SU(2) スカラー 2 重項で,

Φi =

(
w+

i
vi+hi+izi√

2

)
, (2.2.2)

と書ける. ここで, 2 重項の CP-even 中性スカラー場のみが真空期待値 vi を持つと仮定する. 加えて, vi は
正であり v ≡

√
v21 + v22 = 246 GeV を満たすとする. スカラーポテンシャルにおけるm2

3 を伴う 3 つ目の
項はポテンシャルの Z2 対称性を弱く破る. 一般にm2

3 と Imλ5 は複素数であるが, CP-conserving 2HDM

ではポテンシャルの係数は全て実とする. CP-even 中性スカラー場の真空期待値の変化による質量の変化
9
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を見るために, スカラー 2 重項を以下のように取り,

Φi =

(
0
ϕi√
2

)
, (2.2.3)

スカラーポテンシャルに代入すると,

V0(ϕ1, ϕ2) =
m2

1

2
ϕ2
1 +

m2
2

2
ϕ2
2 −m2

3ϕ1ϕ2 +
λ1

8
ϕ4
1 +

λ2

8
ϕ4
2 +

1

4
(λ3 + λ4 + λ5)(ϕ1ϕ2)

2, (2.2.4)

が得られる. ポテンシャルの最小値 V0(ϕ1, ϕ2) は ϕi = vi とすることで得られる. 停留条件
∂V0/∂ϕi|ϕi=vi

= 0 から以下の関係式が得られる

m2
1 = m2

3

v2
v1
− λ1

2
v21 −

1

2
(λ3 + λ4 + λ5)v

2
2 , (2.2.5)

m2
2 = m2

3

v1
v2
− λ2

2
v22 −

1

2
(λ3 + λ4 + λ5)v

2
1 . (2.2.6)

有効ポテンシャルにおいて, 各座標 (ϕ1, ϕ2) における粒子の質量は one-loop level で寄与する. そのた
め, 以下ではスカラー場の値に依存した各粒子の質量を見ていく. ゲージ固有状態における場の値に依存し
た荷電スカラー場と CP-odd 中性スカラー場の質量は以下のように書ける

M2
w± =

1

2

(
2m2

1 + λ1ϕ
2
1 + λ3ϕ

2
2 −2m2

3 + (λ4 + λ5)ϕ1ϕ2

−2m2
3 + (λ4 + λ5)ϕ1ϕ2 2m2

2 + λ2ϕ
2
2 + λ3ϕ

2
1

)
,

M2
z =

1

2

(
2m2

1 + λ1ϕ
2
1 + (λ3 + λ4 − λ5)ϕ

2
2 −2m2

3 + 2λ5ϕ1ϕ2

−2m2
3 + 2λ5ϕ1ϕ2 2m2

2 + λ2ϕ
2
2 + (λ3 + λ4 − λ5)ϕ

2
1

)
.

(2.2.7)

場の値を ϕi = vi としこれらの質量行列を対角化することで, 荷電スカラー場 H± と CP-odd 中性スカ
ラー場の物理的な質量 (物理的な質量とは現在の宇宙で観測される粒子の質量のことを表す) の 2 乗は

m2
H± =

m2
3

sinβ cosβ
− 1

2
(λ4 + λ5)v

2, (2.2.8a)

m2
A =

m2
3

sinβ cosβ
− λ5v

2, (2.2.8b)

となる. ここで, β は tanβ ≡ v2/v1 で定義される 2 つの doublet Φ1,2 の混合角を表す. 一方で, CP-even

中性スカラー場 H と h のゲージ固有状態における質量行列は

M2
h =

1

2

(
2m2

1 + 3λ1ϕ
2
1 + (λ3 + λ4 + λ5)ϕ

2
2 −2m2

3 + 2(λ3 + λ4 + λ5)ϕ1ϕ2

−2m2
3 + 2(λ3 + λ4 + λ5)ϕ1ϕ2 2m2

2 + 3λ2ϕ
2
2 + (λ3 + λ4 + λ5)ϕ

2
1

)
, (2.2.9)

と表され, ϕi = vi として質量行列を対角化することで物理的な質量の 2 乗が得られる

m2
H =

1

2

[
A+ C +

√
(A− C)2 + 4B2

]
,

m2
h =

1

2

[
A+ C −

√
(A− C)2 + 4B2

]
.

(2.2.10)

ここで, 対角化は以下のように混合角 α 用いて行う(
m2

H 0
0 m2

h

)
= R(−α)M2

hR(α), with R(α) ≡
(

cosα − sinα
sinα cosα

)
. (2.2.11)
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2.2. TWO HIGGS DOUBLET MODEL 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

表 2.1 それぞれのフェルミオンへの Z2 電荷の付与の仕方別の 2HDM の 4 つの type.

Φ1 Φ2 uR dR lR QL, LL

Type-I + − − − − +

Type-II + − − + + +

Type-X + − − − + +

Type-Y + − − + − +

また, 式 (2.2.10) の文字は以下のように定義される

A = m2
3 tanβ + λ1v

2 cos2 β, (2.2.12)

B = −m2
3 + (λ3 + λ4 + λ5)v

2 sinβ cosβ, (2.2.13)

C =
m2

3

tanβ
+ λ2v

2 sin2 β. (2.2.14)

本論文において h は質量がmh = 125 GeV の SM-like ヒッグスボソンを表す.

ゲージボソンであるW ボソンと Z ボソンの場の値に依存した質量は

mW =
1

2
g
√

ϕ2
1 + ϕ2

2,

mZ =
1

2

√
g2 + g′2

√
ϕ2
1 + ϕ2

2,

mγ = 0,

(2.2.15)

と表される. 式中の g と g′ はそれぞれ SU(2)L と U(1)Y のゲージ結合定数である. ゲージボソンの物理
的な質量は ϕi = vi とすることで得られる.

2HDM における最も一般的な湯川結合項は

LYukawa = −Q̄LYuΦ̃uuR − Q̄LYdΦddR − L̄LYlΦllR + h.c., (2.2.16)

と表される. 式中の QL と LL はそれぞれ SU(2)L クォークとレプトン 2 重項を表し, Yf (f = u, d, l)

はフェルミオンの湯川行列, Φf は Φ1 または Φ2 である. Tree-level の flavor changing neutral current

(FCNC) を禁止するため, 2HDM における 2 つのスカラー 2 重項はどちらか片方だけ各フェルミオンと結
合するとする. これを実現する 1 つの方法は Z2 対称性を仮定することである. この場合, 表 2.1 で示すよ
うにそれぞれの種類のフェルミオンに対する Z2 電荷の付与の仕方で 2HDM は 4 つに分けられる [94–96].

1 つ目の Type-I 2HDM では全てのクォークと荷電レプトンが Φ2 の真空期待値から質量を得る. 2 つ目
の Type-II 2HDM では Φ2 の真空期待値が up-type クォークへ質量を与え, 一方で Φ1 が他の down-type

クォークと荷電レプトンへ質量を与える. 3 つ目の Type-X 2HDM では荷電レプトンとクォークはそれぞ
れ Φ1 と Φ2 の VEV から質量を得る. 最後の Type-Y 2HDM では Φ1 が down-type クォークと結合する
が, 残りの up-type クォークと荷電レプトンは Φ2 と結合する. 以上からフェルミオンの場の値に依存した
質量は

mf =
1√
2
yfϕi, (2.2.17)

のように表される. 添え字の i が 1 か 2 かは湯川結合の type によって決まる. フェルミオンの物理的質量
は ϕi = vi とすることで得られる.
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2.3. 有限温度での有効ポテンシャル 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

2.3 有限温度での有効ポテンシャル
2.3.1 One-loop level までの有効ポテンシャル
電弱相転移は有限温度でのスカラーポテンシャルの変化によって起こる. 本論文における有限温度での
有効ポテンシャルは tree-level に加え, one-loop diagram からの寄与と daisy diagram と呼ばれる higher

loop からの寄与を考える. One-loop level までの有効ポテンシャルを以下のように書き表す

V β = V0 + VCW + VCT + V β
1 . (2.3.1)

ここで V0 と VCW, VCT, V
β
1 はそれぞれ tree-level ポテンシャル (3.2.2) と 0 温度での one-loop level

ポテンシャル (Coleman-Weinberg ポテンシャルと呼ばれる), counterterm ポテンシャル, 有限温度での
one-loop level ポテンシャルである.

MS scheme における Coleman-Weinberg ポテンシャルは以下のように表される [97]

VCW(ϕ1, ϕ2) = ±
1

64π2

∑
k

nkm
4
k(ϕ1, ϕ2)

[
log

m2
k(ϕ1, ϕ2)

µ2
− Ck

]
. (2.3.2)

添え字の kはスカラーボソン,ゲージボソンとフェルミオンを示している. 式中の nk とmk, µはそれぞれ各
場の自由度と場に依存した質量, 繰り込みスケール (µ = 246 GeV) を表している. 上下の符号はそれぞれボ
ソンの寄与とフェルミオンの寄与に対応している. 自由度の具体的な値は k = H±,H, h,A,W,Z, γ, t, b, τ

に対し nk = 2, 1, 1, 1, 6, 3, 2, 12, 12, 4 である. ここで, 質量が小さくほとんど結果に影響を与えないため
トップとボトムクォーク, タウレプトン以外のフェルミオンの寄与は入れていない. 最後に, Ck は定数であ
りMS scheme ではゲージボソンの横波成分に対してのみ 1/2, その他の粒子に対しては 3/2 となる.

Coleman-Weinberg ポテンシャルを加えると, tree-level ポテンシャル (3.2.2) の極小点の座標 (v = 246

GeV) はずれてしまう. このずれをなくし結果の解析を容易にするために, MS scheme の繰り込み条件を
変更することを考える. これは次のような条件式を満たす counterterm ポテンシャル VCT と呼ばれる *2

項を有効ポテンシャルに加えることで達成できる

∂VCT(ϕ1, ϕ2)

∂ϕi

∣∣∣∣
(ϕ1,ϕ2)=(v1,v2)

= − ∂VCW(ϕ1, ϕ2)

∂ϕi

∣∣∣∣
(ϕ1,ϕ2)=(v1,v2)

, (2.3.3a)

∂2VCT(ϕ1, ϕ2)

∂ϕi∂ϕj

∣∣∣∣
(ϕ1,ϕ2)=(v1,v2)

= − ∂2VCW(ϕ1, ϕ2)

∂ϕi∂ϕj

∣∣∣∣
(ϕ1,ϕ2)=(v1,v2)

(i, j = 1, 2). (2.3.3b)

文献 [39] に従い, 以下のように VCT をおく

VCT = δm2
1ϕ

2
1 + δm2

2ϕ
2
2 + δλ1ϕ

4
1 + δλ2ϕ

4
2 + δλ345ϕ

2
1ϕ

2
2. (2.3.4)

*2 便宜上 counterterm ポテンシャルと呼ばれているが, 発散を打ち消す項ではないので適当でない名称である. 繰り込み条件を
変更し有限項の差っ引き方を変える働きをするので, 修正項や補正項という言い方が正しいと思われる.
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2.3. 有限温度での有効ポテンシャル 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

条件式から各係数は以下のように書き表される

δm2
1 = − 3

4v1
V1 +

1

4
V11 +

1

4

v2
v1

V12,

δm2
2 = − 3

4v2
V2 +

1

4
V22 +

1

4

v1
v2

V12,

δλ1 =
1

8v31
(V1 − v1V11),

δλ2 =
1

8v32
(V2 − v2V22),

δλ345 = − V12

4v1v2
.

(2.3.5)

ここで, Vi ≡ ∂VCW/∂ϕi|(v1,v2)
, Vij ≡ ∂2VCW/(∂ϕi∂ϕj)

∣∣
(v1,v2)

としている. 数値計算をするときは各パ
ラメータセットにおいてこの VCT を数値的に求め, 有効ポテンシャルに加える. しかしながら, 計算時に
VCW の 2 階微分部分で logm2

NG (mNG は南部–Goldstone ボソンの質量) に比例する赤外発散が生まれて
しまう. この発散を避けるために, 文献 [98] からこの 2 階微分の部分においてmNG → mh とした. この近
似は赤外発散が log 発散であるために良い近似となっている. なぜなら, 南部–Goldstone ボソンの質量の
変化は log でしかポテンシャルに寄与しないので, ほとんどポテンシャルに影響を与えないからである.

最後に有限温度での one-loop level のポテンシャルへの寄与は [99]

V β
1 (ϕ1, ϕ2) = ±

T 4

2π2

∑
k

∫
dx x2 ln

[
1∓ exp

(
−
√

x2 +
m2

k(ϕ1, ϕ2)

T 2

)]
, (2.3.6)

と表される. ここで T は温度を表しており, 上下の符号はそれぞれボソンとフェルミオンの寄与に対応して
いる. 座標 (ϕ1, ϕ2) によっては根号の中の値が負になることがあるが, そのような場合はポテンシャルの実
部を取っている. この手法は電弱相転移の計算において広く使われている [ [100], BSMPT, phasetracer].

2.3.2 Resummation

温度が高くなるほど higher-loop の寄与が大きくなり, 発散が生まれる [Quiros]. これを回避するために
高温で支配的なダイアグラムの daisy ダイアグラム [99] からの寄与を取り入れる必要がある. 取り入れる
手法 (resummation と呼ばれる) としては 2 つある [101,102] が, 本論文では複数段階の相転移の計算に適
した Parwani method [101] を採用する.*3 この手法では daisy ダイアグラムの寄与を取り入れるためにボ
ソン質量m2

B に赤外極限における偏極テンソルからの寄与 ΠB(T ) を加え

m2
B(ϕ1, ϕ2)→ m2

B(ϕ1, ϕ2) + ΠB(T ), (2.3.7)

この補正を受けた質量を V β
1 (3.3.7) に代入する [104]. 添え字B はボソンの種類を表す. 以下では上記の手

法を具体的に見ていく. まず, スカラー場に対し resummation を行うにはスカラー場の質量行列式 (3.3.9),

(2.2.9) 中の質量パラメータm2
1 と m2

2 に 2 点関数の寄与を加えればよい [105]

m2
i → m2

i + ciT
2. (2.3.8)

*3 もう一方の Arnold-Epinosa method [102] では高温展開を使用しているためm/T > 1 となる領域での計算に適さない. 複
数段階相転移の計算においては後で示すようにそのような領域での計算が必要となることが多い. Arnold-Epinosa method

に対し Parwani method では高温展開を使用していないため理論に重い粒子が含まれていても非相対論的極限を滑らかにと
ることができる [98, 103].
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2.4. 理論的制限 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

ここで ci は湯川結合の type に依存した ΠB(T ) で定義される補正項の係数である. これは例えば Type-I

2HDM では次のように表される [39]

c1 =
1

8
g2 +

1

16
(g2 + g′2) +

1

4
λ1 +

1

6
λ3 +

1

12
λ4, (2.3.9a)

c2 =
1

8
g2 +

1

16
(g2 + g′2) +

1

4
λ2 +

1

6
λ3 +

1

12
λ4+

1

4
y2t +

1

4
y2b +

1

12
y2τ

:::::::::::::::::

. (2.3.9b)

他の湯川結合の type における係数は表 2.1 を参考に ci の湯川結合部分 (波線部分) を変えることで得るこ
とができる. 質量パラメータへの補正を質量行列の形で書き直すと

M2
w± +

(
c1 0
0 c2

)
T 2, M2

z +

(
c1 0
0 c2

)
T 2, M2

h +

(
c1 0
0 c2

)
T 2, (2.3.10)

となる. この質量行列を対角化すれば, 温度補正を含むスカラー場の質量が得られる.

ゲージボソンにおいては縦波成分のみが温度補正を受ける. W ボソンの補正された質量は以下のように
表される [105]

M2
WL

=
g2

4
(ϕ2

1 + ϕ2
2) + 2g2T 2. (2.3.11)

一方で, Z ボソンと光子の縦波成分の補正された質量行列は [105]

1

4
(ϕ2

1 + ϕ2
2)

(
g2 −gg′
−gg′ g′2

)
+

(
2g2T 2 0

0 2g′2T 2

)
, (2.3.12)

となる. この質量行列を対角化することで, 以下のように補正された Z ボソンと光子の質量を得ることがで
きる

M2
ZL

=
1

8
(g2 + g′2)(ϕ2

1 + ϕ2
2 + 8T 2) + ∆,

M2
γL

=
1

8
(g2 + g′2)(ϕ2

1 + ϕ2
2 + 8T 2)−∆.

(2.3.13)

ここで

∆ =

√[
1

8
(g2 + g′2)(ϕ2

1 + ϕ2
2 + 8T 2)

]2
− g2g′2T 2(ϕ2

1 + ϕ2
2 + 4T 2), (2.3.14)

である.

2.4 理論的制限
2HDM における理論的制限として, 我々が考慮したのは tree-level スカラーポテンシャルに底 (最小値)

があること (boundedness from the blow; BFB) からの制限 [106–109]

λ1 > 0, λ2 > 0, −
√

λ1λ2 < λ3, −
√

λ1 + λ2 < λ3 + λ4 − λ5, (2.4.1)

と摂動論からの制限
|λn| < 4π (n = 1, 2, · · · 5), (2.4.2)

最後に tree-level ユニタリティーからの制限 [110,111] である.

加えて, EW vacuum (v = 246 GeV) の安定性を担保するために我々は EW vacuum が原点周り
|ϕi| ≤ 10 TeV の領域で最小点となっていることを確かめ, それを満たさない点を除いている. これにより,

真空が位置する座標以外にポテンシャルの最小点が存在するという panic vacuum [112,113] のようなこと
は基本的に起こらない.
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2.5. 数値計算 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

表 2.2 Type-I と Type-X 2HDM において調べたパラメータ領域. Type-I におけるパラメータ点は
107 個以上である.

mA [GeV] mH [GeV] tanβ cos(β − α) m3 [GeV]

Type-I (mA = mH±) 180–1000(/10) 130–1000(/10) 2–10(/0.5) −0.25–0.25(/0.05) 0–100(/5)

Type-I (mH = mH±) 130–1000(/10) 180–1000(/10) 2–10(/0.5) −0.25–0.25(/0.05) 0–100(/5)

Type-X (mA = mH±) 180–1000(/10) 130–1000(/10) 2–10(/0.5) 0 0–100(/5)

Type-X (mH = mH±) 130–1000(/10) 180–1000(/10) 2–10(/0.5) 0 0–100(/5)

2.5 数値計算
この節では, 複数段階相転移が起こるパラメータ領域について議論する. 相転移を調べるために,

CosmoTransitions [100] という公開パッケージを用いた. また, 強い 1 次相転移を伴う複数段階相転移が
起こるパラメータ領域についても調べた. 相転移の強さ ξ は次のように定義される

ξ ≡ vc
Tc

, (2.5.1)

ここで Tc は臨界温度を表す. 臨界温度は 2 つの極小点が同じポテンシャルの値になる温度と定義する. ま
た, このときの相転移先の極小点の VEV を vc ≡

√
ϕ2
1 + ϕ2

2 とする. 本章では強い相転移の条件式を ξ ≥ 1

とする. この条件式が満たされるとき SU(2) の破れ相においてスファレロン過程が十分に抑制される. 本
章で特に注目するのは, 2-step 相転移の最初の相転移が強い 1 次の場合である. この場合, 最初の相転移後
の破れ相におけるスファレロン過程は抑制される. 本章で考える複数段階相転移では, VEV の座標が原点
から少しずつ離れていく. そのため 1 つ前の相転移よりも vc は大きく, Tc は小さくなる. つまり, 最初に
ξ ≥ 1 が満たされていれば, それ以後の相転移でもこの条件は満たされる.

以下の解析では, V0 (3.2.2) 中の 8 つのポテンシャルパラメータ (m2
1, m2

2, m2
3, λ1−5) の代わりに以下

のようなインプットパラメータを用いる

mH± , mA, mH , tanβ, cos(β − α), m3, mh, v. (2.5.2)

ここで, mh = 125 GeV, v = 246 GeV である.

インプットパラメータの範囲に制限をかけるために, 電弱精密測定とフレーバー崩壊過程の B → Xsγ,

H± → τν, ヒッグスボソン結合の測定からの制限を考える. 電弱精密測定の制限を満たすために, 少なくと
も荷電スカラー場と追加の中性スカラー場の質量どちらかが縮退している, mH± ≃ mA または mH , を仮
定する. このとき, custodial 対称性が回復し標準模型と同様に ρ パラメータが ρ ≃ 1 となる [114].

荷電スカラー場の質量 mH± に関して, Type-II と Type-Y 2HDM では mH± < 590 GeV の領域は
B → Xsγ 崩壊過程による制限から除外されている [115]. 一方で Type-X 2HDM では mH± ≤ 170 GeV

の領域がH± → τν 崩壊過程により除外されている [116]. ヒッグスボソン結合の測定実験からの制限 [117]

から例えば Type-I 2HDM で tanβ = 2 (10) において | cos(β − α)| > 0.25 (0.3) の範囲は除外されてい
る. Type-X 2HDM で tanβ = 2 (10) においては | cos(β − α)| > 0.15 (0.05) が除外されている. Type-II

と Type-Y 2HDM においては, Type-I と Type-X 2HDM の場合よりも制限が厳しい.

上記の制限をもとに我々の解析では Type-I と Type-X 2HDM におけるインプットパラメータの範囲
を表 2.2 のように設定した. 荷電スカラー場との質量の縮退 mΦ = mH± (Φ = H or A) を課し, mΦ

は 180 GeV–1 TeV, その他の mA または mH の範囲は 130 GeV–1 TeV とした. 混合角については,

15



2.5. 数値計算 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

図 2.1 mA vs. mH 平面における理論的制限を満たすパラメータ領域. 左図は tan β = 2 の場合,

tan β = 7 の場合の結果を示している. 他のパラメータは表 2.2 と同じである.

Type-I 2HDM において tanβ = 2 − 10, | cos(β − α)| ≤ 0.25 とした. 一方で, Type-X 2HDM にお
いては cos(β − α) = 0 (alignment limit と呼ばれる) とした. 本章では, 比較的小さい m3 に注目する
(0 ≤ m3 ≤ 100 GeV). なぜなら調べたい複数段階相転移, 特に強い 2-step 相転移は小さいm3 で起こりや
すく, m3 ≃ 100 GeV ではほとんど起こらないからである (図 2.6 参照のこと). また, 表 2.2 で示している
ように, mA と mH においては 10 GeV ごと, tanβ においては 0.5 ごと, cos(β − α)においては 0.05 ご
と (ただし Type-X 2HDM では cos(β − α) = 0), そしてm3 においては 5 GeV ごととした.

Type-II と Type-Y 2HDM においては, Type-X 2HDM と同じパラメータ領域に B → Xsγ からの制
限mΦ = mH± ≥ 590 GeV を加えて調べた. しかし, これらの場合では追加の重いスカラー場が one-loop

level で EW vacuum 周りのポテンシャルを押し上げ (式 (3.3.2) 参照のこと), 原点が最小点になってしま
い EW vacuum の安定性が保たれないということが分かった. 十分に大きいm2

3 を考えれば EW vacuum

が最小点になる可能性があるが, その場合前述のように複数段階相転移は起こりにくいと考えられる. その
ため, 以下では Type-I と Type-X 2HDM のみについて議論していく.

2.5.1 Type-I

Type-I (mA = mH±)

ここではmA = mH± とした Type-I 2HDM における結果を示す. 図 2.1 では tanβ = 2, 7 とした場合
の mA vs. mH 平面における理論的制限から許される領域を表している. 図から tanβ = 7 の場合におけ
るmH の上限は tanβ = 2 の場合よりも小さいことが分かる.

図 2.2 の左側の図が示しているのは, 上段からmA vs. mH , mA vs. tan β, mA vs. cos(β−α) 平面にお
ける one-step と複数段階相転移が起きる領域である. 黄色と青色, 紫色はそれぞれ one-step と two-step,

3 or more step 相転移の結果を表している.*4 ここでは図 2.1 で考慮した理論て制限に加え, EW vacuum

の安定性からの制限も課されている. 理論的制限の図 2.1 と図 2.2 の上段左図を比較すると, より重いmA

(と mH) の領域は理論的制限から除外されていることが分かる. 図 2.2 の左側の図では, 複数段階相転移が
起こる場合mA の範囲が大きくなるほどmH は大きくなり, tanβ と cos(β − α) はそれぞれ小さくなって
いる (tanβ ≃ 10 と cos(β − α) ≃ 0.25 は除く). 図 2.2 の上段左図において, 複数段階相転移が起こる領

*4 3 or more step 相転移は 4-step 相転移を含む. パラメータ点全体に対する 3-step と 4-step 相転移が起こる点の数はそれぞ
れおよそ 1% と 0.1% であった.
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2.5. 数値計算 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

図 2.2 左: mA = mH± とした Type-I 2HDM における 1-step と複数段階相転移が起こるパラメー
タ領域. 上段から順に mA vs. mH , mA vs. tan β, mA vs. cos(β − α) 平面でのプロットになってい
る. 黄色と青色, 紫色の点はそれぞれ 1-step と 2-step, 3 or more step 相転移が起こる点を示している.

右: 上段から mA −mH と tan β, cos(β − α) を横軸としたときの 1-step と複数段階相転移が起こる
点の数. 左図と同じように 1-step と 2-step, 3 or more step 相転移の結果は黄色と青色, 紫色で表され
ている. 灰色の点線は全ての点に対する複数段階相転移が起こる点の数比Rmulti を示す.

域が 1-step 相転移が起こる領域と広く重なっているが, mH ≃ 420 GeV でかつ mA ≃ 550 GeV または
200–300 GeV となる右側の領域ではほとんど 3 or more step 相転移のみが起こっている. 図 2.2 の右側
の図が示すのは 1-step (黄色), 2-step (青色), 3 or more step 相転移 (紫色) が起こるパラメータ点の数で
ある. 横軸は上段から mA −mH , tanβ, cos(β − α) である. 図中の灰色の点線で表された Rmulti は全て
の点に対する複数段階相転移が起こる点に対する数比を示す

Rmulti =
複数段階相転移が起こるパラメータ点の数

相転移が起こる全ての点の数 . (2.5.3)
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2.5. 数値計算 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

この数比はパラメータ領域における複数段階相転移の起こりやすさの指標となる. 図 2.2 の上段右図から
分かるのは, 複数段階相転移は mA −mH < 0 を好むことであり, 特に mA −mH ≃ −210 GeV のとき
は数比が Rmulti ≃ 1 となり複数段階相転移しか起こらない. このときのスカラー場の質量の具体的な値
は mH ≳ 390 GeV と mA ≃200 GeV である. 加えて, 図 2.2 の中段と下段の右図が示すのは, tan β と
cos(β − α) が小さいほど Rmulti が大きくなることで, それぞれ tanβ = 2 と cos(β − α) = −0.25 のとき
に最大の数比はおよそ 10% に達する. 混合角がそれぞれ tanβ ≃ 10 と cos(β−α) ≃ 0.25 のときはRmulti

は数 % しかないが, 複数段階相転移が起こるmA の範囲は大きいことが図 2.2 の中段と下段の左図から分
かる. 大きい |mA −mH | は non-decoupling 効果による寄与を大きくし, このとき標準模型と考える模型
の差も大きくなる.*5

図 2.1 から予測できる通り, 我々が考えているパラメータ領域でmH ≃ 420 GeV となるのは tanβ ≃ 2

ときである. このように tanβ が小さい場合は, B → µ+µ− 過程が荷電スカラー場の質量 mH± に厳しい
制限を与える. 例えば, Type-I と Type-X 2HDM では 95%CL で tanβ ≃ 2 (3) において mH± > 340

(125) GeV となる [115]. よってほとんど 3 or more step 相転移のみが起こっていた mH ≃ 420 GeV

と mA(= mH±) ≃ 200–300 GeV の領域は B → µ+µ− の制限から除外される. 解析から分かったの
は, もしこの制限を考慮しても複数段階相転移は変わらず質量階層性 mA < mH が存在することであ
る (mA − mH ≃ −150 (−80) GeV において Rmulti ≃ 100% (10%) ). さらに, 注意したいのはもし
mA −mH < −mZ だったとき, LHC における追加のスカラー場の崩壊過程 H → AZ の探索による制限
が加わる可能性がある [119–121]. この制限は一般に 0 に近い cos(β − α) における小さい tanβ に対し強
い制限 [122,123] を与える. このような追加のスカラー粒子による過程からの制限を考慮した詳しい解析は
将来研究とする.

図 2.3 の左側の図が示すのは, 図 2.2と同様に上段からmA vs. mH とmA vs. tanβ, mA vs. cos(β−α)

平面における 2-step と強い 2-step 相転移が起こるパラメータ点である. 青色と紺色の点はそれぞれ 2-step

と強い 2-step 相転移が起こる点を示している. 図 2.3 の上段左図から分かるのは, 強い 2-step 相転移が
mA ≳ 300 GeV でかつmH ≲ 350 GeV の領域で起こっている, つまりmA > mH という質量階層性が存
在していることである. さらに, 図 2.3 の中段と下段の左図では, tanβ と cos(β − α) がそれぞれ小さくな
るほど強い 2-step 相転移が起こるmA の範囲が広がっている. また, tanβ ≲ 5 では強い 2-step 相転移は
起こっていない. 図 2.3 の右側の図において, 2-step (青色) と強い 2-step 相転移 (紺色) が起こる点の数を
示す. 横軸は上段からmA −mH と tanβ, cos(β −α) である. 右側の図における緑色の点線は 2-step 相転
移が起こる点に対する強い 2-step 相転移が起こる点の数比

Rst2 =
強い 2-step 相転移が起こるパラメータ点の数

2-step相転移が起こるパラメータ点の数 , (2.5.4)

を表している. 図 2.3 の上段右図を見ると, 強い 2-step 相転移は mA − mH > 0 を好んでおり, 特に
mA −mH ≃ 210 GeV では Rst2 = 100% となる. これは複数段階相転移は異なる特徴である. 加えて, 強
い 2-step 相転移はそれぞれ小さい tanβ と cos(β − α) で起きやすいことが図 2.3 の中段と下段の右図か
ら分かる. 強い 2-step 相転移が起こる領域は B → µ+µ− からの制限を受けない一方で, mA −mH > mZ

を満たす一部の領域では A→ HZ 崩壊から制限されるかもしれない [122,123].

これまで見て来たように, 小さい tanβ と cos(β − α) において複数段階相転移は起きやすい. ここでは
これらのパラメータと相転移の経路を決定する重要なポテンシャルパラメータである m2

2 との関連性を調

*5 追加のスカラー場の質量が SM-like ヒッグスの質量mh よりもはるかに重いときユニタリティーの制限からそれらの質量は縮
退する, mh ≪ mH± = mH = mA. このとき, SM-like ヒッグス h は標準模型におけるヒッグス粒子とほとんど見分けが付
かなくなる. これを decoupling limit と呼ぶ [118].
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2.5. 数値計算 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

図 2.3 左: mA = mH± とした Type-I 2HDM における 2-step と強い 2-step 相転移が起こるパラ
メータ領域. 上段から順に mA vs. mH , mA vs. tan β, mA vs. cos(β − α) 平面でのプロットになっ
ている. 青色と紺色の点はそれぞれ 2-step と強い 2-step 相転移が起こる点を示している. 右: 上段から
mA −mH と tan β, cos(β − α) を横軸としたときの 2-step と強い 2-step 相転移が起こる点の数. 左
図と同じように 2-step と強い 2-step 相転移の結果は青色と紺色で表されている. 緑色の点線は 2-step

相転移が起こる点に対する強い 2-step 相転移が起こる点の数比Rmulti を示す.

べる. 後で図 2.5 で見るように, 複数段階相転移における最初の相転移の多くは ϕ2 軸に沿って起きる. し
たがって, 複数段階相転移が起こるときm2

2 は負でその絶対値は十分に大きいはずである. なぜならそのよ
うなm2

2 は ϕ2 軸方向のポテンシャルを深くし ϕ2 軸に沿った極小点を作って複数段階相転移を起きやすく
するからである. 式 (2.2.6) から, m2

2 は以下のように書き直すことができる

m2
2 =

1

tanβ

[
m2

3 −
1

2
(m2

H −m2
h) cosα sinα

]
− 1

2
(m2

h cos
2 α+m2

H sin2 α). (2.5.5)

図 2.4 において, m2
2 vs. tan β (左) とm2

2 vs. cos(β − α) (右) 平面での 1-step と 2-step, 3 or more step
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2.5. 数値計算 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

図 2.4 mA = mH± とした Type-I 2HDM における m2
2 vs. tan β (左) と m2

2 vs. cos(β − α) (右)

平面における 1-step と 2-step, 3 or more step 相転移が起こるパラメータ点.

図 2.5 mA = mH± とした Type-I 2HDM における 2-step (左) と 3-step (右) 相転移のそれぞれ
の step が起こった後のスカラー場の真空期待値の座標. 濃い緑と緑, 薄い緑色の点がそれぞれ表すの
は 1 と 2, 3 回目の相転移後の真空期待値の座標である. ピンク色の線は EW vacuum が位置する√

ϕ2
1 + ϕ2

2 = 246 GeV を満たす領域を示している.

相転移が起こる領域を示す. 予想したように複数段階相転移が起きるのはm2
2 ≲ −0.5× 104 GeV2 のよう

にm2
2 が小さいときである. m2

2 の最小値は tanβ と cos(β−α) がそれぞれ小さくなるほど小さくなる. こ
れらの特徴は式 (2.5.5) から理解できる. 式 (2.5.5) 右辺で主要な寄与を与える項は最後の項 − 1

2m
2
H sin2 α

である (小さいm2
3 の領域を考えているため第 1 項の寄与は比較的小さい). したがって, mH | sinα| が大き

くなるほど, 負である m2
2 の絶対値は大きくなる. 図 2.1 で示したように, より小さい tanβ においてより

大きいmH が許される. 一方で, 今回考えているパラメータ領域では | sinα| は cos(β−α) が小さいほど大
きくなる. したがって, m2

2 の最小値がより小さくなるのは tanβ と cos(β − α) がそれぞれ小さくなるとき
である. 他方で, cos(β − α) ≃ 0.2 においては sinα は 0 を取ることができる. この場合式 (2.5.5) の 2 つ
目と最後の項は消え, mH の値は m2

2 へ影響しない. しかしながら, cos(β − α) ≃ 0.25 でかつ tanβ ≃ 10

という領域では | sinα| はある程度を大きくなることができるため式 (2.5.5) の最後の項からの寄与が回復
する. このとき, 図 2.4 で確認できるように負のm2

2 はわずかに大きい絶対値を持つ.

上述のようにm2
2 が負で大きい絶対値を持つとき, 複数段階相転移の最初の相転移は ϕ2 軸に沿って起き

やすい. これをより明確に見るために, 図 2.5 において ϕ2 vs. ϕ1 平面でそれぞれの step の相転移後の真
空期待値の座標を示す. 左図が 2-step 相転移における結果で, 右が 3-step 相転移である. 濃い緑色の点が
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2.5. 数値計算 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

図 2.6 左: mA = mH± とした Type-I 2HDM における ξ vs. m3 平面での 1-step と複数段階相転
移 (上段) と強い 2-step 相転移 (下段) が起こるパラメータ領域. 右: m3 を横軸としたときの 1-step と
複数段階相転移 (上段) と強い 2-step 相転移 (下段) が起こる点の数. 灰色 (上段) と緑色 (下段) の点線
がそれぞれ表すのはRmulti とRst2 である. 色付けの仕方は図 2.2 と同じである.

表すのは最初の相転移後の真空期待値の座標であり, 緑色は 2 回目の相転移後のものである. 図 2.5 の右
図における薄い緑色の点は 3 回目の相転移後の真空期待値の座標に対応している. EW vacuum が位置す
る
√
ϕ2
1 + ϕ2

2 = 246 GeV を満たす領域はピンク色の線で描かれている. 図から分かるのは濃い緑色の点
は軸に沿って位置する傾向があり, 最後の相転移後の真空期待値は軸上から EW vacuum へ向かう領域に
ほとんど位置していることである. 図 2.5 の左側の図では, 1 回目の相転移後の真空期待値の座標は ϕ1 ま
たは ϕ2 軸近くに位置している (ただし, その多くは ϕ2 軸近くである). 我々が明らかにしたのはこれらの
場合では m2

1 または m2
2 が負で大きい絶対値を持つことである. 加えて, ϕ1 軸方向へ 1 回目の相転移が起

こる場合は tanβ ≃ 2 と cos(β − α) が大きく m3 が 0 に近いときだった. 一方で, 図 2.5 右図の 3-step

相転移において, 1 回目の相転移後の真空期待値の座標は ϕ2 軸近くのみに位置している. 3-step 相転移に
おける 1 回目の相転移後の真空期待値の大きさはあまり大きくないため, 最初の相転移が強い 1 次となる
ことは 2-step の場合よりも難しい. 上記と似た結果が mH = mH± とした Type-I 2HDM や mA または
mH = mH± とした Type-X 2HDM でも見られた.

最後に, 図 2.6 の左図が示すのは, m3 を関数としたときの最初の相転移における相転移の強さ ξ である.

ここで式 (3.2.2) における tree-level ポテンシャル V0 を考慮すると, 大きい m2
3 は軸から離れた領域にお

けるポテンシャルを深くし, 負のm2
2 の大きさを小さくする (式 (2.5.5) 参照のこと). これらの作用が 1 回

目の相転移の方向を軸方向でなく軸から離れた方向へと変えてしまう. そのため, 複数段階相転移は起こり
にくくなり 1 回目の相転移となってしまう. 我々の解析から, m3 が小さくなるほど複数段階相転移の最初
の相転移後の真空期待値の大きさが徐々に大きくなることが分かっている. よって, m3 が小さいほど最初
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2.5. 数値計算 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

図 2.7 mH = mH± とした Type-I 2HDM における理論的制限 (BFB, 摂動論, tree-level ユニタリ
ティー) で許される領域をmA vs. mH 平面で表した. 左右の図はそれぞれ tan β = 2 と 7 と固定した
場合の領域である. 他のインプットパラメータは表 2.2 に従う.

の相転移における ξ は大きくなる傾向があることになる. 図 2.6 の右図から分かるのは m3 が小さいほど
より大きい Rmulti と Rst2 が得られることである. 注意したいのは m3 ≳ 90 GeV の領域において我々は
強い 2-step 相転移が起こる点を見つけられなかったことである. 付録. A.1 における Tabs. A.1 と A.2 に
おいて, Type-I と Type-X 2HDM において数比 Rmulti と Rst2 が最大値を取るインプットパラメータの
範囲をまとめている.

Type-I (mH = mH±)

mH = mH± とした Type-I 2HDM における理論的制限 (BFB, 摂動論, tree-level ユニタリティー) で許
される領域をmA vs. mH 平面で表したものを図 2.7 で示す. 右図は tanβ = 2 とした場合, 左図は 7 とし
た場合である. 図から分かるのは, tan β = 7 におけるmH の理論的制限の方が tanβ = 2 よりも厳しいこ
とである. 具体的には tanβ = 7 (2) においてmH ≲ 290 (440) GeV である.

図 2.8 で mH = mH± とした Type-I 2HDM における 1-step と 2-step, 3 or more step 相転移 (左),

と強い 2-step 相転移 (右) が起こる領域をそれぞれ mA vs. mH (1 段目) と mA vs. tan β (2 段目), mA

vs. cos(β −α) (3 段目), ξ vs. m3 (4 段目) 平面で表す. EW vacuum の安定性からの制限は考慮している.

この制限は mA = mH± とした Type-I 2HDM の場合よりも弱くなる. なぜなら理論的制限から許される
追加のスカラー場の最大質量がmH±(= mH < 450 GeV) のように小さくなるからである. 図 2.8 の 2 段
と 3 段目の左図からパラメータ tanβ と cos(β − α) がそれぞれ小さくなるに従い, 複数段階相転移が起こ
る場合のmA の範囲は大きくなる. ここで, tan β ≃ 10 と cos(β −α) ≃ 0.25 における複数段階相転移が起
こる点の数はmA = mH± とした Type-I の場合と同様に小さい. 一方で, 図 2.8 の上 3 段の左図から複数
段階相転移のみが起こる領域はmA ≳ 600 GeV とmH ≳ 410 GeV, tan β ≃ 2, cos(β − α) ≃ −0.25 であ
ることが分かる. そのような領域は LHC において追加のヒッグスボソンによる過程 A→ HZ を使って検
証できるかもしれない. 図 2.8 の最下段左図から 1 回目の相転移における ξ は m3 が小さくなるほど大き
くなり, 2 付近まで達する. さらに, mA = mH± とした Type-I 2HDM と同様に数比Rmulti が最大値を取
るのは mA −mH が負でその最大値が大きいとき (−210 GeV) だった (付録 A.1 における表 A.1参照の
こと). 加えて, それぞれ tanβ ≃ 2 と cos(β − α) ≃ −0.25, m3 ≃ 0 において Rmulti は最大値を持つこと
が分かった.
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図 2.8 mH = mH± とした Type-I 2HDM における図 2.2 と 2.6 と同様の結果.

図 2.8 の最上段右図から強い 2-step 相転移が起こるのは mA ≳ 440 GeV と mH ≲ 360 GeV のとき
で, このとき質量階層性 mA > mH が存在した. 他にも 2 段と 3 段目の右図から強い 2-step 相転移は
tanβ ≲ 4 と cos(β − α) ≲ 0 の場合にのみ起こることが分かる. さらに, 最下段右図から強い 2-step 相
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転移は小さい m3 を好んでいることが読み取れる. 上記の領域のいくつかの点は B → µ+µ− の制限か
ら除外される. 例えば, mH ≃ 330–340 GeV での複数段階相転移が起こるほとんどが除外される. また,

我々が明らかにしたのは数比 Rst2 が最大となるのは, 付録 A.1 の表 A.2 で示されているようにそれぞれ
mA −mH > 0, 小さい tanβ と cos(β − α), m3 のときである. これらの傾向は B → µ+µ− の制限を考慮
した場合でも変わらなかった.

2.5.2 Type-X

Type-X (mA = mH±)

Type-X 2HDM の場合において, alignment limit (cos(β − α) = 0) を取る. 図 2.9 でmA = mH± とし
た Type-X 2HDM における 1-step と複数段階相転移 (左), 強い 2-step 相転移 (右) が起こる点を示す. 図
の軸は上段から下へmA vs. mH , mA vs. tanβ, ξ vs. m3 である.

図 2.9 の上段左図において, 複数段階相転移が起こる場合の mA の範囲は mH ≲ 350 GeV の領域で
大きく変わっていない. 中段左図からはほとんどの複数段階相転移が tanβ ≲ 5 で起きていることが分
かる. 下段左図が示すのは複数段階相転移が起こる場合の ξ の最大値は m3 が小さくなるほど大きくな
り, およそ 1.2 まで達していることである. 我々の解析から mA = mH± とした Type-X における数比
Rmulti は mA −mH ≃ −130 GeV で最大の 21% となることが分かった. その他のパラメータにおいて
はそれぞれ tanβ ≃ 2 と m3 ≃ 0 で Rmulti は最大となった. 我々が見つけたのは, この場合において複
数段階相転移が起こるとき mA −mH ≃ −130 GeV となるのは tanβ ≃ 2 のときで, このような領域は
B → µ+µ− と H → AZ [123] 両方の制限から除外されている. B → µ+µ− の制限から許されている
領域では, mA −mH < 0 において Rmulti はより大きい値を持つ (例えば mA −mH ≃ −90 GeV では
Rmulti = 9%). また, より小さい tanβ においてもRmulti はより大きい値を持つ.

一方で, 図 2.9 の上段右図で示されているように強い 2-step 相転移は mA > mH の場合に狭い領域で
起こる. 加えて, 図 2.9 の下段右図から強い 2-step 相転移は m3 ≲ 15 GeV の場合にのみ起こり, その
とき ξ ≃1–1.3 である. 強い 2-step 相転移が起こる点は B → µ+µ− からの制限を受けないが, その中で
mH ≃ 150 GeV の領域は A→ HZ からの制限で除外される可能性が高い [123]. ただし, mH ≃ 330 GeV

の領域は除外されない.

以上のように, 複数段階相転移が起こるパラメータ領域は mA = mH± とした Type-I 2HDM における
領域に比べ狭くなっている. 領域が狭くなった原因は cos(β − α) の範囲の違いであると考えられる. なぜ
なら表 2.1 で示したように, 最も大きい寄与をポテンシャルに与えるトップクォークの湯川結合は全ての
Type で同じであり, Type ごとに違うのは質量がトップクォークよりも 2 桁小さいボトムクォークやタ
ウレプトンの湯川結合であるからである. その証拠として mA = mH± とした Type-X 2HDM の結果は
mA = mH± とした Type-I 2HDM において cos(β − α) = 0 とした場合の結果と同じ傾向であることを
我々は確かめた (付録 A.2 節参照のこと).

Type-X (mH = mH±)

図 2.10 において mH = mH± とした Type-X 2HDM における 1-step と複数段階相転移 (左), 強い 2-

step 相転移 (右) が起こるパラメータ点を示す. 図の軸は上段からmA vs. mH とmA vs. tanβ , ξ vs. m3

となっている. この場合では 3-step より多い相転移は起こらなかったため, 図の紫色の点は 3-step 相転移
の結果のみを表す. 相転移が起こる場合の mA の最大値は mA = mH± とした Type-X 2HDM での最大
値よりも大きいが, それ以外の傾向は図 2.10 と似ている. 下段左の図から複数段階相転移が起こった場合
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2.5. 数値計算 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

図 2.9 mA = mH± とした Type-X 2HDMにおけるmA vs. mH (上段) とmA vs. tan β, ξ vs. m3

(下段) 平面での 1-step と複数段階相転移 (左), と強い 2-step 相転移 (右) が起こる点. 色付けの仕方は
図 2.2 と同じである. また, Type-X では cos(β − α) = 0 としている.

の ξ の最大値は 2 近くに達することが分かる. 解析から分かったのは, Rmulti が最も大きくなるのはパラ
メータが mA −mH ≃ −210 GeV, tan β ≃ 2, m3 ≃ 0 のときだった (付録 A.1 における表 A.1 参照のこ
と). しかしながら, mA −mH が負でその絶対値が大きい領域では tanβ ≃ 2 であり, H → AZ 崩壊から
の制限 [123] によって除外される. 一方で, H → AZ 過程が起こらない領域ではmA < mH の場合におい
てRmulti が得られた (例えばmA −mH ≃ −80 GeV においてRmulti = 5%).

図 2.10 の上段右図では他の場合と同じように強い 2-step 相転移は質量階層性mA > mH が存在すると
きにのみ起こった. ただし, このとき tanβ ≃ 2 であった. 加えて, 図 2.10 の下段右下図から強い 2-step 相
転移はm3 がm3 ≲ 30 GeV のように小さいときに起こることが分かる. フレーバー過程 B → µ+µ− から
の制限は複数段階相転移が起こる領域の一部 (例えば 290 GeV ≲ mH ≲ 340 GeV) を除外する. そのため,

強い 2-step 相転移は除外される. mH = mH± とした Type-X 2HDM における結果は mH = mH± とし
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図 2.10 mH = mH± とした Type-X 2HDM における図 2.9 と同様の結果.

た Type-I 2HDM で cos(β − α) = 0 としたときの結果と同じ傾向があることを確認している.

ここまでの結果を短くまとめる. 複数段階相転移が起きやすいのは

• 負で絶対値が大きいmA −mH

• 小さい tanβ

• 負でその絶対値が小さい cos(β − α) (Type-X 2HDM では 0)

• 小さいm3

という場合である. 最初の特徴である大きい |mA −mH | は大きい non-decoupling 効果を生み標準模型と
考えている模型の差を大きくする. 2 つ目と 3 つ目の特徴は小さい 2 次結合定数 m2

2 を導く. これにより
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2.5. 数値計算 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

図 2.11 mA = mH± とした Type-I 2HDM における 1-step, 2-step, strong 2-step, 3 or more step

相転移が起こる mA vs. mH における領域. 左 (右) 図は tan β = 2, cos(β − α) = −0.2 (0), m3 = 0

のように固定した場合の結果.

図 2.12 mA = mH± とした Type-I 2HDM における 1-step, 2-step, strong 2-step, 3 or more step

相転移が起こる mA vs. mH における領域. 左 (右) 図は tan β = 2, cos(β − α) = −0.2, m3 = 100

(104) GeV2 のように固定した場合の結果.

ϕ2 軸方向に極小点が生まれやすくなり複数段階相転移が起こりやすくなる. 最後の特徴である小さい m3

は non-decoupling 効果とm2
2 どちらにも関連している. そしてこの特徴はポテンシャルに近似的な Z2 対

称性があることを複数段階相転移が好むことを示している. 強い 2-step 相転移が起こる場合でもほとんど
傾向は同じだが, 質量階層性mA > mH が存在する点だけは違った.

この節の最後に, いくつかのパラメータを固定した具体的な場合における結果を示す. 図 2.11 が示すのは
mA = mH± とした Type-I 2HDM における 1-step, 2-step, strong 2-step, 3 or more step 相転移が起こ
るmA vs. mH 平面での領域である. スカラー場の質量以外のパラメータは tanβ = 2, cos(β − α) = −0.2
(左) または 0 (右), m3 = 0 のように固定した. 図から分かるのは 1-step と複数段階相転移が起こる領域
が分かれていることである. 加えて, 図 2.11 の左図における Rmulti は右図のものよりも大きい. この事実
は複数段階相転移が負の cos(β − α) で起こりやすい傾向を反映しているものと考えられる. 図から他に読
み取れることは強い 2-step 相転移が質量階層性 mA > mH があるときにしか起こらないということであ
る. このような傾向はmH = mH± とした Type-I 2HDM でも見られた. 注意したいのは図 2.11 の右図は
mA = mH± とした Type-X 2HDM における結果と同様の傾向が見られたということである. フレーバー
過程 B → µµ の制限を考慮すると, 領域 mA(= mH±) ≲ 340 GeV は除外される. 図 2.11 の左図におい
て制限から生き残る複数段階相転移が起こる領域はほとんど mH ≳ 300 GeV である. このような領域は
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2.6. 複数段階相転移の物理的兆候 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

mA −mH > mZ の場合に起こる崩壊過程 A → HZ で調べることができるかもしれない. 図 2.12 では,

m3 以外のパラメータを図 2.11 の左図と同じ値に固定し m3 = 100 GeV (左), 104 GeV とした結果を見
せる. 図からm3 を大きくすると複数段階相転移が起こる領域が段々と小さくなっていることが分かる. つ
まり, 複数段階相転移はスカラーポテンシャルにおける近似的な Z2 対称性がある場合に起こりやすいこと
が見て取れる.

2.6 複数段階相転移の物理的兆候
2.6.1 ヒッグス 3 点結合定数
この節では, 複数段階相転移を加速器実験で検証できる可能性としてヒッグス 3 点結合定数 λhhh につい
て議論する. 結合定数 λhhh は EW vacuum において有効ポテンシャルを SM-like ヒッグス粒子に関して
3 階微分することで得られる

λhhh =
∂3V T=0

eff (ϕ1, ϕ2)

∂h3

∣∣∣∣
(ϕ1,ϕ2)=(v1,v2)

. (2.6.1)

ここで V T=0
eff ≡ V0 + VCW + VCT である. 3 点結合定数は標準模型においてトップクォークの one-loop に

よる寄与から主に補正を受ける

λSM
hhh ≃

3m2
h

v

[
1− Nc

3π2

m4
t

v2m2
h

]
. (2.6.2)

ただし Nc はトップクォークの色数である (Nc = 3). ヒッグス 3 点結合定数の標準模型からのずれは以下
のように定義する

δλhhh ≡
λhhh − λSM

hhh

λSM
hhh

. (2.6.3)

ずれ δλhhh が 0 に等しいとき, 3 点結合定数の値は標準模型に一致する. 以下では Type-I と Type-X

2HDM における 3 点結合定数のずれ δλhhh を調べる.

ヒッグス 3 点結合定数の現在の制限は ATLAS におけるヒッグス対生成によるもので −4.2 < δλhhh <

10.9 (at 95% CL) である [124]. 将来 HL-LHC のようなの測定では, この制限はおよそ 50–60% (3 ab−1

data の場合) の精度まで測ることができ [90], 500 GeV の ILC においては δλhhh は 27% の精度で調べら
れる可能性がある [91].

Type-I (mA = mH±)

図 2.13 ではmA = mH± とした Type-I 2HDM における 1-step, 2-step, 3 or more step 相転移が起こ
る領域におけるずれ δλhhh をmA (左上), tan β (右上), cos(β − α) (左下) の関数で表した結果を示す.

左上図において, 複数段階相転移が起こる点がmA ≳ 300 GeV の範囲で比較的上側の領域に位置してい
ることが分かる. 言い換えれば, 同じ mA の値で 1-step 相転移の結果と比較したときに複数段階相転移に
対する δλhhh は大きくなる傾向がある. 右上の図が示しているのは tanβ ≲ 8 の範囲において tanβ が小
さくなるほど, ずれ δλhhh の最大値が大きくなることである. 左下の図では, 複数段階相転移が起こるとき,

特に cos(β − α) が負の場合に (cos(β − α) ≃ 0.25 以外の領域で) cos(β − α) が小さいほど δλhhh の最大
値が大きくなることが分かる. 注意したいのは, 負のずれが生まれるパラメータ点があることである. 負の
ずれはパラメータが | cos(β − α)| ≳ 0.1 かつ m3 ≳ 50 GeV ときに生じていた. また, 複数段階相転移が
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図 2.13 mA = mH± とした Type-I 2HDM における δλhhh の予測値. 右下以外の図は 1-step,

2-step, 3 or more step 相転移が起こる領域におけるずれ δλhhh をmA (左上) と tan β (右上), m3 (左
下) を横軸として表している. 右下図が示すのは 2-step と強い 2-step 相転移が起こった場合の δλhhh

を横軸をmA として表したものである.

起こる場合でずれが大きい δλhhh ≃ 2.5 領域ではパラメータは 490 GeV ≲ mA ≲ 560 GeV, tan β ≃ 2,

cos(β − α) ≲ −0.2 のようになっていた. この領域では, 質量mH は 320 GeV ≲ mH ≲ 410 GeV の範囲
に収まっていた. 標準模型との 3 点結合定数の大きなずれは non-decoupling 効果が大きいときに得られ
る. つまり, 複数段階相転移が起こるときに大きなずれが得られるのは, 前節で述べたように複数段階相転
移が大きな non-decoupling effect を好む特徴を反映していると考えられる.

図 2.13 における右下図が示すのは 2-step と強い 2-step 相転移が起こった場合に対するずれ δλhhh を
mA を横軸にして表したものである. 図から分かる通り, 強い 2-step 相転移が起こるとき, ずれ δλhhh

は 0.5–2.5 のように大きくなる可能性がある. 強い 2-step 相転移が起こりずれが δλhhh = 2.5 のとき,

mA ≃ 510 GeV, mH ≃ 320 GeV, tan β ≃ 2, cos(β − α) ≃ −0.25 であった. 大きいずれ δλhhh ≃0.5–2.5
は将来加速器の HL-LHC と ILC で検証できる可能性がある.

Type-I (mH = mH±)

mH = mH± とした Type-I 2HDM におけるずれ δλhhh を図 2.14 で示す. 左上の図では mA ≳ 400

GeV の領域において複数段階相転移が起こる点が上側に位置していることが分かる. この振る舞いは
図 2.14 で見られる mA = mH± とした場合の Type-I 2HDM での振る舞いと似ている. 図 2.14 の右下
図以外の図から分かるのは, 大きいずれ δλhhh ≃ 2.5 を伴う複数段階相転移が起こるとき, インプットパ
ラメータは 590 GeV ≲ mA ≲ 640 GeV, tan β ≃ 2, cos(β − α) ≲ −0.2 であることである. この領域で
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図 2.14 mH = mH± とした Type-I 2HDM における図 2.13 と同様の結果.

は, スカラー場の質量 mH は 370 GeV ≲ mH ≲ 420 GeV の範囲だった. 加えて, 図 2.14 の右下図か
ら, 強い 2-step 相転移が起こるときずれ δλhhh の範囲はおよそ 0.5–2.0 であり, 一方で δλhhh の最大値は
mA = mH± とした Type-I 2HDM の場合よりもわずかに小さかった. 強い 2-step 相転移でかつずれが
δλhhh ≃ 2 であるとき, パラメータの範囲は 600 GeV ≲ mA ≲ 610 GeV, 300 GeV ≲ mH ≲ 360 GeV,

tanβ ≃ 2, cos(β − α) ≲ −0.15 であることが解析から分かった. フレーバー過程 B → µ+µ− からの制限
は上記の領域を部分的に除外する (特に 2.5.1 節で述べたようにmH ≃ 330–340 GeV の領域) が生き残っ
ている領域があり, 将来の加速器実験によって強い 2-step 相転移の場合のような大きい δλhhh は調べるこ
とができる.

Type-X (mA = mH±)

mA = mH± とした Type-X 2HDM における 1-step, 2-step, 3 or more step 相転移が起こる領域にお
けるずれ δλhhh を図 2.15 に示す. 左上は mA, 右上は tanβ, 左下は m3 の関数としてそれぞれのずれを
プロットしている. 前述の通り Type-X 2HDM では cos(β − α) = 0 (alignment limit) としている. 左上
図では, 複数段階相転移が起こる領域は小さいため, もし質量 mA を固定すれば δλhhh を予言することが
できる. 複数段階相転移が起こるときのずれ δλhhh の最大値は 1.2 で, このときのパラメータ範囲はそれ
ぞれ mA ≃ 400 GeV, tan β ≃ 2, m3 ≲ 20 GeV, 310 GeV ≲ mH ≲ 340 GeV であった. ずれの最大値
は Type-I 2HDM よりも小さいが, 将来の加速器実験で調べることができる大きさである. 左下図におい
て複数段階相転移が起こる場合の δλhhh は m3 が大きくなるほど収束しおよそ 0.7 になる. このような
δλhhh の m3 に対する依存性は Type-I 2HDM では見られなかった. 加えて, Type-I 2HDM の場合と異
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図 2.15 mA = mH± とした Type-X 2HDM における δλhhh の予測値. 右下以外の図は 1-step,

2-step, 3 or more step 相転移が起こる領域におけるずれ δλhhh をmA (左上) と tan β (右上), m3 (左
下) を横軸として表している. 右下図が示すのは 2-step と強い 2-step 相転移が起こった場合の δλhhh

を横軸をmA として表したものである.

なり予期される δλhhh の値は全ての領域で正であった. これらの Type-I と Type-X の間における相違は
cos(β − α) の範囲の違いが原因であると考えられる. 図 2.15 の右下図が示しているのは, 強い 2-step 相
転移が起こる場合のずれでありその範囲は 0.5 ≲ δλhhh ≲ 1.2 である. 強い 2-step 相転移の場合で δλhhh

が最大値 1.2 となるときのパラメータは mA ≃ 400 GeV, mH ≃ 340 GeV, tan β ≃ 2 であった. ずれ
δλhhh ≃0.5–1.2 は HL-LHC や ILC のような将来の加速器実験で検証することができる.

Type-X (mH = mH±)

mH = mH± とした Type-X 2HDM におけるずれ δλhhh の予測値を図 2.16 で示す. その結果は
mA = mH± とした場合の Type-X 2HDM の結果と似た傾向があった. ただし, 複数段階相転移が起こる領
域が上側に広くなるという違いが見られた. 図 2.16 の右下図以外 (と図 2.10 の左上図) から分かるのは, 複
数段階相転移が起こる場合のずれの最大値 δλhhh ≃ 1.2 が起こるときパラメータ領域は 480 GeV ≲ mA ≲
510 GeV, tan β ≃ 2, m3 ≲ 30 GeV, 310 GeV ≲ mH ≲ 340 GeV であるということである. しかしなが
ら, 2.5.2 節で述べたようにこの領域は B → µ+µ− の制限から除外されている. 一方で, スカラー場の質量
がmA ≃ 400 GeV のときのずれの最大値 δλhhh ≃ 0.9 はこの制限から除外されない (他のパラメータの値
は tanβ ≃ 2, m3 ≲ 40 GeV, mH ≃ 350 GeV). このような δλhhh は将来加速器実験で調べることができ
る. 図 2.16 の右下図から, 強い 2-step 相転移が起こるときmA ≃ 490 周りでずれは δλhhh ≃ 1.2 となる.

しかし, 2.5.2 節で述べたように強い 2-step 相転移が起こる全領域は B → µ+µ− の制限から除外されて
いる.
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図 2.16 mH = mH± とした Type-X 2HDM における図 2.15 と同様の結果.

図 2.17 mA = mH± とした Type-I 2HDM における 1-step, 2-step, strong 2-step, 3 or more step

相転移が起こった場合の δλhhh の予測値. 横軸は mA としている. 左 (右) 図が示すのは tan β = 2,

cos(β − α) = −0.2 (0), m3 = 0 とおいた場合の δλhhh である.

図 2.17 では図 2.11 で示したパラメータを固定した場合における予測が示されている. 左 (右) 図では,

mA = mH± とした Type-I 2HDM においてパラメータを tanβ = 2, cos(β − α) = −0.2 (0), m3 = 0 の
ように取っている. 質量mA が同じ場合で比較すると, 複数段階相転移における δλhhh は one-step 相転移
よりも大きい傾向がある. また, 複数段階相転移での δλhhh の最大値をみると, cos(β − α) = −0.2 (左) よ
りも cos(β − α) = 0 (右) の方が大きい. 一方で, 強い 2-step 相転移における δλhhh は比較的大きくそれ
ぞれおよそ δλhhh ≃ 1–2 (左) と ≃ 1 (右) となっている. 強い 2-step 相転移が起こる領域は B → µµ 崩
壊過程の制限を受けない. なぜなら, mA(= mH±) > 340 GeV だからである. また, 図 2.18 で図 2.12 と
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図 2.18 mA = mH± とした Type-I 2HDM における 1-step, 2-step, strong 2-step, 3 or more step

相転移が起こった場合の δλhhh の予測値. 横軸は mA としている. 左 (右) 図が示すのは tan β = 2,

cos(β − α) = −0.2, m3 = 100 (104) GeV2 とおいた場合の δλhhh である.

同じようにパラメータを固定した場合の結果を見せる. 図 2.18 の左図 (m3 = 100 GeV) と図 2.17 の左図
(m3 = 0) を比較すると, 左下の領域で one-step 相転移が起こりやすくなった以外は似た振る舞いをしてい
る. しかし, m3 = 104 GeV となる図 2.18 の右図では, 複数段階相転移が起こるのは左下と右上の領域し
か残っていないことが分かる. ただし, 複数段階相転移が起こるときの下限は m3 = 0, 100, 104 GeV で大
きく変わっていないことが見て取れる.

2.6.2 複数段階相転移による重力波
電弱スケールおける 1 次相転移は重力波を生むソースとなる. その典型的な周波数帯は将来宇宙で建設
される予定の重力波干渉計が感度を持つ領域であり, 将来実験で観測されることが期待されている. もし複
数段階相転移において 1 次相転移が複数回起これば, 将来実験で複数の重力波スペクトルのピークが測定さ
れる可能性がある. この小節では 2-step 相転移におけるそのような可能性を調べる. また, 前述のように複
数段階相転移の特徴の 1 つとして大きい non-decoupling 効果があるが, これはヒッグス 3 点結合定数のず
れだけでなく 1 次相転移の強さにも関連している [89]. そのため, 複数段階相転移由来の観測可能な重力波
が得られるかもしれない.

相転移由来の重力波スペクトルは bubble生成温度 Tn における 2つのパラメータ αGW と β̃GW によって
決まる. ここで Tn とはハッブル半径内に 1 つの bubble ができるときの温度であり, それは S3/Tn ≃ 140

で定義される. S3 は O(3) 対称な作用である. 本論文では重力波が生成する温度が Tn であると近似する.

パラメータ αGW は 1 次相転移によって生まれる潜熱 ϵ(Tn) と宇宙の radiation density との比で定義され
る量である

αGW ≡
ϵ(Tn)

ρrad(Tn)
. (2.6.4)

ここで radiation density は ρrad(Tn) = g∗(π
2T 4

n)/30 のように定義され, g∗ は 2HDM において 110.75 で
ある (標準模型においては 106.75). 1 次相転移により放出される潜熱は

ϵ(Tn) =

[
−∆V + T

∂∆V

∂T

]∣∣∣∣
T=Tn

, (2.6.5)

のように計算される. ここで ∆V は相転移が起こる 2 つの極小点間の有効ポテンシャルの差を表している.

一方で, パラメータ β̃GW は β̃GW ≡ βGW/Hn で定義される量で Hn は Tn におけるハッブルパラメータ,
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βGW は相転移が起こる期間の逆数であり

βGW ≡ HnTn
d

dT

(
S3(T )

T

)∣∣∣∣
T=Tn

, (2.6.6)

のように定義される.

1 次相転移由来の重力波スペクトルには 3 つのソースがある

h2ΩGW(f) = h2Ωφ(f) + h2Ωsw(f) + h2Ωturb(f) . (2.6.7)

ここで h は無次元のハッブルパラメータ, f は現在の重力波のスペクトル, Ωφ は bubble 同士が衝突し
消滅することによるスカラー場からの寄与 [125–130], Ωsw は bubble wall の膨張により生まれるプラズ
マ粒子中の音波同士の衝突による寄与 [131–134], Ωturb はプラズマ中の magnetohydrodynamic (MHD)

turbulence (磁気流体力学的な乱流) による寄与 [135–140] である. 前述の通り, それぞれの重力波スペク
トルへの寄与は αGW と β̃GW で与えられる. その他には bubble wall の膨張する方向の速度 vw や相転移
により放出される真空エネルギーからスカラー場の gradient energy (bubble が膨張するエネルギー) への
変換率 κφ とプラズマ流体の bulk motion への変換率 κsw, MHD 乱流への変換率 κturb のようなパラメー
タも含まれる. 数値シミュレーションと解析的な推測からそれぞれの重力波スペクトルへの寄与は以下のよ
うな式で計算される:

• スカラー場からの寄与 Ωφ [130] :

h2 Ωφ(f) = 1.67× 10−5β̃−2
GW

(
κφαGW

1 + αGW

)2(
100

g∗

)1/3(
0.11v3w

0.42 + v2w

)
3.8(f/fφ)

2.8

1 + 2.8(f/fφ)3.8
, (2.6.8)

この場合における重力波スペクトルの最大値での周波数は以下のようになっている

fφ = 16.5× 10−6β̃GW

(
0.62

1.8− 0.1vw + v2w

)(
Tn

100 GeV

)( g∗
100

)1/6
Hz. (2.6.9)

• 音波による寄与 Ωsw [134] :

h2 Ωsw(f) = 2.65× 10−6β̃−1
GW

(
κswαGW

1 + αGW

)2(
100

g∗

)1/3

vw(f/fsw)
3

(
7

4 + 3(f/fsw)2

)7/2

, (2.6.10)

この場合における重力波スペクトルの最大値での周波数は以下のようになっている

fsw = 1.9× 10−5v−1
w β̃GW

(
Tn

100 GeV

)( g∗
100

)1/6
Hz. (2.6.11)

• MHD 乱流による寄与 Ωturb [139,140] :

h2 Ωturb(f) = 3.35× 10−4β̃−1
GW

(
κturbαGW

1 + αGW

) 3
2
(
100

g∗

)1/3

vw
(f/fturb)

3

[1 + (f/fturb)]
11
3 (1 + 8πf/hn)

, (2.6.12)

この場合における重力波スペクトルの最大値での周波数は以下のようになっている

fturb = 2.7× 10−5v−1
w β̃GW

(
Tn

100 GeV

)( g∗
100

)1/6
Hz . (2.6.13)

ここで

hn = 1.65× 10−5

(
Tn

100 GeV

)( g∗
100

)1/6
Hz . (2.6.14)

34



2.6. 複数段階相転移の物理的兆候 第 2. 電弱スケールにおける複数段階相転移の特徴

図 2.19 左 (右) 図: ベンチマークポイントにおける相転移温度 Tn = 49.9 (42.9) GeV での有効ポテ
ンシャルの深さを表した等高線と 1 (2) 回目の相転移の経路.

図 2.20 ベンチマークポイントにおける強い 2-step 相転移での 1 回目と 2 回目の相転移による重力波
スペクトル. 紺色と青色の線が示しているのはそれぞれ 1 回目と 2 回目の相転移による重力波スペクト
ル である. 赤色の線は両方を合わせた重力波スペクトルである.

簡単のために bubble wall の速度は vw = 1 と仮定する. また, 真空エネルギーの変換率は文献 [128, 141]

を元に

κφ ≃
1

1 + 0.715αGW

(
0.715αGW +

4

27

√
3αGW

2

)
, (2.6.15)

κsw ≃
α

0.73 + 0.083
√
αGW + αGW

, (2.6.16)

とし κturb ≈ 0.1κsw とする [134].

以下では, 1 回目と 2 回目の相転移が 1 次となる強い 2-step 相転移由来の重力波スペクトルを示す. ベ
ンチマークとして Type-I 2HDM において以下のようなパラメータセットを考える

mA = mH± = 490 GeV, mH = 300 GeV, tanβ = 2.3, cos(β − α) = −0.21, m3 = 20 GeV.

図 2.19 の左と右の図が示すのは, ϕ2 vs. ϕ1 平面での強い 2-step 相転移における 1 回目と 2 回目の
相転移が起こる経路 (黒色の線) である. 図 2.19 では, 相転移温度における有効ポテンシャルの深さが
等高線で表されている. 最初の相転移は Tn ≃ 49.9 GeV に起き, その経路は原点から ϕ2 軸方向に延
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びている, (ϕ1, ϕ2) ≃ (0, 0) → (3 GeV, 115 GeV). 一方で, 2 回目の相転移は Tn = 42.9 GeV に起
き, (ϕ1, ϕ2) ≃ (5 GeV, 126 GeV) から EW vacuum (ϕ1, ϕ2) ≃ (93 GeV, 219 GeV) へ遷移する. 1 回
目と 2 回目の相転移の強さはそれぞれ ξ = 2.1 と 4.2 であり, どちらも条件 ξ ≥ 1 を満たす. パラ
メータ (αGW, β̃GW) の値は 1 回目の相転移では (8.1 × 10−2, 8.5 × 103) であり, 2 回目の相転移では
(0.16, 1.9 × 102) である. それらの相転移による重力波スペクトル h2ΩGW を図 2.20 で示す. 図では将
来宇宙に建設されることが考えられている重力波干渉計 LISA [47–49], DECIGO [142, 143], BBO [92],

U-DECIGO [93], Taiji [144, 145], TianQin [146, 147] で観測可能な領域も共に示されている. 紺色と青色
の線が示しているのは 1 回目と 2 回目の相転移による重力波スペクトルで, それぞれのピーク周波数はそ
れぞれおよそ 0.1 Hz と 2× 10−3 Hz である. 2 つの重力波スペクトルを合わせたスペクトルは赤色の線で
書かれている. 図から分かる通り, 重力波スペクトルは 2 つのピークを持ち, それらは将来観測機の BBO

か U-DECIGO で測定できる. 加えて, このベンチマークにおけるヒッグス 3 点結合定数の標準模型からの
ずれ δλhhh は 2.2 となっている. このような大きい δλhhh は HL-LHC や ILC で測定することができる.

よって, 強い 2-step 相転移の兆候は重力波観測と加速器実験の両方で観測される可能性がある. これらの兆
候を合わせることで, 初期宇宙における強い 2-step 相転移の存在を確かめることができるかもしれない.

2.7 結論
本章では, 複数段階相転移における一般的な特徴に対する示唆を与えるために CP-conserving Type-I と

Type-X 2HDM (mA またはmH = mH±) における複数段階相転移と強い 2-step 相転移が起こるパラメー
タ領域について調べた. 解析においては比較的複数段階相転移が起きやすいと考えられる m3 が小さい領
域, 0 ≤ m3 ≤ 100 GeV, に着目した. パラメータサーチの結果, 我々は複数段階相転移と強い 2-step 相転
移が起こる領域を発見した. 複数段階相転移が起こるパラメータ領域の特徴は (i) mA −mH が負でその絶
対値が大きい, (ii) tan β が小さい, (iii) cos(β − α) は負で小さい, (iv) m3 が小さい, だった. 最初の特徴
以外は負で絶対値が大きいm2

2 から得られるものだった. なぜならそのようなm2
2 は ϕ2 軸に沿った極小点

を作る働きをするからである. 一方で, 強い 2-step 相転移はmA > mH のような質量階層性があるときし
か起こらなかった. ただし, その他のパラメータの特徴 (ii), (iii), (iv) は変わらなかった. 特徴 (i) (大きい
|mA −mH |) と (iv) は大きい non-decoupling 効果を生む. そして特徴 (ii) と (iii) は複数段階相転移が起
こる途中の極小点を作るパラメータに関連していた. 加えて特徴 (iv) はスカラーポテンシャルの近似的な
Z2 対称性を示す. つまり, 複数段階相転移を考える上で重要なのは大きい non-decoupling 効果と途中の極
小点を作るポテンシャルパラメータの寄与の大きさ, ポテンシャルにおける離散的対称性であると考えられ
る. 本章で分かった結果は他の模型において複数段階相転移を考える場合に活用できる示唆を与えると考
える.

加速器実験で観測可能な複数段階相転移の物理的な兆候として, ヒッグス 3 点結合定数の標準模型からの
ずれ δλhhh を調べた. その結果, 複数段階相転移が起こる場合は δλhhh の最大値が増えるに従って, tanβ

と cos(β − α) (Type-X 2HDM では 0) が小さくなることが分かった. また, 同じ mA の値で one-step の
結果と比較すると, 複数段階相転移が起こったときの方が δλhhh が大きくなる傾向が見られた. 特に, 強い
2-step 相転移が起こるときは δλhhh はおよそ 0.5 よりも大きく, Type-I 2HDM のときは最大で 2 を超え
る場合があった. そのようなずれは HL-LHC や ILC のような将来の加速器実験で観測される可能性があ
る. その他の兆候として将来の宇宙空間における重力波干渉計で観測される可能性のある, 2 回の 1 次相転
移を伴う強い 2-step 相転移からの重力波スペクトルを計算した. 計算された重力波は 2 つのピークを持ち,

それらは将来観測機の BBO や U-DECIGO で測定することができる可能性がある. 複数段階相転移の特
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徴の 1 つである大きい non-decoupling 効果はヒッグス 3 点結合のずれを大きくし, 大きい潜熱を伴う 1 次
相転移を生む傾向があることが知られている. 複数段階の電弱相転移は将来の加速器実験と重力波観測の結
果を組み合わせることで確かめられるかもしれない.
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第 3章

暗黒物質残存量に対する電弱相転移の影響

3.1 導入
Freeze-out [148] と freeze-in [149] 機構は観測された暗黒物質の残存量を生成する標準的な方法として
知られている. 前者の場合では, 標準模型粒子との十分な相互作用により暗黒物質は熱的平衡下にある. そ
の相互作用は無次元の結合について典型的に O(0.1–1) で与えられる. 反応率は温度が減少するにつれ小さ
くなっていく. 暗黒物質は mξ/T ∼ 25 (mξ は暗黒物質の質量で T は宇宙の温度) 周りで熱浴から脱結合
する. そしてそのときに暗黒物質の残存量が決まる. 後者の場合では, 暗黒物質は熱化されることはない.

なぜなら例えば mN = O(1) GeV のとき, 標準模型粒子との相互作用は O(10−11) と非常に小さいからで
ある [149]. 暗黒物質の残存密度は崩壊や熱浴粒子の散乱によりゆっくりと生まれる. そして mth/T ∼ 3

(mth は暗黒物質の生成に関係する熱浴にいる粒子の質量) の時点においてほとんど固定される.*1

暗黒物質生成の標準的な機構は初期宇宙の相転移により変更されるかもしれない. これまで主張されてき
たのは, もし暗黒物質生成に関連する粒子の質量が 1 次相転移により大きく変われば, 暗黒物質の現在の残
存量は相転移により瞬間的に決まったということである [152–154]. その結果, 相転移は観測された暗黒物
質の現在の残存量を生み出すもう一つの解を与えたり, 現在の実験からの制限を緩和するかもしれない.

もし相転移が 1 次相転移であれば, 重力波が生まれる [45, 46]. もし生成される重力波のエネルギー
密度が十分大きければ, その重力波のスペクトルは approved Laser Interferometer Space Antenna

(LISA) [47–49], Deci-Hertz Interferometer Gravitational Wave Observatory (DECIGO) [142,143,155]

のような宇宙で建設される将来の様々な干渉計で観測されるかもしれない. 加えて, 最近multi-step 相転移
の可能性が 2HDM で研究されてきた [35, 156]. これらの論文では multi-step 相転移が特定のパラメータ
領域で引き起こされるということが示された. これが暗に意味しているのは暗黒物質生成への影響は相転移
が one-step か two-step で変わるかもしれないということである.

一方で, 小さいニュートリノの質量を生成することは重要な課題である. ニュートリノ振動実験では
ニュートリノが O(0.1) eV 程度の小さい質量を持つことが示された [157] にも関わらず, 標準模型でその
質量は正確に 0 である. Scotogenic 模型は小さいニュートリノ質量と宇宙の暗黒物質を同時に取り入れる
模型である [34]. この模型では, 小さいニュートリノ質量は one-loop level で生成される. そして, 最も軽
い Z2 odd 粒子 (追加される singlet フェルミオンまたは inert スカラーのどちらか) が暗黒物質の候補と
なる. この暗黒物質は freeze-out 機構により熱的に生成される. しかしながら, fermionic 暗黒物質候補で
あり超対称性模型の bino-like 暗黒物質 [158, 159] と似ている, 右巻きニュートリノは理論と実験からの制

*1 この機構の最初の例は文献 [150,151] で提案された.
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限が厳しいことが知られている [160–162]. 特に, charged lepton flavor violation からの制限は厳しく, そ
れを回避するためにパラメータのチューニングが必要となる [163]. Singlet fermionic 暗黒物質は freeze-in

機構でも生成することができる [164, 165]. この場合, 2 つの最も軽い Z2 odd 粒子は長寿命になるため, 加
速器実験で証明されることが考えられる [165].

本章では, scotogenic 模型において 1 次相転移が暗黒物質の現在の残存量に与える影響を調べる. 幾つか
の似た研究がこれまで為されてきた [80, 166] が, 我々の模型ははるかにシンプルで暗黒物質の残存量へ 1

次相転移が与える影響を調べるベンチマークシナリオとみなせる. 3.2 節では, scotogenic 模型と理論的・
実験的制限の短いレビューをする. 3.3 節では相転移の解析をするための有限温度の有効ポテンシャルを記
述する. また, 我々はパラメータサーチを行い幾つかのベンチマークセットを紹介する. 加えて, 1 次相転移
により生まれる重力波も調べられている. 3.4 節では, 各ベンチマークセットにおける 1 次相転移が暗黒物
質の現在の残存量に与える影響を示す. 最後に 3.5 節で本章をまとめている.

3.2 模型
3.2.1 相互作用と質量
本章で考える scotogenic 模型は 3 つの右巻きニュートリノ Ni (i = 1, 2, 3) (質量は mi) とハイパー
チャージが +1/2 の 1 つの inert スカラー doublet を標準模型に加えた模型である [34]. Z2 パリティは加
える粒子では odd, 標準模型の粒子は even とする. ニュートリノ湯川結合に対するラグランジアンは

LY = −yiαηNiPLLα + h.c., (3.2.1)

と表される. ここで, Lα = (να, ℓ
−
α )

T は標準模型のレプトン doublet であり, フレーバーの添え字は
α = e, µ, τ である.

上記の対称性の下での繰り込み可能なスカラーポテンシャルは以下のように書ける
V0 = µ2

Φ|Φ|2 + µ2
η|η|2 + λ1|Φ|4 + λ2|η|4

+ λ3|Φ|2|η|2 + λ4|η†Φ|2 +
λ5

2

[(
η†Φ

)2
+ h.c.

]
. (3.2.2)

スカラー場 Φ と η は*2

Φ =
1√
2

(
w+

ϕ1 + h+ iz

)
, η =

(
η+

(ϕ2 +H + iA)/
√
2

)
, (3.2.3)

と表される. ここで, w+ と z は電弱対称性の破れの後にゲージボソンW, Z に吸収される南部–Goldstone

ボソンである. 本章では, CP-even 中性スカラー場のみが真空期待値を持つと仮定する. また, 0 温度では
Φ のみが真空期待値を得, ϕ1(T = 0) ≡ v = 246 GeV であるとする.

0 温度におけるスカラー場の質量の 2 乗は
m2

h = 2λ1v
2, (3.2.4)

m2
η± = µ2

η +
λ3

2
v2, (3.2.5)

m2
H = µ2

η +
λ3 + λ4 + λ5

2
v2, (3.2.6)

m2
A = µ2

η +
λ3 + λ4 − λ5

2
v2, (3.2.7)

*2 Tree-levelにおける中性のCP-conserving vacuumの存在はよりポテンシャルが深くなる charge-breakingやCP-violating

vacuum がないことを示している [112]. そのため, そのような CP-violating vacuum は考えない.
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と表される. ここで, 停留条件 µ2
Φ = −λ1v

2 を用いた. 場 h は標準模型のヒッグスボソンに対応し, その質
量はmh = 125 GeV である. 上式から以下の関係式が得られる

λ3 =
2

v2
(m2

η± − µ2
η), (3.2.8)

λ4 =
m2

H +m2
A − 2m2

η±

v2
, (3.2.9)

λ5 =
m2

H −m2
A

v2
. (3.2.10)

追加のスカラー場の質量をmη± とmH , mA とし, スカラーポテンシャル (3.2.2) 中の λ3, λ4, λ5 の代わり
のインプットパラメータとする. 他のポテンシャルパラメータの µ2

η と λ2 は独立パラメータのままである.

この模型では左巻きニュートリノの質量は one-loop level で生成される. その質量は以下のように書ける

(mν)αβ =

3∑
i=1

yiαyiβmi

2(4π)2

[
m2

H

m2
H −m2

i

log

(
m2

H

m2
i

)
− m2

A

m2
A −m2

i

log

(
m2

A

m2
i

)]
≡
(
yTΛy

)
αβ

. (3.2.11)

この質量行列は Pontecorvo-牧-中川-坂田 (PMNS) 行列 UPMNS で対角化される, UT
PMNSmνUPMNS =

m̂ν . ここで m̂ν は対角化されたニュートリノの質量行列を表している. 湯川行列は Casas-Ibarra

parametrization により与えられる [167]

y =
√
Λ
−1

C
√

m̂νU
†
PMNS. (3.2.12)

ここで, C は複素の直角行列で CTC = CCT = 1l3×3 を満たす. ニュートリノの質量固有値と混合角はこ
の parametrization を選ぶ限りニュートリノ振動のデータと一致するようにできる. 以下では, 2 つ目と 3

つ目の右巻きニュートリノN2 とN3 は 1 つ目の右巻きニュートリノよりもはるかに重いと仮定する. この
仮定が意味するのは式 (3.2.12) からニュートリノ湯川結合は自然に |y1α| ≪ |y2α|, |y3α| のような階層性を
持つということである. このような階層的な湯川結合は重い右巻きニュートリノから軽いものへ素早い崩壊
をもたらす. そのため, 我々は暗黒物質の現在の残存量へのこれらの粒子 (N2 と N3) の影響を考える必要
が無くなる.

3.2.2 制限
我々が考慮した理論的制限は以下の通り. 1 つ目は tree-level ポテンシャルにおいて下限が存在すること
からの制限で以下のように与えられる

λ1 > 0, λ2 > 0, − 2
√

λ1λ2 < λ3, − 2
√
λ1λ2 < λ3 + λ4 − λ5, (3.2.13)

2 つ目は摂動論からの制限であり以下のようである

|λn| < 4π (n = 1, 2, · · · 5). (3.2.14)

これらの制限に加えて, tree-level ユニタリティーからの制限 [110, 111, 168] を考慮した. さらに, EW

vacuum が安定である, つまり他により深い最小点がないことからの制限を考慮した [112, 113]. 本章の結
果について我々は EW vacuum が |ϕi| ≤ 10 TeV の領域で EW vacuum が最小点であることを確かめ, そ
うでない点は除いている.

実験からの制限としては, LEP 実験においてW と Z ボソンの崩壊幅が正確に調べられた結果 inert ス
カラー粒子に崩壊するような新しい崩壊過程が許されていないことからの制限 [169] から以下の領域が許
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される

mH +mη± > mW , mA +mη± > mW , mH +mA > mZ , 2mη± > mZ . (3.2.15)

加えて, LEP における中性の最終状態の探索 [170] から以下のような質量領域が除外される

mH < 80 GeV ∩ mA < 100 GeV ∩ mA −mH > 8 GeV. (3.2.16)

また, 荷電スカラー場には下限がある
mη± > 70 GeV. (3.2.17)

これは LEP における荷電スカラーの対生成探索からの制限である [171]. 電弱精密測定からの制限も考慮
しており, それにより追加された荷電と中性スカラー場の間の質量縮退 (mη± ≈ mH or mA) を仮定する.

これにより custdial 対称性が回復する [114]. 注意したいのは, 追加された中性スカラー場はヒッグスボソ
ンの観測不可能な崩壊へ寄与しない. なぜなら追加された中性スカラー場の質量はそれらのどんな組み合わ
せも標準模型ヒッグスボソンの質量よりも小さくならないとするため, そのような崩壊は力学的に禁止され
るからである.

3.3 相転移
3.3.1 有限温度における有効ポテンシャル
有限温度における one-loop level までの有効ポテンシャル V T は以下のように与

V T = V0 + VCW + VCT + V T
1 . (3.3.1)

ここで V0 は式 (3.2.2) で与えられる tree-level ポテンシャル, VCW は Coleman-Weinberg potential [97]

と呼ばれる 0 温度での one-loop 有効ポテンシャル, VCT は counterterm ポテンシャル, V T
1 は有限温度に

おける one-loop 有効ポテンシャル [99]である.

Coleman Weinberg ポテンシャルは以下のように書ける [97]

VCW(ϕ1, ϕ2) = ±
1

64π2

∑
k

nkm
4
k(ϕ1, ϕ2)

[
log

m2
k(ϕ1, ϕ2)

µ2
− Ck

]
. (3.3.2)

ただし, 添え字 k は粒子の種類を表し, mk と nk はそれぞれ粒子 k の質量と自由度を表す. 具体的に自由
度は k = η±, h,H,A,W,Z, γ, t, b, τ に対し nk = 2, 1, 1, 1, 6, 3, 2, 12, 12, 4 で与えられる. 注意したいのは,

フェルミオンとしてトップとボトムクォーク, タウレプトンからの寄与のみを考慮していることである. そ
の他のフェルミオンは湯川結合が小さいため, 寄与は無視できるほど小さい. 式 (3.3.2) における全体にか
かる正符号はボソンの寄与の場合で, 負符号はフェルミオンの寄与に対応している. 繰り込みスケール µ は
0 温度での真空期待値 v で固定している. ここでは繰り込みのためにMS scheme を選んでいるため, 係数
Ck は横波成分のゲージ場に対しては 1/2, その他の粒子については 3/2 となる. 一般に, 量子的な寄与は
EW vacuum の座標やスカラー場の質量を tree-level からずらす. このようなずれを無くし数値的な解析を
しやすくするために, 以下のような関係式を満たす counterterm ポテンシャル VCT を導入する

∂VCT(ϕ1, ϕ2)

∂ϕi

∣∣∣∣
(ϕ1,ϕ2)=(v,0)

= − ∂VCW(ϕ1, ϕ2)

∂ϕi

∣∣∣∣
(ϕ1,ϕ2)=(v,0)

≡ −Vi, (3.3.3)

∂2VCT(ϕ1, ϕ2)

∂ϕi∂ϕj

∣∣∣∣
(ϕ1,ϕ2)=(v,0)

= − ∂2VCW(ϕ1, ϕ2)

∂ϕi∂ϕj

∣∣∣∣
(ϕ1,ϕ2)=(v,0)

≡ −Vij (i, j = 1, 2). (3.3.4)
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本章では文献 [66] に従い VCT を以下のように定義する *3

VCT = δµ2
Φϕ

2
1 + δµ2

ηϕ
2
2 + δλ1ϕ

4
1, (3.3.5)

ただし,

δµ2
Φ = − 3

4v
V1 +

1

4
V11,

δµ2
η = −1

2
V22,

δλ1 =
1

8v3
(V1 − vV11).

(3.3.6)

上記の係数 δµ2
Φ と δµ2

η, δλ1 を数値的に計算するとき, log 赤外発散が南部–Goldstone ボソンの寄与にお
ける VCW の 2 階微分で現れる. これらの発散は南部–Goldstone ボソンの質量にカットオフを導入するこ
とで除くことができる. ここではカットオフをmh とした [98].

有限温度における one-loop 有効ポテンシャルは以下のように与えられる [99]

V T
1 (ϕ1, ϕ2) = ±

T 4

2π2

∑
k

∫ ∞

0

dx x2 ln

[
1∓ exp

(
−
√

x2 +
m2

k(ϕ1, ϕ2)

T 2

)]
, (3.3.7)

ただし, T は温度を表し, 上 (下) の符号はボソン (フェルミオン) の寄与での符号である.

我々はループ展開における赤外発散を除くために daisy ダイアグラムからの寄与を取り入れる [101,102].

これを実行するために我々は Parwani method [101] を用いた. この手法は高温展開を用いていないために
複数段階相転移の評価に適している [35]. この手法は V T

1 における質量 m2
k に温度補正を加えることで実

行できる. 次の小節でこの手法で用いる温度補正された質量を記述する.

3.3.2 温度補正された質量
追加のスカラー場 η は有限温度において一時的に真空期待値を持つ可能性がある. このとき, 自発的に

Z2 を破らないために 0 温度においてその真空期待値は消える必要がある. したがって, 有限温度における
追加のスカラー粒子に対する質量行列は 0 温度におけるものと違う形を持つ場合がある. 荷電スカラー場
と中性 CP-even スカラー場 (h,H), 中性 CP-odd スカラー場 (z,A) の質量行列は場に依存していて, 次の
ように書ける

M2
charge =

1

2

(
2µ2

Φ + 2λ1ϕ
2
1 + λ3ϕ

2
2 + c1T

2 (λ4 + λ5)ϕ1ϕ2

(λ4 + λ5)ϕ1ϕ2 2µ2
η + 2λ2ϕ

2
2 + λ3ϕ

2
1 + c2T

2

)
,

M2
odd =

1

2

(
2µ2

Φ + 2λ1ϕ
2
1 + λ̄345ϕ

2
2 + c1T

2 2λ5ϕ1ϕ2

2λ5ϕ1ϕ2 2µ2
η + 2λ2ϕ

2
2 + λ̄345ϕ

2
1 + c2T

2

)
, (3.3.8)

M2
even =

1

2

(
2µ2

Φ + 6λ1ϕ
2
1 + λ345ϕ

2
2 + c1T

2 2λ345ϕ1ϕ2

2λ345ϕ1ϕ2 2µ2
η + 6λ2ϕ

2
2 + λ345ϕ

2
1 + c2T

2

)
.

ここで結合定数 λ̄345 は λ̄345 ≡ λ3 + λ4 − λ5 のように定義され, 係数 c1 と c2 はそれぞれ

c1 =
1

8
g2 +

1

16
(g2 + g′2) +

1

2
λ1 +

1

6
λ3 +

1

12
λ4, (3.3.9)

c2 =
1

8
g2 +

1

16
(g2 + g′2) +

1

2
λ2 +

1

6
λ3 +

1

12
λ4 +

1

4
y2t +

1

4
y2b +

1

12
y2τ , (3.3.10)

*3 ポテンシャルパラメータが 3 つしかないので, 式 (3.3.4) の全ての関係式の情報を取り込むことはできない. しかし, 今回は
inert 2HDM と同じポテンシャルを扱うために少ないパラメータでも EW vacuum の座標やスカラー場の質量を tree-level

と同じにできる.
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O φ1

φ2

One-step PT

Two-step PT

図 3.1 One-step と two-step 相転移の経路.

と表される. ゲージ結合定数 g と g′ はそれぞれ SU(2)L と U(1)Y に対するものであり, 湯川結合定数 yt

と yb, yτ はトップとボトムクォーク, タウレプトンに対するものである. 本章では上記の質量行列を対角化
することで得られた質量固有値を温度補正された質量だと見なす.

これまでスカラー場の質量行列を見てきたが, ゲージ場も温度補正を受ける. ただし, 縦波成分のみが温
度補正を受け, 横波成分は補正を受けない. W と Z ゲージボソン, 光子の横波成分の質量は次のように書
ける

m2
WT

=
g2

4
(ϕ2

1 + ϕ2
2), (3.3.11)

m2
ZT

=
1

4
(g2 + g′2)(ϕ2

1 + ϕ2
2), (3.3.12)

m2
γT

= 0. (3.3.13)

一方で, W ボソンの縦波成分の温度補正された質量は [105]

m2
WL

=
g2

4
(ϕ2

1 + ϕ2
2) + 2g2T 2 (3.3.14)

となる. Z ボソンと光子の縦波成分の質量は次の質量行列を対角化することで得られる
1

4
(ϕ2

1 + ϕ2
2)

(
g2 −gg′
−gg′ g′2

)
+

(
2g2T 2 0

0 2g′2T 2

)
. (3.3.15)

この質量固有値は以下のようになる

m2
ZL

=
1

8
(g2 + g′2)(ϕ2

1 + ϕ2
2 + 8T 2) + ∆, (3.3.16)

m2
γL

=
1

8
(g2 + g′2)(ϕ2

1 + ϕ2
2 + 8T 2)−∆, (3.3.17)

ただし ∆ は

∆ =

√
1

64
(g2 + g′2)2(ϕ2

1 + ϕ2
2 + 8T 2)2 − g2g′2T 2(ϕ2

1 + ϕ2
2 + 4T 2). (3.3.18)

3.3.3 パラメータサーチとベンチマーク
一般に様々な経路を持つ相転移があり得る. 以下の解析では図 3.1 で表される経路を持つ相転移
のみを考える. One-step 相転移は原点 (ϕ1, ϕ2) = (0, 0) から EW vacuum (v, 0) に 1 度だけ遷移
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する相転移である. 一方で, two-step 相転移とは EW vacuum まで 2 つの段階を経て遷移する相転
移 ((ϕ1, ϕ2) = (0, 0) → (0, v′) → (v, 0)) と定義する. Two-step 相転移の 2 回目の相転移は必ず 1

次となる. なぜなら遷移が起こる極小点間にポテンシャル障壁が存在するからである. また, 経路
(ϕ1, ϕ2) = (0, 0) → (v′′, v′) → (v, 0) で起こる two-step 相転移の可能性も考えられる. しかし, この相転
移はスカラーポテンシャルに 2 次の混合項 Φ†η が Z2 パリティによって禁止されているために scotogenic

模型ではほぼ起こらない.

暗黒物質の残存量に対する相転移の影響を明らかにするために, 電弱相転移を解析するパッケージ
CosmoTransitions [100] を使ってパラメータ探索を行った. 独立パラメータは次のような範囲で 5 × 106

回ランダムに選んだ

70 GeV < mη± = mA ≤ 1000 GeV, 55 GeV ≤ mH ≤ 1000 GeV,

0 ≤ λ2 ≤ 4π, −(1000 GeV)2 ≤ µ2
η ≤ (1000 GeV)2.

荷電スカラー場の質量 mη± の下限は制限の式 (3.2.17) を考慮した. また, 追加のスカラー場 η± と A の
質量が縮退していると仮定した (mη± = mA). これは 3.2.2 節で述べたように電弱精密測定の制限を満た
すためである. 表 3.1 において 3.2.2 節で述べた制限を考慮したパラメータ探索によって得られた各パラ
メータの最小値・最大値とパラメータセットの数 (最後の列) を示す. 4 段と 5 段目における記号 ∗ が表す
のはそれぞれ条件 mη/Tn > 25 と ϕ2(Tn2)/Tn2 > 1 を満たすパラメータセットである. ここで mη は追
加のスカラー場の最も小さい質量を意味しており, bubble の生成温度 Tn はハッブル半径あたりに 1 つの
bubble ができる条件 S3(Tn)/Tn ≃ 140 で定義される. ただし S3 は O(3) 対称な作用である. 以下では生
成温度を相転移が起こる温度 (相転移温度と呼ぶ) と近似する. Two-step 相転移において, 最初の相転移温
度を Tn1, 2 回目を Tn2 とする. 注意したいのは, one-step∗ 相転移は 1 次であることである. なぜなら条件
mη/Tn > 25 から Tn はとても低い温度である必要があり, そのためには十分大きなポテンシャル障壁が必
要であるからである.

記号 ∗ を伴うパラメータセットのみが暗黒物質の残存量の計算に影響を与える可能性がある. 表 3.1 か
ら相転移の影響を受けるパラメータ領域は限られていることが分かる. よって, scotogenic 模型における
暗黒物質についての先行研究は特定の領域以外では正しいままである. しかし, two-step 相転移において
は 19% (= 333/1758) が暗黒物質の残存量に影響を与える可能性があり, これは小さい数ではない. 図 3.2

が示すのは, one-step 相転移においては横軸を mη/Tn としたパラメータセットの数, two-step では横軸
を ϕ2(Tn2)/Tn2 とした場合の数である. 赤色の縦線はそれぞれ閾値mη/Tn = 25 (左) と ϕ2(Tn2)/Tn2 = 1

(右) を表す. 図 3.2 におけるこの線の右側の領域が表 3.1 の記号 ∗ を伴うパラメータセットに対応する.

暗黒物質の残存量への相転移の影響を具体的に見るために表 3.2 で示す 4 つのベンチマークパラメータ
セットを選ぶ. これらのパラメータセットでは 3.2.2 節における全ての制限が満たされている. 図 3.3 で
示すのは BM1 と BM2 における T = Tn での有限温度での有効ポテンシャルの等高線図である. 相転移
温度は BM1 で Tn = 23 GeV, BM2 で Tn = 25 GeV であった.*4 両方のベンチマークで原点から EW

vacuum 方向へ 1 次相転移が起こった.

BM1 と BM2 とは違い, BM3 と BM4 では two-step 相転移が起こる. 図 3.4 が示すのは, BM3 (上
段) と BM4 (下段) における T = Tn1 (左) と Tn2 (右) での有限温度有効ポテンシャルの等高線である.

ここで T = Tn1 と Tn2 はそれぞれ 1 回目と 2 回目の相転移温度を表す.*5 BM3 における相転移温度は

*4 このように小さい Tn では臨界温度における
√

ϕ2
1 + ϕ2

2/T が 10 [33] のように大き過ぎる値になると思うかもしれない. し
かし, BM1 と BM2 におけるこれらの値はそれほど大きくなかった (4–4.8).

*5 BM4 の最初の相転移は 2 次のため生成温度を定義できない. ここでは簡単のため BM4 における Tn1 を 2 次相転移が起きた
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表 3.1 パラメータ探索から得られたそれぞれの相転移における独立パラメータの最小値と最大値. 最
後の列は制限を考慮し得られたパラメータセットの数を表している. 4 と 5 段目における記号 ∗ がそ
れぞれ表すのは条件 mη/Tn > 25 と ϕ2(Tn2)/Tn2 > 1 を満たすパラメータセットである. ただし,

mA = mη± としている.

PT type mη± [GeV] mH [GeV] λ2 µ2
η [GeV2] Results #

All (70, 1000] [55, 1000] [0, 4.2] [−(311)2, (992)2] 97684 (100%)

One-step (70, 1000] [55, 1000] [0, 4.2] [−(311)2, (992)2] 95926 (98.2%)

Two-step (70, 440] [55, 660] [0.13, 4.1] [−(214)2, (298)2] 1758 (1.80%)

One-step∗ [698, 996] [575, 987] [0.18, 2.0] [(508)2, (801)2] 47 (0.0481%)

Two-step∗ [70, 434] [55, 570] [0.13, 4.1] [−(214)2, (189)2] 333 (0.341%)
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図 3.2 左: One-step 相転移における横軸をmη/Tn としたときのパラメータセットの数の分布. 赤色
の縦線は閾値 mη/Tn = 25 を表す. 右: Two-step 相転移における横軸を ϕ2(Tn2)/Tn2 としたときの
パラメータセットの数の分布. 赤色の縦線は閾値 ϕ2(Tn2)/Tn2 = 1を表す.

表 3.2 ベンチマークパラメータセット. 追加のスカラー場の質量 mη± と mH , mA は 0 温度での質
量を表す (mη± = mA).

mη± [GeV] mH [GeV] λ2 µ2
η [GeV2] PT type

BM1 682 729 1.64 (479)2 one-step∗

BM2 958 943 0.672 (769)2 one-step∗

BM3 136 205 1.14 −(136)2 two-step∗

BM4 151 130 1.31 −(147)2 two-step∗

Tn1 = 148 GeV と Tn2 = 86 GeV であり, BM4 では Tn1 = 184 GeV と Tn2 = 66 GeV であった.

CosmoTransitions を使って計算されたこれら 4 つのベンチマークセット近くでの生成温度 Tn は安定し
た振る舞いであることを確認している. 特に例として図 3.5 で ones-step 相転移の場合である BM1 におい
て各パラメータを ±5% の範囲で変化させたときの相転移温度 Tn の変化を示す. 図 3.5 から分かるように
λ2 以外のパラメータを動かしたときに生成温度を定義する条件である, ハッブル半径内に 1 つの bubble

ができる条件 S3/Tn ≲ 140 が満たされず相転移が起こらない領域 (灰色部分) があることが分かった. こ

温度とする.
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図 3.3 BM1 (左) と BM2 (右) における T = Tn での有限温度有効ポテンシャル V T の等高線. 相
転移温度は BM1 では Tn = 23 GeV BM2 では 25 GeV だった. どちらのベンチマークでも原点から
EW vacuum 方向へ 1 次相転移が起こった.

れらの領域では相転移が起こる 2 つの極小点間のポテンシャル障壁が大き過ぎるために, 原点から EW

vacuum 方向への相転移は起こらず真空は原点にトラップされたままとなる. つまり, 上記の one-step∗ 相
転移は条件 S3/Tn ≲ 140 の境界領域にあり, パラメータ領域において許される最低の生成温度近くである
と考えられる. 図 3.5 の左下図から分かるようにパラメータ λ2 を変化させた場合は条件 S3/Tn ≲ 140 は
満たされているが, 生成温度は 2 GeV 程度しか変化していない. さらに λ2 を動かすと ∆λ2/λ2 ≃ 18% 付
近で Tn ≃ 20 GeV まで生成温度が下がったが, それより大きい ∆λ2/λ2 では S3/Tn ≲ 140 を満たさなく
なった.

3.3.4 重力波
1 次相転移によって重力波が生まれる. 生成された重力波のエネルギー密度は 2 つのパラメータ α と β̃

で表され, それらは相転移温度 Tn において次のように定義される

α ≡ ϵ(T )

ρrad(T )

∣∣∣∣
T=Tn

, (3.3.19)

β̃ ≡
[
T

d

dT

(
S3(T )

T

)]∣∣∣∣
T=Tn

, (3.3.20)

パラメータ α は相転移の強さを表し, β̃ は β/H(T = Tn) に等しい. ここで, β は相転移が起こる期間の逆
数であり, H(T = Tn) は T = Tn におけるハッブルパラメータである. Two-step 相転移の場合では, 上記
の 2 つのパラメータは各 step における相転移温度 Tn1 と Tn2 で得られる. 式 (3.3.19) において ϵ(T ) は 1

次相転移により生み出される潜熱で, ρrad(T ) は ρrad(T ) = π2g∗T
4/30 で与えられる radiation density で

ある. 相対論的有効自由度 g∗ は対称相におけるものである.

重力波のエネルギー密度への寄与は 3 つありそれらを次のように表す

ΩGWh2 = Ωφh
2 +Ωswh

2 +Ωturbh
2 , (3.3.21)

文字 h は無次元のハッブル率であり, Ωφ は bubble の衝突からのスカラー場の寄与 [125–130], Ωsw bubble

wall 周りの音波による寄与 [131, 134], Ωturb は音波の衝突後に生まれるプラズマ中の磁気流体力学的乱流
からの寄与 [135–140] である. 数値的なシミュレーションと解析的な評価から重力波のエネルギー密度に対
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図 3.4 BM3 (上段) と BM4 (下段) における有限温度有効ポテンシャルの等高線. 相転移温度はそれ
ぞれ BM3 では Tn1 = 148 GeV (左上) と Tn2 = 86 GeV (右上), BM4 では Tn1 = 184 GeV (左下)

と Tn2 = 66 GeV (右下) だった. 左側では最初の相転移が原点から (0, ϕ2(Tn1)) へ ϕ2 軸に沿って起
こり, 右側では 2 回目の相転移が (0, ϕ2(Tn2)) から EW vacuum 方向へ起きている.

するそれぞれの寄与は次のような式で書かれる [130,134,139,140],

Ωφh
2 = 1.67× 10−5β̃−2

(
κφα

1 + α

)2(
100

g∗

) 1
3
(

0.11v3w
0.42 + v2w

)
3.8(f/fφ)

2.8

1 + 2.8(f/fφ)3.8
, (3.3.22)

Ωswh
2 = 2.65× 10−6β̃−1

(
κswα

1 + α

)2(
100

g∗

) 1
3

vw(f/fsw)
3

(
7

4 + 3(f/fsw)2

) 7
2

, (3.3.23)

Ωturbh
2 = 3.35× 10−4β̃−1

(
κturbα

1 + α

) 3
2
(
100

g∗

) 1
3

vw
(f/fturb)

3

[1 + (f/fturb)]
11
3 (1 + 8πf/hn)

. (3.3.24)

ここで vw は bubble wall の速度で, 簡単のために vw = 1 とする. 真空エネルギーからの変換率 κφ, κsw,

κturb はそれぞれスカラー場の gradient エネルギー, プラズマの bulk motion, 磁気流体力学的乱流への変
換率を表す. これらは次のように見積もられる [128,134,141]

κφ ≈
1

1 + 0.715α

(
0.715α+

4

27

√
3α

2

)
, (3.3.25)

κsw ≈
α

0.73 + 0.083
√
α+ α

, (3.3.26)

κturb ≈ 0.1κsw. (3.3.27)

式 (3.3.22)–(3.3.24) において f は現在における重力波の周波数であり, ピーク周波数 fφ と fsw, fturb は
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図 3.5 BM 1 における各パラメータを ±5% の範囲で変化させたときのときの相転移温度 Tn の変化.

灰色の領域は相転移が起こらない (S3/Tn ≲ 140 が満たされない) 領域を表している.

次のように与えられる [130,134,139,140]

fφ = 1.65× 10−5Hz β̃

(
0.62

1.8− 0.1vw + v2w

)(
Tn

100 GeV

)( g∗
100

) 1
6

, (3.3.28)

fsw = 1.9× 10−5Hz v−1
w β̃

(
Tn

100 GeV

)( g∗
100

) 1
6

Υ, (3.3.29)

fturb = 2.7× 10−5Hz v−1
w β̃

(
Tn

100 GeV

)( g∗
100

) 1
6

. (3.3.30)

ここで Υ は音波が有限の寿命をもつことによる抑制因子であり次のように表される [172]

Υ = 1− 1√
1 + 2τswHc

, (3.3.31)

ただし

τswHc ∼ (8π)1/3vwβ̃

√
4(1 + α)

3ακsw
. (3.3.32)

最後に, 式 (3.3.24) の hn は T = Tn におけるハッブル率である

hn = 1.65× 10−5Hz

(
Tn

100 GeV

)( g∗
100

)1/6
. (3.3.33)
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図 3.6 One-step∗ 相転移 (赤色) と two-step∗ の 2 回目の相転移 (青色) での周波数を横軸とした重
力波のエネルギー密度のピーク点. 色付けされた領域は将来の宇宙で建設される重力波干渉計で観測可
能な領域である.

図 3.6 において, one-step∗ 相転移 (赤色) と two-step の 2 回目の相転移 (青色) での周波数を横軸とし
た重力波のエネルギー密度のピーク点を示す. 図 3.6 における色付けされた領域は将来の宇宙で建設され
る重力波干渉計, LISA [47–49] と DECIGO [142, 143, 155], Big Bang Observer (BBO) [92], Ultimate

DECIGO (U-DECIGO) [93] で観測可能な領域である. 図から分かるのは one-step∗ 相転移における全て
のピーク点が 10−4 < f < 10−1 で ΩGWh2 ≳ 10−10 の範囲にあり, LISA で検証可能であることである.

この理由は条件 mη/Tn > 25 から相転移温度はとても低くなければならず, このとき大きな潜熱を生む 1

次相転移が起こるからである. 相転移温度に制限を付けるシナリオは珍しいため, このように LISA で存在
の可否を検証できる模型やシナリオはあまりない. 一方で, two-step∗ の 2 回目の相転移によるピーク点の
ほとんどは U-DECIGO の観測可能領域に位置する. 条件 ϕ2(Tn2)/Tn2 > 1 はmη/Tn > 25 よりも厳しく
ないものの, 低い Tn2 を要請する. よって, 将来観測で two-step∗ 相転移シナリオの存在を明らかにするこ
とができるかもしれない.

重力波スペクトルをより具体的に見るため, 各ベンチマークパラメータセットにおける横軸を周波数 f と
した重力波のエネルギー密度を図 3.7 で示す. BM1 と BM2 (BM3 と BM4) におけるスペクトルはそれぞ
れ赤色と青色の実 (点) 線で表される. BM3 と BM4 においては, Fig 3.7 で示したように 2 回目の相転移
のみが観測可能な重力波スペクトルを生む. BM3 においては 1 次相転移が 2 回起こる. しかし, 1 回目の
相転移由来の重力波スペクトルは小さ過ぎて観測できない. BM1, BM2, BM3, BM4 における (α, β̃) の値
はそれぞれ (3.41, 22.4), (2.24, 226), (7.07 × 10−2, 55.7), (0.139, 160) である. BM1 と BM2 においては
低い相転移温度が理由で相転移の強さ α が大きくなるため, 図から分かるように重力波のエネルギー密度
の最大値も大きくなる. 音波の寄与において抑制因子 Υ を考慮しても, LISA と U-DECIGO ではベンチ
マークにおける全ての重力波スペクトルを観測可能である. したがって, 3.4 節で示すような暗黒物質の残
存量への相転移の影響の残滓として重力波スペクトルを観測できるかもしれない.

一方で, 音波による寄与 Ωswh
2 に対する抑制因子によって, bubble wall の衝突による寄与 Ωφh

2 がスペ
クトルのピークの周りでは支配的な寄与になる. よって, Ωφh

2 と Ωswh
2 両方の寄与が将来観測で見えるか

もしれない.

注意したいのは, もし O(1) TeV よりも重い質量を持つ追加のスカラー場を考えると, 相転移は one-step
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図 3.7 BM1 (赤色の実線), BM2 (青色の実線), BM3 (赤色の点線), BM4 (青色の点線) における横
軸を周波数とした重力波のエネルギー密度. 色付けされた領域は将来の宇宙で建設される重力波干渉計
で観測可能な領域である.

で弱い 1 次または連続的 (2 次または cross-over) になる傾向があることである. これは追加のスカラー場
の質量が decoupling limit に近づくためである. この場合, 相転移による追加のスカラー場の質量変化は小
さく, 相転移は暗黒物質の生成に影響与えにくくなる. 事実, 3.4.1 節で見るように, 追加のスカラー場にお
ける大きな質量の変化が暗黒物質生成へ影響を与えるために必要である.

3.4 暗黒物質の残存量
3.4.1 One-step 相転移の場合
一般に暗黒物質 N と inert スカラー粒子が関係したボルツマン方程式を解く必要がある. そして, 暗黒
物質の数密度の発展を計算する. しかしながら, 今回はボルツマン方程式を簡略化する. なぜなら電弱精
密測定を満たすためにいくつかの inert スカラー粒子の質量がほとんど縮退しなければならないからであ
る [114]. 従って, ボルツマン方程式を最も軽い inert スカラー粒子の数密度 nη とその自由度 gη で記述す
る. 例えば, もし最も軽いスカラー粒子が熱浴にいた場合, マクスウェル-ボルツマン分布を仮定するとその
数密度は単に

neq
η = K2

(mη

T

) m2
ηT

2π2

と表される. もし全ての inert スカラー粒子が縮退していれば gη = 4, η± と A が最も軽い粒子であれば
gη = 3, H が最も軽ければ gη = 1 となる. このような簡略化の下で inert スカラー粒子と結合する暗黒物
質 N のボルツマン方程式は以下のように書き下される

dnN

dt
+ 3HnN = gη⟨Γη⟩

(
nη − neq

η

nN

neq
N

)
− gη⟨ΓN ⟩

(
nN − neq

N

nη

neq
η

)
, (3.4.1)

dnη

dt
+ 3Hnη = −gη⟨σηηvrel⟩

(
n2
η − neq

η
2
)
− ⟨Γη⟩

(
nη − neq

η

nN

neq
N

)
+ ⟨ΓN ⟩

(
nN − neq

N

nη

neq
η

)
, (3.4.2)

右辺は衝突項に対応している. ここで, ⟨σηηvrel⟩ は最も軽い inert スカラー粒子の崩壊散乱断面積の
thermal average, ⟨Γη⟩ と ⟨ΓN ⟩ は η と N の熱的効果を含んだ崩壊幅で, それぞれ η → N , N → η につい
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ての崩壊幅になっており

⟨Γη⟩ =
|Y|2

16π
mη

(
1− m2

N

m2
η

)2
K1(mη/T )

K2(mη/T )
θ(mη −mN ), (3.4.3)

⟨ΓN ⟩ =
|Y|2

32π
mN

(
1−

m2
η

m2
N

)2
K1(mN/T )

K2(mN/T )
θ(mN −mη), (3.4.4)

と表される. 上式で |Y| ≡
√
|y1e|2 + |y1µ|2 + |y1τ |2 で, Kn(x) は n 次の第二種ベッセル関数である. また,

崩壊過程 η → N + l における軽いレプトン l の質量は無視している. 崩壊断面積 ⟨Γη⟩ は microOmegas

[173] を使って数値的に評価した. 断面積の温度依存性は安全に無視することができる. なぜなら inert ス
カラー粒子が熱浴から脱結合するのはそれらの粒子が非相対論的なときだからである (mη/T ∼ 25). 従っ
て, 本章では 0 温度における断面積の値に固定する.*6 そしてその値は典型的に熱的残存量における正準な
値 3× 10−26 cm3/s よりもはるかに大きい. なぜならゲージ相互作用がある程度の大きさだからである.*7

上のボルツマン方程式の導出において, 暗黒物資 N は暗に熱浴粒子との力学的平衡にある (fN ∝ f eq
N )

と仮定されている. これは N と熱浴粒子の弾性衝突が十分に早いときに有効である. これがこの模型で正
しいのは, もしニュートリノ湯川結合が小さくても弾性衝突過程 NLα → η∗ → NLα が η resonance で強
められるからである.*8

ボルツマン方程式は以下のように書き換えられる
dYN

dx
=

gη⟨Γη⟩
xH̃

[
Yη −

Y eq
η YN

Y eq
N

]
− gη⟨ΓN ⟩

xH̃

[
YN −

Y eq
N Yη

Y eq
η

]
, (3.4.5)

dYη

dx
=− gη⟨σηηvrel⟩s

xH̃

[
Y 2
η − Y eq

η
2
]
− gη⟨Γη⟩

xH̃

[
Yη −

Y eq
η YN

Y eq
N

]
+

gη⟨ΓN ⟩
xH̃

[
YN −

Y eq
N Yη

Y eq
η

]
, (3.4.6)

ここで x ≡ mN/T は宇宙の温度 T で与えられる無次元パラメータで, YN,η ≡ nN,η/s はエントロピー密
度 s = 2π2g∗sT

3/45 で与えられる生成量である. 修正された Hubble rate H̃ は以下のように与えられる

H̃ ≡ H

(
1− x

3g∗s

dg∗s
dx

)−1

, (3.4.7)

ただし, g∗s はエントロピー密度に対する相対論的自由度を表す. 上式では粒子の質量における温度効果
を含める. 暗黒物質の残存量は PLANCK による観測量 ΩNh2 = 0.12 [13] を満たす必要がある. これは
mN/T →∞ における生成量 Y に変換できる

Y ∞
N = 4.4× 10−10

(
GeV

mN

)
. (3.4.8)

これは暗黒物質の残存量

ΩNh2 =
mNnN (∞)

ρrad
h2 =

mNYN (∞)s0
ρrad

h2, (3.4.9)

*6 ⟨σηηvrel⟩ が重要になるのは脱結合の時であり, それ以外では熱平衡分布だから暗黒物質の生成量と関係がない. 脱結合のとき
はすでに十分温度が低く, そこから温度減少による変化が少ないため 0 温度の値に近似できる.

*7 ゲージ相互作用に加え, スカラー自己相互作用の結合定数も大きい. これにより, 消滅過程のみを考えたときの暗黒物質の残存
量はゲージ相互作用のみのときよりも小さくなる. また, 残存量は ⟨σηηvrel⟩ と逆比例するから ⟨σηηvrel⟩ は通常よりも大きく
なる.

*8 弾性衝突過程 NLα → η∗ → NLα の散乱断面積は以下のように表される

⟨σηηvrel⟩ =
1

8m4TK2
2 (m/T )

∫ ∞

4m2
σ(s− 4m2)

√
sK1(

√
s/T )ds.

各温度 T で η resonance (s = 4m2(T )) が積分範囲に入るため, 散乱断面積 ⟨σηηvrel⟩ は十分大きくなる.
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図 3.8 One-step 相転移 (BM1) におけるボルツマン方程式の解 (上段) と温度補正を考慮した
スカラー質量 (中段), 反応率 (下段). 暗黒物質の質量と湯川結合定数は左側では (mN , |Y|) =

(614 GeV, 1.00× 10−5), 右側では (650 GeV, 8.20× 10−8) でそれぞれ固定されている.

に現在のエントロピー密度 s0 = 2890=cm−3, ρrad = 10.54h2 GeV/m3, ΩNh2 ≈ 0.12 を代入すると得ら
れる

Y ∞
N = 4.38× 10−10

(
GeV

mN

)
. (3.4.10)

BM1 におけるボルツマン方程式の解の 2 つの例を図 3.8 に示す. 解くときの生成量 Y の初期値は
0 とおいた Y init

N.η = 0. 右側の図では (mN , |Y|) = (614 GeV, 1.00 × 10−5) と固定し, 左側の図では
(650 GeV, 8.20× 10−8) とした. 上, 中央, 下側の図はそれぞれ数密度, 温度補正を含む質量, 崩壊の反応率
と η の消滅率の温度発展をそれぞれ表している. η の消滅率は Hubble rate と共に ⟨Γann⟩ ≡ ⟨σηηvrel

⟩neq
η

で定義される. 上の図における黒い点線は PLANCK による暗黒物質の残量量の観測値 [13] を表している.

全ての図で青の縦線は N と η の質量が反転したとき, 赤の縦線は相転移温度を表している.
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左側の図では, η の崩壊と消滅過程が最初は熱化されていたことが分かる (⟨Γη⟩ , ⟨Γann⟩ > H). つまり,

生成量 YN,η は熱平衡における値に一致する, YN.η = Y eq
N.η. 左中央の図を見ると, スカラー場の質量が温

度低下と共に小さくなっていることが分かる. x ≈ 2.4 (T ≈ 254 GeV) において N と η の質量の大小
は逆転する. よって, その後は η → N の代わりに N → η への崩壊が活発になる. N, η の質量階層性は
x ≈ 26 (T ≈ 23 GeV) に起こる 1 次相転移により再び元に戻る. これは η が ϕ1 から多くの寄与を得るか
らである. 1 次相転移時において, η の消滅に対する反応速度は急激に減少しすぐに有効でなくなる. 加え
て, η → N の崩壊が再び有効になるので, 多数の η がN へと崩壊する. 同時に逆崩壊過程が η 崩壊と競り,

最後には暗黒物質の数密度は PLANCK で観測された残存量 [13] に落ち着く.*9

右側の図は, η は最初熱浴にいるが N は熱浴にいない場合となっている. x ≈ 2.2 (T ≈ 290 GeV) にお
ける質量反転の後, N の数密度は N → η 崩壊によってゆっくりと減少し始める. N の生成量は相転移が
起きる x ≈ 28 (T ≈ 23 GeV) で瞬間的に固定される. なぜならば, η が大きな質量を突然得るため, その結
果として N と η の質量の大小が逆になるからである. 左の図とは違い, N の数密度は相転移において急激
に変わったりはしない. なぜなら, 湯川結合が小さいために崩壊幅 ⟨Γη⟩ がはるかに左の場合よりも小さい
からである. 相転移を考慮しない場合は N が熱化されないままなので, mN/T = 1 のときから N の残存
量は変わらない.

BM2 におけるボルツマン方程式の解の他の 2 つの例を図 3.9 に示す. 左側の図では暗黒物質の質量と湯
川結合の大きさを (mN , |Y|) = (710 GeV, 1.00×10−5) としており, 右側の図では (870 GeV, 1.54×10−7)

としている. 図 3.8 と同様に暗黒物質の残存量は相転移温度 Tn ≈ 25 GeV において瞬間的に決まってしま
う. 左側の図では N と η 間の質量の反転は起こっておらず, 全ての時間で N が最小となっている. このよ
うな場合でも N の数密度は逆崩壊 NLα → η によって減少させられる.*10 そして, 相転移が起こることで
η と N の質量差が大きくなり N が脱結合する (⟨Γann⟩ < H) ことで残存量の観測値が再現される. 左側の
図において相転移を考えない場合は質量差 ∆m ≡ mη −mN が大きいために相転移を考える場合よりも早
い時期に脱結合する. なぜなら逆崩壊 η ← Nl の反応率は ⟨Γη⟩ exp(−∆m/T ) に比例しており, 温度低下
で Hubble rate H よりも小さくなってしまうからである. 右側の図では BM1 と同様に相転移を考慮しな
いとmN/T = 1 のときから N の残存量は変わらなくなってしまう.

図 3.10 において BM1 (左) と BM2(右) における暗黒物質の観測された残存量を再現するパラメータ領
域 (紫色の線) を (mN , |Y|) 平面で表した. 右側の赤い領域は, 0 温度において最も軽い inert スカラー粒子
の質量よりも右巻きニュートリノの質量が軽くなってしまう領域のため, 今回のシナリオでは適切でない.

オレンジの点線は左巻きニュートリノの質量スケール (O(0.05) eV) を再現するニュートリノの湯川結合の
スケールを表している. この O(0.05) eV はニュートリノの振動実験から推測されたものである [157]. 灰
色の点線が表すのは, 崩壊率 ⟨Γη⟩ が T = mN において Hubble rate と同程度 (⟨Γη⟩ ∼ H)になる領域で
ある. つまり, この線の上側の領域では崩壊 η → N が 宇宙膨張よりも十分に早く起こるということである.

右側の図の青い点線は T ≳ Tn において mN = mη となる閾値に対応している. 両方の図を見ると, 暗黒
物質の質量がmN ∼ 614 GeV (左), mN ∼ 710 GeV (右) において残存量が湯川結合の大きさに依存して
いないことが分かる. これは高温のときから N が熱化されているので, 相転移前までその数密度は熱平衡
でのものとなる (nN = neq

N ). よって, neq
N と熱平衡から脱する相転移温度で値が決まる. 数密度 neq

N ∝ m2
η

より相転移温度が固定されているときはmη で暗黒物質の残存量が決まる. 加えて, 暗黒物質の質量依存性

*9 ⟨Γann⟩ , ⟨Γη⟩ > H より, 標準模型のレプトン l と inert スカラー場, RH ニュートリノは熱平衡にある. この時, ⟨Γann⟩ によ
り ηη → ll と崩壊が起こることで, nη が減りその分熱平衡下にある N が減った分を補填するように N → ηl が起こる.

*10 レプトン数は高温で nl ∝ T 3 であり十分な大きい. このとき, ⟨σNlαvrel⟩nl ≫ H となるから, NLα ↔ η という過程は熱平
衡状態となる. これにより N は熱化される.
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図 3.9 BM2 における図 3.8 と同じ図. 暗黒物質の質量と湯川結合定数は左側では (mN , |Y|) =

(710 GeV, 1.00× 10−5), 右側では (870 GeV, 1.54× 10−7) でそれぞれ固定されている.

は赤い領域に近づくほど小さくなっている. このとき, 残存量は主に湯川結合の大きさ |Y| で決まっている.

この場合は最初 N が熱化されていないので ⟨Γη⟩ と相転移温度, つまり脱結合温度によって残存量が決ま
る. ⟨Γη⟩ ∝ |Y|2 より相転移温度が固定されているとき |Y| で残存量が決まる.*11 このような振る舞いは先
行研究と一致している [154]. 以上の数値計算から, 観測された暗黒物質の残存量はほとんど電弱相転移の
相転移温度で決まっていることが分かった.

Charged lepton flavor process µ → eγ [163] について言及する. 湯川結合が O(0.05) よりも小さい

*11 図 3.10 の右図における, 有限温度で η と N の質量反転 (mη(T ) ≈ mN ) が起こる青線周りの振る舞いは質量mN と湯川結
合 |Y| 両方が大きい寄与を与えるために起こる. なぜなら, 2 つの反応率が

⟨Γη⟩ ∝ |Y|2(1−m2
N/m2

η(T ))2, ⟨ΓN ⟩ ∝ |Y|2(1−m2
η(T )/m2

N )2,

のように書けるためである.
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図 3.10 BM1 (左) と BM2 (右) における (mN , |Y|) 平面でのパラメータ領域. 紫色の線において観
測された暗黒物質の残存量が生成される. 右側の赤い領域では暗黒物質候補 N が追加のスカラー場より
も重くなる. オレンジ色の点線は小さいニュートリノ質量スケール O(0.05) eV が導かれるニュートリ
ノ湯川結合のオーダーを示している. 右図の mN ∼ 770 GeV 周りにおける青色の縦の点線は T ≳ Tn

においてmN = mη となる閾値に対応している. 灰色の点線は T = mN で ⟨Γη⟩ = H となる領域を表
している.

とき, 現在の実験からの制限は避けることができる [21]. そして µ → eγ の分岐率の予測値は将来実験で
検証することができる. 先行研究 [160–162] において示されたのは, 右巻きニュートリノ暗黒物質の熱的
生成は charged flavor violating 過程の強い制限を満たさないということである (観測量を説明するには
|Y| = O(0.1–1) となる必要があるが, 制限を満たすには |Y| < 0.05 である必要がある. この場合暗黒物質
ができ過ぎてしまう). しかしながら, いくつかのパラメータ点において 1 次相転移は暗黒物質の生成に大
きな影響を与える. これは charged flavor violating 過程からの制限を満たし将来実験で検証することを可
能にする. 加えて, もし湯川結合が複素数であれば荷電レプトンの EDM が予測され [174–176], それはも
しかしたら宇宙のバリオン数非対称性の生成と関係しているかもしれない.

他のコメントとして, もし inert スカラー粒子の質量が TeV スケールよりも重ければ, 相転移による質
量の変化は O(10)% 程度と小さくなる. なぜなら, このとき inert スカラー粒子の質量への主要な寄与は
VEV ではなく 2 次結合定数 µ2

η から与えられるからである. このような場合, ほとんど質量の変化が起こ
らないために相転移を考慮しない場合との差が小さく, 暗黒物質の残量への相転移の影響は限られたものと
なる.

3.4.2 Two-step 相転移の場合
Two-step 相転移において η は一時的に VEV を獲得する. その結果, VEV を獲得する期間 Tn2 <

T < Tn1 において左巻きと右巻きのニュートリノはニュートリノ湯川結合を通して混ざり合う. 従って,

W± → Nl±α と Z → Nνα という追加の崩壊過程が起こり, これらの過程が暗黒物質の数密度の発展に変
化を与える.

この節では,暗黒物質N が inertスカラー粒子よりもはるかに軽い場合を考える (mN ≪ mη± ,mH ,mA).

そして暗黒物質の残存量の計算への相転移の影響を見るために N は決して熱化されないとする.*12 Inert

*12 Two-step 相転移起こすパラメータセットで freeze-out 機構に影響を与えるための条件mη/Tn > 25 を満たすものは無かっ
た.
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図 3.11 Two-step相転移におけるボルツマン方程式の解 (上段)と温度補正を考慮した追加のスカラー
とゲージボソンの質量 (下段). 左側と右側はそれぞれ BM3 と BM4 での結果になっている. 暗黒物質の
質量と湯川結合定数は左側では (mN , |Y|) = (1 GeV, 2.1× 10−12), 右側では (10 GeV, 2.8× 10−12)

でそれぞれ固定されている.

スカラー粒子 η±,H,A は暗黒物質の数密度が発展するときに熱的平衡にある (nη = neq
η ) ので, 暗黒物質に

関するボルツマン方程式は単に以下のように与えられる
dnN

dt
+ 3HnN = gη⟨Γη⟩neq

η +
(
⟨ΓWT

⟩neq
WT

+ ⟨ΓWL
⟩neq

WL

)
+
(
⟨ΓZT

⟩neq
ZT

+ ⟨ΓZL
⟩neq

ZL

)
. (3.4.11)

右辺の最初の項は崩壊チャンネル η → NLα からの寄与で, その他の項は一時的な ϕ2 の VEV により生ま
れる追加のゲージボソンの崩壊過程からの寄与である. 質量への温度効果を含んで考えるために, ゲージ共
変性が壊れ横波と縦波のモードが異なった質量を持つ. 従って, 横波と縦波のモードを分けて計算する必要
がある. 式 (3.4.11) の T と L はそれぞれ横波と縦波のモードを表す (縦波と横波の自由度の違いは崩壊幅
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図 3.12 BM3 と BM4 における観測された暗黒物質の残存量を生成する領域.

Γ に含まれている). それぞれの崩壊幅は以下のように計算される

⟨ΓWT
⟩ ≈ 2

3

g2mWT

32π
|Y|2 ϕ2

2

m2
N

K1 (mWT
/T )

K2 (mWT
/T )

θ(Tn1 − T )θ(T − Tn2), (3.4.12)

⟨ΓWL
⟩ ≈ 1

3

g2mWL

16π
|Y|2 ϕ2

2

m2
N

K1 (mWL
/T )

K2 (mWL
/T )

θ(Tn1 − T )θ(T − Tn2), (3.4.13)

⟨ΓZT
⟩ ≈ 2

3

g2mZT

32π cos2 θW
|Y|2 ϕ2

2

m2
N

K1 (mZT
/T )

K2 (mZT
/T )

θ(Tn1 − T )θ(T − Tn2), (3.4.14)

⟨ΓZL
⟩ ≈ 1

3

g2mZL

16π cos2 θW
|Y|2 ϕ2

2

m2
N

K1 (mZL
/T )

K2 (mZL
/T )

θ(Tn1 − T )θ(T − Tn2). (3.4.15)

ここで, ゲージボソンの質量はレプトンや暗黒物質 N の質量よりもはるかに重いと仮定されている. 式中
の因子 ϕ2

2/m
2
N はニュートリノ混合行列の要素から来ている. この因子は ϕ2 の VEV よりも暗黒物質の質

量が小さいときにゲージボソンの崩壊幅を強める. また, 式 (3.4.11) 右辺の第 2 項と第 3 項は 0 温度では
１つにまとめることができる. なぜならその極限では横波と縦波成分は同じ質量を持っているからである.

BM3 (左) と BM4 (右) におけるボルツマン方程式の解と inert スカラーとゲージボソンの質量の温
度発展を図 3.11 で表す. 左側では暗黒物質の質量は mN = 1 GeV, ニュートリノ湯川結合の大きさは
|Y| = 2.1× 10−12 としており, 右側ではmN = 10 GeV, |Y| = 2.8× 10−12 としている. 上側の図におい
て, 実線が表すのはベンチマークポイントにおけるボルツマン方程式の解である. 点線は two-step 相転移
の影響, つまりゲージボソンの追加の崩壊過程を考慮しない場合の結果となっており, 比較のために示して
いる. 水平な黒の点線は PLANCKにより観測された暗黒物質の残存量を示している. 垂直な赤の点線は 2

つの相転移温度 Tn1, Tn2 を表している. 図から分かるのが, ϕ2 が VEV を持つ Tn2 < T < Tn1 時に暗黒物
質の数密度が急激に増加していることである. これは暗黒物質の生成率が因子 ϕ2

2/m
2
N により強められてい

るからである. もう一度注意したいのは, 我々が注目しているパラメータ領域は one-step 相転移の場合と
は異なる. それは相転移による暗黒物質の残存量への影響を調べるためである.

図 3.12 が示すのは BM3 (左) と BM4 (右) における (mN , |Y|) 平面での観測された暗黒物質の残存量を
再現する領域である. 図の右側の赤い領域は最も軽い inert スカラー粒子よりも暗黒物質 N が重くなる領
域となっている. 図から分かるのはmN ≳ O(100) GeV の領域では two-step 相転移によるゲージボソン崩
壊の影響は少なくなり, 暗黒物質の残存量には何の影響も与えないということである. 一方でmN ≲ O(10)
GeV の領域では大きな影響がある. 繰り返しになるが, これはゲージボソンの崩壊幅が因子 ϕ2

2/m
2
N に比
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例しているからである.

また, 3.3.3 節で示した two-step∗ 相転移における条件 ϕ2(Tn2)/Tn2 > 1 について述べる. このシナリオ
では, 暗黒物質の残存量を大きく変化させるために最初と最後の相転移が起こる期間 Tn2/mN < T/mN <

Tn1/mN が長いことが好まれる. これは 2 回目の相転移前の極小点における大きい ϕ2(Tn2) と低い相転移
温度 Tn2 が適していることを意味する. 高温では原点のみが最小点であり, 温度が下がることで ϕ2 軸の極
小点が生まれ極小点と原点との距離は段々遠くなっていく. 場の値 ϕ2(Tn2) はこの距離の最大値を表して
おり, これが大きいほど ϕ2 が真空期待値を持つ 1 回目の相転移から 2 回目の相転移が起こるまでの温度差
はナイーブに大きいと考えられる. しかし, この場合 2 回目の相転移温度が高いと (Tn1 > Tn2 より) 期間
Tn2/mN − Tn1/mN は短い. そのため, 低い Tn2 が同時に求められる. この 2 つを考慮する条件として本
章では ϕ2(Tn2)/Tn2 > 1 を考えた.

3.5 結論
宇宙の暗黒物質の性質はまだ分かっていない. 暗黒物質の生成機構はこの宇宙を理解するヒントになるか
もしれない. Freeze-out 機構と freeze-in 機構は暗黒物質を生成する標準的な方法として知られている. 本
章で我々は初期宇宙の相転移が scotogenic 模型における暗黒物質の生成にどのような影響を与えるか調べ
た. Scotogenic 模型とは標準模型に 1 つの inert スカラー doublet と 3 つの (SU(2) singlet フェルミオン
の) 右巻きニュートリノを加えた模型である. この模型の長所はシンプルな模型で小さい左巻きニュート
リノ質量を one-loop で説明し, かつ暗黒物質の候補を同時に与えるからである. しかし, 知られているの
は freeze-out 機構を介した熱的生成を仮定すると singlet fermionic 暗黒物質の候補は現在の制限 (charged

lepton flavor process) から除外されてしまうということである.

まず初めに, 温度補正を加えた質量を伴う one-loop level の有限温度における有効ポテンシャルについ
て説明した. その後, この模型における相転移を調べ, パラメータサーチを実行した. ベンチマークとして
one-step と two-step の 1 次相転移を起こす異なるパラメータセットを選んだ. それらの 1 次相転移は宇
宙で建設される将来の重力波干渉計で調べられるような重力波を生む.

次に, 4 つのベンチマークセットにおいて one-step と two-step 相転移を暗黒物質の数密度の計算に組み
込んだ. One-step 相転移の場合では, 相転移温度で瞬間的に暗黒物質の残存量が決まることが分かった. も
し相転移温度が Tn ≈ 23 ∼ 25 GeV と低ければ観測された暗黒物質の残存量はニュートリノ湯川結合が
O(10−7) から O(10−1) くらいの大きさで再現される. 加えて, そのような小さい相転移温度が理由で, 相
転移はとても強い 1 次相転移となり将来の観測で調べられるほどの重力波を生み出す. 強調したいのは観
測可能な重力波と暗黒物質の生成は one-step 相転移の場合において強く関係しているということである.

Two-step 相転移の場合には inert スカラー doublet が Tn2 < T < Tn1 において一時的に VEV を持つ.

この VEV がゲージボソンの質量を変え, 左巻きと右巻きニュートリノの混合を引き起こす. ニュートリノ
混合を通じて暗黒物質の生成に関係する新しい崩壊過程が現れる. もし暗黒物質が inert スカラーの VEV

よりもはるかに軽ければ, これらの新しい過程は暗黒物質を生成する freeze-in 機構を修正する. One-step

相転移の場合と同様に将来の重力波観測によりこの two-step シナリオの存在が明らかにされるかもしれ
ない.
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第 4章

複数段階相転移によるバリオン数生成

4.1 導入
素粒子物理学における大きな問題の 1 つとして, 宇宙のバリオン数非対称性がある. これは宇宙で反粒子
はほとんど観測されず粒子のみが残っている, つまり粒子と反粒子の非対称性がどのように生まれたかとい
う問題である. ビックバン元素合成の観測からその非対称性は [21]

ηobsB ≡ nB − nB̄

s
= (8.2− 9.2)× 10−11 at 95% C.L. (4.1.1)

で与えられている. ここで nB (nB̄) は (反) 粒子の密度を表し, s は宇宙のエントロピー密度である. この
結果は CMB 観測結果とも一致している [13]. 現在の実験をよく説明している標準模型ではこのバリオン
数非対称性を説明できない. なぜなら, この非対称性が生まれるためにサハロフの 3 条件 [17] を満たさな
いからである. サハロフの 3 条件とは

• バリオン数の破れ
• C と CP 対称性の破れ
• 熱平衡からのずれ

のことを指す. 正味のバリオン数が生まれるにはこの 3 つの条件が同時に満たされる必要がある. しかし,

標準模型では最初の条件以外を十分に満たすことができない. 2 つ目の条件の C と CP 対称性の破れにつ
いては標準模型に含まれる CP 位相である Cabbibo–小林–益川行列の位相が小さ過ぎるために十分なバ
リオン数を生成できない [18–20]. 一方で, 最後の条件の熱平衡からのずれは電弱相転移が 1 次相転移で
あれば満たすことができる. しかし, 格子計算からヒッグス質量の観測値 125 GeV [9–12] では相転移が
cross-over と呼ばれる連続的で滑らかな相転移となってしまうことが示されている [24]. そのため, 標準模
型では電弱相転移は 1 次にはならない. 以上のように標準模型ではサハロフの 3 条件のうち 2 つが十分に
満たされていない.

その解決策の 1 つとして, 標準模型のスカラー部分を拡張することが考えられる. 例えば, 標準模型に
SU(2) singlet スカラー場を加えた singlet extension や SU(2) doublet を加えた 2HDM [177], triplet を
加えた triplet extension などがある. 他にも 2HDM に singlet を加えた next to two Higgs doublet model

(N2HDM) や doublet を 2 つ加えた three Higgs doublet model (3HDM) がある. 標準模型のスカラー部
分は最も簡単な形であり指導原理がないために, このように数々の模型が考えられている (それぞれの模型
についてのレビューは例えば文献 [178] を見よ). これらの模型ではパラメータが増えるために比較的簡単
に 1 次相転移を実現できる. さらに, 標準模型では十分でなかった CP の破れも 2HDM ではスカラー部分
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図 4.1 本章で考える複数段階相転移の経路.

における破れを考えることで解決することができる. しかしながら, 電子の双極子モーメントの精密測定に
よる制限から十分なバリオン数を作るような CP の破れをスカラー部分に埋め込むことが難しくなってき
ている [26–28]. 本章では電弱バリオン数生成の新たな可能性として複数段階相転移によるバリオン数生成
を考える. 複数段階相転移を考えることにより, 相転移時における CP 位相の変化が大きくなりそしてバリ
オン数の生成が強められるかもしれない.

本章の構成は以下のようになっている. 4.2 節ではまず想定する複数段階相転移の経路と 1 次相転移にお
ける bubble profile について記述する. 4.3 節ではバリオン数生成の計算に必要な輸送方程式について述べ
る. その次に, バリオン数保存を破るスファレロン過程の遷移率とバリオン数生成について 4.4 節で議論す
る. 4.5 節では前節までで示した式を用いて計算した結果を示す. 4.6 節では本章で考えたような複数段階
相転移が起こり得る模型について議論する. 最後に 4.7 節で本章の結論を述べる.

4.2 複数段階相転移
本章では toy 模型としてトップクォークに

mt =
1√
2
yt(ϕ+ iϕCP ) ≡

1√
2
yt

√
ϕ2 + ϕ2

CP e
iθCP . (4.2.1)

というように質量を与える湯川相互作用をする中性スカラー場 ϕ と ϕCP を考える. ここで yt は標準模型
でのトップクォークの湯川結合定数を表す. CP 対称性を破る CP 位相 θCP は ϕ+ iϕCP に対する複素位
相となっている. 本章では複数段階相転移の例として図 4.1 で示されるような相転移を考える. まず最初の
相転移で CP を破る場 ϕCP のみが真空期待値を持つ. この相転移は連続的・非連続的どちらでも良い. そ
の後, 2 回目の相転移で現在の真空である EW vacuum 近く (ϕ ≃ v ≡ 246 GeV) に遷移する. この相転移
は 1 次であるとする. 場 ϕ は CP 対称性を破らず現在の真空は CP が破れていないと考えると, この 2 回
目の相転移において (CP が大きく破れた相から破れていない相へ遷移するため, トップクォーク質量の)

CP 位相が大きく変化する. このときにバリオン数生成が実現するシナリオを考える. このような相転移は
例えば CP-violating 2HDM で実現できる可能性がある (4.6 節を参照のこと).
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図 4.2 本章で考える bubble profile のベンチマーク. Bubble wall の厚さは Lw = 0.1 GeV−1 とし
た. CP 位相は θCP ≡ args(ϕ+ iϕCP ) で定義した.
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図 4.3 電弱相転移によるバリオン数生成の概念図. クォーク q は本章では特にトップクォークに対応する.

2 回目の相転移における bubble profile は kink 解で書かれるとする

ϕ(z) =
v

2

(
1− tanh

z

Lw

)
, (4.2.2)

ϕCP (z) = vCP −
vCP

2

(
1− tanh

z

Lw

)
. (4.2.3)

ここで, Lw は bubble wall の厚さを, 場の値 vCP は 2 回目の相転移前の ϕCP の真空期待値を表す. 本章
では, 具体的にバリオン数生成の計算を実行するためにベンチマークとして図 4.2 のような bubble profile

を考える. Wall の厚さ Lw と vCP はそれぞれ 0.1 GeV−1 と 20 GeV とした.

4.3 輸送方程式
Bubble の内側と外側の CP 位相の違いが bubble wall に対する粒子・反粒子 (特にトップと反トップ
クォーク) の相互作用に違いを生む. この違いが bubble の内側と外側における粒子と反粒子の数密度を異
なるものにする. Bubble の外側では反粒子が粒子よりも多くなる [179]. この差を埋めるためにスファレロ
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ン過程が起こることでバリオン (とレプトン) 数生成が起こる (ただし, SU(2)L スファレロンのため左巻き
粒子に対してのみ起こる). Bubble の内側ではスファレロン過程が抑制される場合を考えると逆過程が起
こらず, 外側で作られたバリオン数が bubble 内に入ることで生成されたバリオン数が残る. これが図 4.3

で示すようにバリオン数生成の大まかなシナリオである. 本節では bubble wall に対する粒子・反粒子の
相互作用の違いと bubble の内側と外側での粒子数の違いを評価するために必要な輸送方程式を導出する.

これには 2 つの手法がある. 1 つ目は文献 [180] における手法 (本章では FH scheme と呼ぶ), 2 つ目は文
献 [181] で示された手法 (CK scheme) である. 前者は wall の速さ vw が遅いとした近似を使っているが,

後者はその近似を使っていない. そのため, 後者の計算手法ではより正確な結果が得られるとともに, 大き
い vw を考えることで観測可能な重力波を予言することができる場合がある. 本章では結果を検証するため
に両方の手法を用いてバリオン数生成の計算を行う.

FH scheme

以下では FH scheme に関連する文献 [180] に従いWKB 近似を用いた時に得られる粒子と反粒子それ
ぞれに加わる準古典力を導出する. トップクォークのような single Dirac フェルミオンを考える. この質量
は wall を通過することで変わる. Bubble は十分に大きくなると回転対称な球面に近似できるから, その
profile は kink 方程式 (4.2.2) で近似できる. 簡単に問題を扱うため bubble wall の静止系を考える. CP

の破れがあるときのフェルミオンの質量をM = m(z)eiθCP (z) と書く. 粒子の運動量が L−1
w よりもはるか

に大きいとき, Dirac 方程式はWKB ansatz を使って解ける

Ψ ∼ e−iωt+i
∫ z pcz(z

′)dz′
. (4.3.1)

運動量 pcz は z 方向の正準運動量である. ここで wall に垂直な運動量を 0 とする系に boost することで解
を簡略化した. プラズマ中の典型的な粒子の運動量は温度 T のオーダーだから, この方法は厚い wall のと
き, つまり TLw ≫ 1 のみ成り立つ. 1 次までの分散関係は [182]

ω =
√

(pcz − αCP )2 +m2 ∓ sθ′CP

2
, (4.3.2)

であり, θ′CP = ∂zθCP , αCP = α′ ± θ′
CP

2 , 上 (下)向きの z スピンに対し s = 1 (−1) である. 符号の上下
はそれぞれ粒子・反粒子に対応する. したがって, 粒子と反粒子で分散関係が異なる. 追加の位相 αCP は
Ψ → eiαCP (z)Ψ と置き換えるときの正準運動量の定義からくる曖昧さに関連している. この αCP は結果
を正準運動量による記述から運動量に書き直すと消える [182, 183]. 分散関係は準古典力を求めるのに使わ
れる. この力は wall に平行で有限な運動量となるローレンツ系へ一般化できる. ローレンツ不変性は wall

に平行な方向では破れていないので, ω2 → ω2 + p2x + p2y と置き換える. このとき, 分散関係 (4.3.2) は

ω = ω0 ∓ s
θ′CP

2

ω0z

ω0
, (4.3.3)

となる. ただし,

ω0 =
√
(pcz − αCP )2 + p2x + p2y +m2

ω0z =
√
(pcz − αCP )2 +m2, (4.3.4)

である. 動径 z 方向の物理的な運動量は pz = wvgz で得られる. 速度 vgz はWKB 波束の群速度で

vgz =

(
∂ω

∂pcz

)
z

=
pcz − αCP

ω0

(
1∓ s

θ′CP

2

ω2
0 − ω2

0z

ω2
0ω0z

)
, (4.3.5)
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で与えられ, その運動量は以下のように書ける

pz = (pcz − αCP )

(
1∓ s

θ′CP

2ω0z

)
. (4.3.6)

この式 (4.3.6) は分散関係の中の正準運動量を運動量に変えるのに使える. 正準運動量で書かれたエネル
ギー ω と区別するために, 同じ量ではあるが運動量で表現されるエネルギーを E と書くと 1 次まで展開し
た式 (4.3.3) は

E = E0 ±∆E =

= E0 ∓ s
θ′CPm

2

2E0E0z
. (4.3.7)

と書き直せる. ただし,

E0 =
√

p2z + p2x + p2y +m2

E0z =
√

p2z +m2, (4.3.8)

である. このとき, 前述のように αCP は消える. 群速度 (4.3.5) も式 (4.3.6) を用いて運動量で書き直すと

vgz =
pz
E0

(
1± s

θ′CP

2

m2

E2
0E0z

)
. (4.3.9)

となる. 正準運動方程式から粒子に加わる力は次のように計算できる

Fz = ṗz = ωv̇gz = ω

(
ż

(
∂vgz
∂z

)
pcz

+ ṗcz

(
∂vgz
∂pcz

)
z

)
,

= ω

(
vgz

(
∂vgz
∂z

)
pcz

−
(
∂ω

∂z

)
pcz

(
∂vgz
∂pcz

)
z

)
. (4.3.10)

ここで, ω が経路 z に沿って定数であることを用いている. 式 (4.3.10) の変微分を実行して, 正準運動量を
運動量に変えると得られるのは

Fz = − (m2)′

2E0
± s

(m2θ′CP )
′

2E0E0z
∓ s

θ′CPm
2(m2)′

4E3
0E0z

. (4.3.11)

上下の符号はそれぞれ粒子と反粒子に対応しているので, 式 (4.3.11) から粒子と反粒子で wall 通過すると
きに感じる力が異なることが分かる. 微分の 1 次である第 1 項は θ′CP に依存していないので CP を破らな
い. その他の微分の 2 次の項は θ′CP を含むため CP-violating である. この加わる力の差が bubble の内
側と外側における粒子と反粒子の数密度に違いを生む. 以上の分散関係 (4.3.7), 群速度 (4.3.9), 準古典力
(4.3.11) はより厳密な扱いである Schwinger–Keldysh formalism (SKF) の結果と一致する.

以下の議論は [182] に従う. 最も重要な仮定は運動量がWKB 粒子の散乱において保存することである.

よって, その平衡下での運動量空間における分布関数は運動量で書かれるべきである. Wall の静止系でそ
の分布関数は

f
(eq)
i (x,p) =

1

eβγw(Ei+vwpz) ± 1
, (4.3.12)

で書ける. ただし, β = 1/T , γw = 1/
√

1− v2w であり, 正 (負) の符号はフェルミオン (boson) の場合に対
応している. 添え字 i は粒子の種類を表す. Wall を通ることによる熱平衡からの摂動は fluid-type ansatz

を使って
fi(x,p) =

1

eβ[γw(Ei+vwpz)−µi] ± 1
+ δfi(x,p). (4.3.13)
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化学ポテンシャル µi(z) は平衡下における粒子密度からの局所的な脱却を表す. 摂動 δfi は運動学的平衡か
らの脱出を表すもので, wall による力に反応して粒子が動くことを許す. ただしそれらは粒子密度には影響
しない,

∫
d3p δfi = 0. 2 階微分まで考えると, 粒子と反粒子を区別する必要がある.

µi = µi,1e + µi,2o + µi,2e, δfi = δfi,1e + δfi,2o + δfi,2e. (4.3.14)

2 次の摂動において CP-even と CP-odd を分けて扱う. Dirac フェルミオンのみを考えるので, 添え字の i

を省略する. Dirac フェルミオンの 2 次までの分布関数は

f ≈ f0,vw
+ f ′

0,vw
(γw∆E − µ1e − µ2o − µ2e) +

1

2
f ′′
0,vw

(γ2
w(∆E)2 − 2γw∆Eµ1e + µ2

1e)

+δf1e + δf2o + δf2e. (4.3.15)

ここで, f0,vw
は E を E0 に置き換えた平衡分布 (4.3.12) を表し f ′

0,vw
= (d/dE0)f0,vw

である.

分布関数 f の発展はボルツマン方程式で記述される

L[f ] ≡ (ż∂z + ṗz∂pz )f = C[f ]. (4.3.16)

明らかな時間微分を落とすように定常解を探す. Ansatz (4.3.15) をボルツマン方程式に入れ, (4.3.9) と
(4.3.11) から得た ż と ṗz を粒子と反粒子の結果に代入すると, 左辺の Liouville 部分は以下のように導ける

L[f ]|CP−odd = − pz
E0

f ′
0,vw

µ′
2 + γwvw

(m2)′

2E0
f ′′
0,vw

µ2

+γwvwsign(pz)
(m2θ′CP )

′

2E0E0z
f ′
0,vw

+γwvwsign(pz)
θ′CPm

2(m2)′

4E2
0E0z

(
γwf

′′
0,vw
−

f ′
0,vw

E0

)

+
θ′CPm

2|pz|
2E2

0E0z

(
γwf

′′
0,vw
−

f ′
0,vw

E0

)
µ′
1

−γwvwsign(pz)
(m2θ′CP )

′

2E0E0z
f ′′
0,vw

µ1

−γwvwsign(pz)
θ′CPm

2(m2)′

4E2
0E0z

(
γwf

′′′
0,vw
−

f ′′
0,vw

E0

)
µ1

+
pz
E0

∂zδf2 −
(m2)′

2E0
∂pz

δf2

+
θ′CPm

2|pz|
2E3

0E0z
∂zδf1 + sign(pz)

[
(m2θ′CP )

′

2E0E0z
− θ′CPm

2(m2)′

4E3
0E0z

]
∂pz

δf1. (4.3.17)

ただし, 2 次の摂動が表すのは δf2 と同様に粒子と反粒子の違いである, µ2 = µ2o − µ̄2o. 2 次の摂動の
CP-even 部分は消えている. 1 次の摂動については例えば µ1 = µ1e + µ̄1e としている.

ボルツマン方程式を重みに 1 と pz/E0 を付け, 運動量について平均化する. Wall の速度を 1 次まで展開
すると,

f0,vw
≈ f0 + vwpzf

′
0
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. このとき,

vwK1µ
′
2 + vwK2(m

2)′µ2 + u′
2 − ⟨C[f ]⟩ = Sµ,

−K4µ
′
2 + vwK̃5u

′
2 + vwK̃6(m

2)′u2 −
〈
pz
E0

C[f ]

〉
= Sθ + Su, (4.3.18)

このときのソース項は

Sµ = K7θ
′
CPm

2µ′
1

Sθ = −vwK8(m
2θ′CP )

′ + vwK9θ
′
CPm

2(m2)′

Su = −K̃10m
2θ′CPu

′
1. (4.3.19)

プライムは z に関する微分を表す. ソース項 Sµ,u は摂動の 1 次に対応し, 微分の次数が Sθ よりも 1 つ大
きい. そのため, 寄与が小さく以下の計算では Sµ,u は考えない. これらのソース項 (4.3.19) も SKF で得ら
れたものと一致する. 運動量積分の後, 得られた方程式を質量がない場合のフェルミ–ディラック分布の平
均で規格化する

⟨X⟩ =
∫
d3p X(p)∫

d3pf ′
0+(m = 0)

. (4.3.20)

このとき, フェルミオンとボソンに対する相互作用が起こる確率 (interaction rate) は同じにしている. プ
ラズマの速度は次のように定義する

u2 =

〈
pz
E0

δf2

〉
. (4.3.21)

Thermal average は

K1 = −
〈
p2z
E0

f ′′
0

〉
, K̃6 =

[
1

2E0
f ′
0

]
,

K2 =

〈
f ′′
0

2E0

〉
, K7 =

〈
|pz|

2E2
0E0z

(
f ′
0

E0
− f ′′

0

)〉
,

K3 =

〈
f ′
0

2E0

〉
, K8 =

〈
|pz|f ′

0

2E2
0E0z

〉
,

K4 =

〈
p2z
E2

0

f ′
0

〉
, K9 =

〈
|pz|

4E3
0E0z

(
f ′
0

E0
− f ′′

0

)〉
,

K̃5 =

[
p2z
E
f ′
0

]
, K̃10 =

[
|pz|f0
2E3

0E0z

]
. (4.3.22)

Thermal average K̃i は次のように計算する [184]

[X] ≡
∫
d3p X(p)∫
d3pf0

. (4.3.23)

文献 [181] で指摘されたように thermal average K̃6 は間違っており文献 [180] から修正している.

衝突項の積分は

⟨C[f ]⟩ = Γinel
∑

µi,2〈
pz
E0

C[f ]

〉
= −Γtotu2, (4.3.24)
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と書ける. ただし, Γinel と Γtot は非弾性率と全相互作用率 (total interaction rates) をそれぞれ表す. Γtot

の前のマイナスはプラズマの速度 (4.3.21) に対する符号の設定から来ている.

化学ポテンシャルに対する拡散方程式を得るために, 連立方程式 (4.3.18) から近似的にプラズマの速度
を消すことができる. 拡散係数は µ′′ 項の係数から得られる

D =
K4

K1Γtot
. (4.3.25)

バリオン非対称性を作るのに, 最も重要な粒子は左巻きと右巻きのトップクォークとヒッグス粒子であ
る. レプトンは小さい湯川結合しか持たず寄与が小さいため無視する. 考慮する相互作用は湯川相互作用
Γy と弱いスファレロン Γsph, 強いスファレロン Γss, トップクォークのヘリシティの反転 Γm, ヒッグス数
の破れ Γh である. 最後の 2 つ Γm,h は破れ相にしか存在しない. まず, 輸送方程式を解くことで得られる
左手型のクォーク密度を計算する. このとき, バリオン数保存を仮定する. それぞれの粒子についての化学
ポテンシャル, 左巻き SU(2) doublet トップクォーク µt,2 と left-handed SU(2) doublet ボトムクォーク
µb,2, 左巻き SU(2) singlet トップクォーク µtc,2, ヒッグスボソン µh,2 とそれぞれに対応するプラズマ速
度に対する輸送方程式は次のように求められる [67]

0 = 3vwK1,tµ
′
t,2 + 3vwK2,t(m

2
t )

′µt,2 + 3u′
t,2

− 3Γy(µt,2 + µtc,2 + µh,2)− 6Γm(µt,2 + µtc,2)− 3ΓW (µt,2 − µb,2)

− 3Γss[(1 + 9K1,t)µt,2 + (1 + 9K1,b)µb,2 + (1− 9K1,t)µtc,2] ,

0 = 3vwK1,bµ
′
b,2 + 3u′

b,2

− 3Γy(µb,2 + µtc,2 + µh,2)− 3ΓW (µb,2 − µt,2)

− 3Γss[(1 + 9K1,t)µt,2 + (1 + 9K1,b)µb,2 + (1− 9K1,t)µtc,2] ,

0 = 3vwK1,tµ
′
tc,2 + 3vwK2,t(m

2
t )

′µtc,2 + 3u′
tc,2

− 3Γy(µt,2 + µb,2 + 2µtc,2 + 2µh,2)− 6Γm(µt,2 + µtc,2)

− 3Γss[(1 + 9K1,t)µt,2 + (1 + 9K1,b)µb,2 + (1− 9K1,t)µtc,2] ,

0 = 4vwK1,hµ
′
h,2 + 4u′

h,2 − 3Γy(µt,2 + µb,2 + 2µtc,2 + 2µh,2)− 4Γhµh,2 , (4.3.26)

−St = − 3K4,tµ
′
t,2 + 3vwK̃5,tu

′
t,2 + 3vwK̃6,t(m

2
t )

′ut,2 + 3Γtot
t ut,2 ,

0 = − 3K4,bµ
′
b,2 + 3vwK̃5,bu

′
b,2 + 3Γtot

b ub,2 ,

−St = − 3K4,tµ
′
tc,2 + 3vwK̃5,tu

′
tc,2 + 3vwK̃6,t(m

2
t )

′utc,2 + 3Γtot
t utc,2 ,

0 = − 4K4,hµ
′
h,2 + 4vwK̃5,hu

′
h,2 + 4Γtot

h uh,2 . (4.3.27)

ただし
St = −vwK8(m

2
t θ

′
CP )

′ + vwK9θ
′
CPm

2
t (m

2
t )

′, (4.3.28)

であり, 式 (4.3.19) における Sθ に対応する. 反応率は

Γws = 1.0× 10−6, (4.3.29)

Γss = 4.9× 10−4T, (4.3.30)

Γy = 4.2× 10−3T, (4.3.31)

Γm = m2
t (z)/(63T ), (4.3.32)

Γh = m2
W (z)/(50T ), (4.3.33)
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ゲージボソンの質量は mW = g
√

ϕ2 + ϕ2
CP /2 としている. 加えて, 全反応率 Γtot

i は式 (4.3.25) から拡散
係数 Di で書ける

Γtot
i = (DiK1,i)/K4,i. (4.3.34)

ただし, クォークとヒッグスの拡散係数はそれぞれ Dq = 6/T と Dh = 20/T である. W ボソンの散
乱率 ΓW は ΓW = Γtot

h と近似する. 文献 [67] ではヒッグスボソンとボトムクォークの質量を無視して
いるが, 本章では考慮している. ヒッグスボソンの質量は mh =

√
2λSM

√
ϕ2 + ϕ2

CP , ボトムクォークは
mb = yb

√
ϕ2 + ϕ2

CP /
√
2 としている. 結合定数 λSM と yb はそれぞれスカラー 4 点結合定数とボトム

クォークの湯川結合定数の標準模型における値を表す. ただし, それらの寄与は限定的である [67]. ボトム
クォーク質量の複素位相による寄与はトップクォークの寄与よりもはるかに小さいので無視している. 輸
送方程式 (4.3.26), (4.3.27) におけるソース項 St の符号が文献 [67, 180] とは異なるが, これは後で述べる
CKT 処方を用いると計算されるバリオン数生成の符号が逆転してしまうからである. 輸送方程式を解いて
得られた解を使って, 左巻きバリオンの化学ポテンシャルは以下のように計算される

µBL
= µq1,2 + µq2,2 +

1

2
(µt,2 + µb,2) (4.3.35)

=
1

2
(1 + 4K1,t)µt,2 +

1

2
(1 + 4K1,b)µb,2 − 2K1,tµtc,2. (4.3.36)

CK scheme

ここまで FH scheme における輸送方程式について見てきた. 以下では CK scheme での輸送方程式を紹
介する. FH scheme での輸送方程式 (4.3.26), (4.3.27) に対応する CK scheme における輸送方程式は以下
で与えられる [29, 181]

−S1,t = −D1,tµ
′
t + u′

t + γwvw(m
2
t )

′Q1,tµt −K0,tΓt ,

0 = −D1,bµ
′
b + u′

b −K0,bΓb ,

−S1,t = −D1,tµ
′
tc + u′

tc + γwvw(m
2
t )

′Q1,tµtc −K0,tΓtc ,

0 = −D1,hµ
′
h + u′

h −K0,hΓh , (4.3.37)

−S2,t = −D2,tµ
′
t − vwu

′
t + γwvw(m

2
t )

′Q2,tµt + (m2
t )

′Rtut + Γt,totut + vwK0tΓt ,

0 = −D2,bµ
′
b − vwu

′
b + Γb,totub + vwK0,bΓb ,

−S2,t = −D2,tµ
′
tc − vwu

′
tc + γwvw(m

2
t )

′Q2,tµtc + (m2
t )

′Rtutc + Γt,totutc + vwK0,tΓtc ,

0 = −D2,hµ
′
h − vwu

′
h + Γh,totuh + vwK0,hΓh . (4.3.38)
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ここで, それぞれの粒子に対する非弾性反応率は [181]

Γt = Γss

(
(1 + 9D0t)µt + 10µb + (1− 9D0t)µtc

)
+ ΓW (µt − µb) + Γy(µt + µtc + µh) + 2Γm(µt + µtc), (4.3.39)

Γb = Γss

(
(1 + 9D0t)µt + 10µb + (1 + 9D0t)µtc

)
+ ΓW (µb − µt) + Γy(µb + µtc + µh), (4.3.40)

Γtc = Γss

(
(1 + 9D0t)µt + 10µb + (1− 9D0t)µtc

)
+ 2Γm(µtc + µt) + Γy(2µtc + µt + µb + 2µh), (4.3.41)

Γh =
3

4
Γy(2µh + µt + µb + 2µtc) + Γhµh, (4.3.42)

ソース項は
Sl,t = −γwvw(m2

t θ
′
CP )

′Q8
l,t + γwvwm

2
t θ

′
CP (m

2
t )

′Q9
l,t (l = 1, 2), (4.3.43)

関数 D と Q, R は文献 [181] で与えられている. 関数 K0 も同様だが, 文献 [181] では記述間違いがあり,

温度の逆数 1/T をかける必要がある [185]. 左巻きバリオンの化学ポテンシャルは

µBL
=

1

2
(1 + 4D0,t)µt,2 +

1

2
(1 + 4D0,b)µb,2 − 2D0,tµtc,2 , (4.3.44)

となる.

4.4 スファレロン過程とバリオン数生成
4.4.1 スファレロン過程
SU(2)L 対称相 ((ϕ, ϕCP ) = (0, 0)) では赤外発散のためにスファレロン過程によるバリオン数の破れ率
の計算で摂動論が使えない [97]. 次元換算から単位時間単位体積あたりのバリオン数の破れ率 Γ は指数関
数的ボルツマン因子を含まずに次のように表される [186,187]

Γsym
sph = kα4

WT ∼ 10−6T. (4.4.1)

ただし, αW = g2/(4π) ≃ 0.034 (g = 2mW /v ≃ 0.65)であり, k は数値的に評価されていて 0.1 ≲ k ≲ 1.0

である [97, 188]. ここで熱浴中の粒子が占める平均的な体積である thermal volume 1/T 3 を用いてい
る [179].

SU(2)L 破れ相におけるバリオン数の破れ率は半古典近似を用いて計算できる. スファレロン過程による
バリオン数の破れ率にはボルツマン抑制因子 exp(−Esph(T )/T ) が含まれる. ここで Esph は [97]

Esph(T ) =
2mW (T )

αW
B(mh/mW ) =

gϕ(T )

αW
B(mh/mW ). (4.4.2)

で与えられる. 関数 B は x = mh/mW として次のように表される
B(x) = 1.58 + 0.32x− 0.05x2. (4.4.3)

標準模型における値は B ≃ 1.96 である [189]. スファレロン過程による破れ相におけるバリオン数の破れ
率は先行研究 [186]から次のように計算されている

Γbr
sph ∼ 2.8× 105T

(αW

4π

)4
κ

(
ξ

B

)7

e−ξ. (4.4.4)

ここで, ξ(T ) = Esph(T )/T としており, また κ の範囲は 10−4 ≲ κ ≲ 10−1 [190] である.
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4.4.2 バリオン数生成
結局, バリオン数生成量 ηB ≡ nB/s は 2 つの scheme でそれぞれ以下のように得られる [67, 181]

FH scheme : ηB =
405Γsym

sph

4π2vwg∗T

∫ ∞

0

dz µBL
(z)exp

(
−
45Γsym

sph z

4vw

)
, (4.4.5)

CK scheme : ηB =
405Γsym

sph

4π2γwvwg∗T

∫ ∞

0

dz µBL
(z) exp

(
−
45Γsym

sph z

4γwvw

)
. (4.4.6)

文字 g∗ はプラズマのエントロピー密度に対する有効自由度を表し, 標準模型と同じ値 g∗ = 106.75 として
いる. 文献 [98] では上記に Γsph における破れ相での抑制を考慮するために被積分関数に以下のような関数
をかける処方 (本章ではこれを CKT 処方と呼ぶ) が使われている

fsph(z) = min

[
1,

2.4T

Γsym
sph

exp

(
−40

√
ϕ2(z) + ϕ2

CP (z)

T

)]
. (4.4.7)

図 4.4 で横軸を ϕ/T としたときの対称相と破れ相における Γsph/T (青色の線), Γbr
sph/T (緑, 紫, 茶色の

線) と上の関数を使った Γsphfsph/T (オレンジ色の線) を示す (T=100 GeV). 図から κ = 0.1 としたとき
の緑色の線 Γbr

sph が青色の線 Γsym
sph と同じになる, ϕ/T ≃ 0.4 程度からオレンジ色の線 Γsphfsph では破れ相

における抑制を取り入れていることが分かる. 本章では SU(2) 破れ相から破れ相への相転移を考えるので,

より厳密に計算するために被積分関数の exp 中の Γsph にも fsph を掛ける. 結局, 用いる式はそれぞれの
scheme において

ηFHB =
405Γsym

sph

4π2vwg∗T

∫ ∞

0

dz µBL
fsphexp

(
−
45Γsym

sph fsphz

4vw

)
, (4.4.8)

ηCK
B =

405Γsym
sph

4π2γwvwg∗T

∫ ∞

0

dz µBL
fsphexp

(
−
45Γsym

sph fsphz

4γwvw

)
. (4.4.9)

となる.

図 4.4 における κ = 0.1 の場合の Γbr
sph は 0.1 ≲ ϕ/T ≲ 0.4 で対称相における Γsym

sph よりも大きくなっ
ていることが見て取れる. 文献 [186] ではこれは Γbr

sph の導出時に結合定数 α3 ≡ gT/(4πv) に課した近似
条件 α3 ≪ 1 が成り立たなくなっていることが原因だろうと主張されている. 実際の値は ϕ/T = 0.2 で
α3 ≃ 0.26, ϕ/T = 0.5 で α3 ≃ 0.1 である. 文献 [186] では Γsph の反転を理由に α3 ≤ 0.1 が有効である
と考えられている (ただし κ ≃ O(1) のとき). しかし, 実際には格子計算による非摂動的な計算によって確
かめる必要がある. 本章では式 (4.4.8) で示した処方の他に, ϕ/T ≥ 0.1 の領域における Γbr

sph を考慮した
計算も行う.*1 つまり, 以下のような式でバリオン数の生成量を計算する

ηFHB,br =
405Γbr

sph

4π2vwg∗T

∫ ∞

0

dz µBL
(z)exp

(
−
45Γbr

sphz

4vw

)
, (4.4.10)

ηCK
B,br =

405Γbr
sph

4π2γwvwg∗T

∫ ∞

0

dz µBL
(z) exp

(
−
45Γbr

sphz

4γwvw

)
. (4.4.11)

次節では CKT 処方を使って計算した場合と Γbr
sph を用いた場合, 両方の結果を議論する.

*1 文献 [186] では式 (4.4.4) が有効なのは α3 が十分小さいとき 2mW ≪ T ≪ 2Mwαw と仮定されている. 領域 ϕ/T ≥ 0.1

で温度 T は (2mW , 2Mwαw) の範囲に含まれる. ただし, この領域の中でもMw/αw ≤ T となる温度では α3 の結合が強
いため計算は有効でないと考えられており, ϕ/T ≥ 0.104 の制限がつく.
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図 4.4 左: ϕ/T を変数としたときのスファレロン過程の遷移確率 Γsph/T の変化. κ = 0.1 の場合は
ϕ/T ≃ 0.2 で対称相よりも 1 オーダーほど遷移が起こりやすくなる. 右: ベンチマーク相転移における
スファレロン遷移率の比較.
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図 4.5 被積分関数 I (ηB =
∫∞
0

dz I(z)) の比較. 左右の図はそれぞれ FH scheme と CK scheme における結果.

4.5 計算結果
本節ではこれまで紹介した計算を計算を元に実際にどの程度のバリオン数が生成されるかを見ていく. バ
リオン数が生まれる 2 回目の相転移が起こる温度を 100 GeV とする. まず図 4.5 で本章におけるベンチ
マークの相転移 (図 4.2) で作られるバリオン数を示す. 横軸 z は bubble の中心を z = 0 とした bubble の
半径方向の座標である. 縦軸はバリオン数計算時の被積分関数 I であり ηB =

∫∞
0

dz I(z) によって定義さ
れる. 図 4.5 において青色の線は破れ相におけるスファレロン遷移率 Γsph の抑制を考慮しない場合の結果
である. Suppression を CKT 処方で考慮した場合がオレンジ色の線, Γbr

sph を用いて評価した場合は緑色の
線となっている. 左右の図はそれぞれ FH と CK scheme における結果を表している. どちらの場合でも,

図 4.4 の右図で示した Γsph が抑制される領域 (z ≲ 0.1 GeV−1) で被積分関数が抑制されていることが分
かる. この領域では CKT 処方を用いた場合と Γbr

sph を用いた場合の差はほとんどない. しかし, Γsph が抑
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図 4.6 ϕ vs. ϕCP 平面における生成されるバリオン数密度. 上 (下) 段が CKT 処方 (Γbr
sph) を用いた

場合の結果, 左 (右) 側は FH (CK) scheme での結果となっている.

制されない領域では Γbr
sph が対称相におけるスファレロン遷移率 Γsym

sph よりも大きくなるため, Γbr
sph を用い

た場合 (緑色の線) では被積分関数が強められている. 被積分関数を積分し生成されるバリオン数を計算す
ると CKT 処方を用いた場合 (式 (4.4.8), (4.4.9)) では

ηFHB ≃ 2.4× 10−10 , ηCK
B ≃ 1.9× 10−10 , (4.5.1)

となり, Γbr
sph を用いた場合 (式 (4.4.10), (4.4.11)) では

ηFHB,br ≃ 2.3× 10−9 , ηCK
B,br ≃ 1.8× 10−9 , (4.5.2)

が得られた. 図 4.5 から明らかなように Γbr
sph を用いた場合では生成されるバリオン数量が強められる. FH

と CK scheme で被積分関数 I は似たような振る舞いをしている. 値が違うのは FH scheme では vw ≪ 1

の近似を使っているためであり, 図 4.5 における差の傾向は文献 [181] の結果と一致している.

次に, 図 4.6 において, これまで (ϕ, ϕCP ) = (0, 20 GeV) としてきた 2 回目の相転移前の真空の座標を
変化させたときに得られるバリオン数生成量を示す. 色の濃淡は各座標から EW vacuum (246 GeV, 0) へ
相転移が起こったときに生成されるバリオン数を表している. 左右の図はそれぞれ FH と CK scheme にお
ける結果を示しており, 上下はそれぞれ CK 処方を使って計算した場合と Γbr

sph を用いた場合の結果となっ
ている. 2 つの点線は観測されたバリオン数 ηobsB の下限と上限 (4.1.1) を表している. どの図も似たような
振る舞いが見られるが, 図 4.6 の右上図では ϕCP が小さい領域で生成されるバリオン数が減っていること
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が分かる. これは ϕCP が小さいと相転移中の CP 位相 θCP の変化が小さくなり, 生成されるバリオン数量
が減るからである. また, 原点から離れた座標 (特に ϕ/T ≥ 0.4) では ϕ/T が大きくなり破れ相における
Γsph への抑制がより強くなる. そのため, 原点から離れるほどバリオン数が作られる量は少なくなってい
く. これらの傾向は全ての図で当てはまるものだが, Γbr

sph を用いた場合では ϕ/T ≃ 0.2 の場合にスファレ
ロン遷移率が強められるため, その周りが最もバリオン数が生成される (図 4.6 の下段). ただ, 図 4.6 で示
した全ての結果において,

√
ϕ2 + ϕ2

CP ≃40–50 GeV の領域で観測されたバリオン数生成量を再現するこ
とが分かった (2 つの点線の内側の領域). よって, 今回想定したシナリオにおいて, 破れ相の抑制を取り入
れた CKT 処方と Γbr

sph を用いるどちらの場合でも十分なバリオン数を生成できることが示された.

4.6 考えられる模型
本章におけるこれまでの議論は SU(2)L 電荷を持つ追加のスカラー場が存在し新たな CP の破れを生む
ソースを持つ模型で用いることができる. 特に CP-violating 2HDM のような, 追加の SU(2) 電荷を持つ
スカラー場が真空期待値を持ち, スカラーポテンシャルに CP を破る項を含む模型で実現できる可能性があ
る. CP-violating 2HDM において真空期待値を持つことができる場として特に 2 つの中性 CP-even スカ
ラー場 ϕ1,2 と 1 つの中性 CP-odd スカラー場 ϕCP を考える. 2HDM における 2 つの doublet の混合角
β が tanβ = 1 とすると, 湯川結合は ϕ2 と ϕCP を含む片方のスカラー doublet としか持たないため複素
数のトップクォーク質量は [67, 191]

mt = yt(ϕ2 + iϕCP ) ≡ yt

√
ϕ2
2 + ϕ2

CP e
iθCP , (4.6.1)

と書ける. ここで 0 温度で mt = 173 GeV を再現するために式 (4.2.1) 中の因子 1/
√
2 を落としている.

また, 図 4.2 で示した ϕ と θCP は次のようになる

ϕ→
√

ϕ2
1 + ϕ2

2 , θCP → arg (ϕ2 + iϕCP ) . (4.6.2)

この場合, 式 (4.5.1) と (4.5.2) に対応するバリオン数は次のように得られた

ηFHB ≃ 3.2× 10−10 , ηCK
B ≃ 2.4× 10−10 , (4.6.3)

ηFHB,br ≃ 3.1× 10−9 , ηCK
B,br ≃ 2.4× 10−9 . (4.6.4)

ヒッグスとゲージボソンの質量はベンチマークと同様に全ての VEV の和
√
ϕ2
1 + ϕ2 + ϕ2

CP から与えられ
る.*2

スカラーポテンシャルに新たな CP の破れを含まない模型として, 例えば CP を破る高次元演算子を伴う
inert 2HDM が考えられる. この模型では 3 章で考えたように, 真空期待値を持つことができる場として特
に 2 つの中性 CP-even スカラー場 ϕ1,2 のみを考える. そのため, スカラー部分に CP を破る項は存在しな
い. そのため新たな CP を破る項として以下のような 6 次元演算子が考えられてきた [66, 192]

1

Λ2
(C1Φ

†Φ+ C2η
†η)tr

(
WµνW

µν
)
. (4.6.5)

ここで, Λ は cut-off, Φ, η は 2 つのスカラー doublet, Wµν ,W
µν は SU(2)L 場の強さを表す. 係数 Ci は

定数であるので, この大きさで CP の破れの大きさが決まる. 係数 C1 は電子の EDM に大きく寄与し実

*2 ヒッグスボソンの質量は標準模型よりも複雑な形で与えられるが, 本章では簡単のために標準模型と同様の式 mh =√
2λSM(ϕ2

1 + ϕ2
2 + ϕ2

CP ) を用いている. ただし, ヒッグスボソンによるバリオン数生成への寄与は限定的であるため, 無視
したとしても大きな変化はない [67].
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験から制限されるため, C1 は非常に小さく, C2 は十分な大きさがある場合を考える. このとき, 有限温度
で ϕ2 のみが真空期待値を持ち, 2 回目の相転移で ϕ1 のみが真空期待値を持つような相転移 (図 3.1 にお
ける two-step 相転移) が起これば CP 位相が大きく変化し十分なバリオン数生成が可能かもしれない. 文
献 [31] では 2 つの 2 重項が混合する項が λ3|Φ|2|η|2 しかない単純な 2HDM において, m2

i の 2 次の項に
のみ温度補正を加えた簡単なポテンシャルを使い, 上記のような相転移におけるスファレロン遷移率が調べ
られた. 結果, そのような相転移が起こるときは 2 回目の相転移が起こる前の極小点で既に Γbr

sph が抑制さ
れており十分なバリオン数生成は行えないということが示されている. これに対し我々は 3 章で示した, 繰
り込み可能性から許される全ての混合項考慮し one-loop と daisy diagram からの寄与を考慮したポテン
シャルを用いてより正確な調査を行った. その結果, 文献 [31] の結果とは異なり, Γsph が 2 回目の相転移
前に抑制されない領域で上記のような相転移が起こるパラメータセットを発見した. 具体的には, 例えば

BM5) mη± = mA ≃ 437 GeV, mH ≃ 65.7 GeV, λ2 ≃ 2.00, m2
2 ≃ −5.31× 103,

BM6) mη± = mA ≃ 398 GeV, mH ≃ 513 GeV, λ2 ≃ 3.31, m2
2 ≃ 2.19× 104,

において 2 回目の相転移は次のような経路で起こった
BM5) (ϕ1, ϕ2) = (0, 13.0) → (240, 0) at Tn = 46.8 GeV,

BM6) (ϕ1, ϕ2) = (0, 19.1) → (222, 0) at Tn = 67.2 GeV.

ここで, Tn はハッブル半径内に 1 つの bubble ができる温度であり, これをここでは相転移が起こる温度と
近似している. それぞれのベンチマークにおける 2 回目の相転移前の ϕ/T は 0.278, 0.285 である. どちら
においても図 4.4 の左図から, CKT 処方と κ = 0.1 とした Γbr

sph 両方の場合において Γsph は抑制されてい
ないことが分かる. つまり, バリオン数生成に適した 2 回目の相転移前の真空でスファレロン過程の遷移率
が抑制されていないような相転移が起こることを発見した. バリオン数生成量の評価は, CP を破るソース
がスカラーポテンシャル由来でなく本章で行ってきた計算と異なるため, 将来研究とする. どちらの場合に
おいても wall の厚さ Lw は図 4.2 で仮定したものと同じおよそ 0.1 程度であり, また 3 章で考慮した制限
を全て満たしている.

4.7 結論
SU(2)L 電荷を持つスカラー場が有限温度で一時的に真空期待値を持つ場合の複数段階相転移における
バリオン数生成はこれまで詳しく計算されてこなかった. 本章では簡単な模型を使って実際にどの程度バリ
オン数生成が行われるのか評価した. そのため, 本章における議論は SU(2)L 電荷を持つ追加のスカラー場
がありその真空期待値に関連する新たな CP の破れを持つ模型において広く応用することができるはずで
ある. バリオン数保存を破るスファレロン過程の遷移率に対する破れ相での抑制は, これまで使われてきた
CKT 処方と破れ相における遷移率の計算をそのまま用いた 2 つの場合を考慮した. また, WKB 近似を用
いたバリオン数生成の計算手法として FH scheme と CK scheme 両方において計算を行った. その結果,

全ての場合において複数段階相転移による十分なバリオン数生成が可能かもしれないことを示した. また,

実際の模型の候補として CP-violating 2HDM と inert 2HDM を挙げ議論した. 特に inert 2HDM では簡
単な toy 模型で評価した先行研究 [31] の結果とは異なり, 2 回目の相転移前でもスファレロン効果が抑制
されないような相転移を発見した. よって, 複数段階相転移を介した電弱バリオン数生成は実現可能かもし
れない. ただし, 本章で示した SU(2)L 破れ相におけるスファレロン過程の遷移率が抑制されない ϕ/T が
小さい領域では, 厳密には非摂動計算を用いて遷移率を調べる必要がある. 非摂動計算の進展は複数段階相
転移における電弱バリオン数生成にとって本質的な問題であり, 必要不可欠である.
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第 5章

結論

これまでの章で複数段階の特徴とその実験での検証性 (第 2 章), 暗黒物質 (第 3 章) やバリオン数非対称
性 (第 4 章) など標準模型で説明できない問題に対する影響などを議論してきた. 標準模型のスカラー部分
には指導原理がなく, 未だ拡張の可能性を秘めている. 今後の観測でどのような相転移が宇宙で起きたのか,

どのようなスカラー場が存在しているのかが解明されていけば, 標準模型を超える新たな模型への大きな足
がかりになるだろう. そして, どのような標準模型からのずれがそれぞれの模型・シナリオで起こるか予測
することは将来実験に対する大きな動機になると考える. 本論文ではそのような可能性として, ヒッグス 3

点結合定数や 1 次相転移由来の重力波を通して, 特に複数段階相転移における検証性を議論した. 今後本論
文で示したずれが実際に測定された場合, 本論文の研究が物理学の進展の一助になるはずである. また, 暗
黒物質の生成過程やバリオン数生成への (複数段階)電弱相転移の影響を調べることで, 従来考えられてい
なかった新たな補正の可能性を示すことができた. 標準模型からの明確なずれがほとんど見つかっていない
今, 考えられる可能性を全て考え模型やシナリオを検証していくことが物理学の進展を促すと考える.
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付録 A

第 1 章の付録

A.1 数的解析の表

表 A.1 数比 Rmulti が最大値を取るインプットパラメータの値と範囲. 左端列の括弧内の文字は荷電
スカラー場 H± と質量が縮退する場を表している. 括弧内の値はRmulti の最大値を表している.

mA mH mA −mH tanβ cos(β − α) m3

Type-I (A) 130–550 (∼7%) 390 (47%) −250 (100%) 2 (11%) −0.25 (9%) 0 (48%)

Type-I (H) 650 (100%) 360 (35%) −210 (21%) 2 (13%) −0.25 (9%) 0 (60%)

Type-X (A) 310 (11%) 350 (36%) −130 (21%) 2 (13%) - 0 (49%)

Type-X (H) 130–350 (∼14%) 350 (38%) −210 (50%) 2 (18%) - 0 (60%)

表 A.2 数比 Rst2 が最大値を取るインプットパラメータの値と範囲. 左端列の括弧内の文字は荷電ス
カラー場 H± と質量が縮退する場を表している. 括弧内の値は Rst2 の最大値を表している. Type-X

2HDM の結果は強い 2-step 相転移が起こるパラメータ点の数が少なく, 数比のインプットパラメータ
に対する依存性を議論することが難しいため省略する.

mA mH mA −mH tanβ cos(β − α) m3

Type-I (A) 470 (41%) 280 (12%) 210 (100%) 2.5–4.5 (∼ 10%) −0.25 (11%) 20 (7%)

Type-I (H) 580 (50%) 280 (8%) 310 (100%) 2.5–4 (∼ 11%) −0.25 (9%) 10 (5%)

Type-I と Type-X 2HDM における数比 Rmulti (2.5.3) と Rst2 (2.5.4) が最大値をとるインプットパラ
メータの値または範囲を Tab. A.2それぞれ Tabs. A.1 と A.2 で示す. Tab. A.2 において, Type-X 2HDM

の結果は強い 2-step 相転移が起こるパラメータ点の数が少なく数比のインプットパラメータに対する依存
性を議論することが難しいため省略している. 例えば Tab. A.1 を見ると 4 つ全ての場合で複数段階相転移
が質量階層性をmA < mH を好んでいることが分かる. 表 A.1, A.2 において B → µ+µ− の制限を考慮し
た場合でも同様の傾向が見られた.

2.5 節において強い 1-step 相転移については議論しなかったが, それらの数的解析はバリオン数生成の文
脈で未だ重要である. 図 A.1 で mA = mH± とした Type-I 2HDM における 1-step (黄色) と強い 1-step

(オレンジ色) 相転移が起こるパラメータ点の数をmA (上段), mH (中段), mA −mH (下段) の関数として
示す. 赤い点線が示すのは 1-step 相転移が起こるパラメータ点の数に対する強い 1-step 相転移の数比 Rst1
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図 A.1 mA = mH± とした Type-I 2HDM における 1-step (黄色) と強い 1-step (オレンジ色) 相転
移が起こるパラメータ点の数を mA, mH , mA − mH , tan β, cos(β − α), m3 の関数として示す. 赤
い点線が示すのは 1-step 相転移が起こるパラメータ点の数に対する強い 1-step 相転移の数比 Rst1 で
ある.

である

Rst1 =
強い 1-step 相転移が起こるパラメータ点の数

1-step相転移が起こるパラメータ点の数 . (A.1.1)

中段の左図からRst1 はmA −mH ≃ 220 GeV でピークを持ち, 1 近くまで達している. したがって, 強い
1-step 相転移は質量階層性 mA > mH を好んでいることが分かる. これは文献 [32] の結果と一致してい
る. Fig. 2.3 の上段右図から, 強い 2-step 相転移においても同様の傾向が見られることが分かる.

Tab. A.3 では, Type-I と Type-X 2HDM における数比 Rst1 (A.1.1) が最大値を取るインプットパラ
メータの値と範囲がそれぞれ示されている. 表 A.1, A.2, A.3 において B → µ+µ− の制限を考慮した場
合でも同様の傾向が見られた.
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表 A.3 数比 Rst1 が最大値を取るインプットパラメータの値と範囲. 左端列の括弧内の文字は荷電
スカラー場 H± と質量が縮退する場を表している. 括弧内の値は Rst1 の最大値を表している. 質量
mA,H とパラメータm3 の単位は GeV である.

mA mH mA −mH tanβ cos(β − α) m3

Type-I (A) 400 (78%) 130 (39%) 220 (80%) 2 (34%) 0.05–0.25 (∼36%) 0 (57%)

Type-I (H) 530 (83%) 130–340 (33%) 340 (91%) 2 (35%) 0.05–0.25 (∼38%) 0 (66%)

Type-X (A) 400 (91%) 130 (39%) 210 (83%) 2 (40%) - 0 (59%)

Type-X (H) 630 (100%) 360 (43%) 300 (85%) 2 (41%) - 0 (64%)

A.2 Alignment limit における比較
Type-I と Type-X 2HDM における結果を比較するために例として, mA = mH± とした場合に align-

ment limit (cos(β − α) = 0) をとった Type-I 2HDM の結果を図 A.2 で示す. Type-X の結果である
図 2.9 と比較すると, 似た振る舞いをしていることが見て取れる. よって, 2.5.2 節で述べたように Type ご
との湯川相互作用の違いによる結果への影響は限定的であると考えられる.
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図 A.2 mA = mH± とし alignment limit (cos(β − α) = 0) をとった Type-I 2HDM における
mA vs. mH (上段) とmA vs. tan β (中段), ξ vs. m3 (下段) 平面での 1-step と複数段階相転移 (左),

と強い 2-step 相転移 (右) が起こる点. 色付けの仕方は図 2.2 と同じである.
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付録 B

第 2 章の付録

B.1 Casas-Iberra parameterization

ここでは Casas-Ibarra parametrization [167] を用いた式 (eq:casas-ibarra) の導出を行う. まず, フレー
バー基底におけるニュートリノ質量行列mν を湯川行列 y と対称行列 Λ を用いて

mν ≡ yTΛy, (B.1.1)

と定義する. ここで PMNS 行列を使ってmν を対角化した行列を m̂ν とする

UT
PMNSmνUPMNS = m̂ν ⇒ mν = U∗

PMNSm̂νU
†
PMNS. (B.1.2)

これに式 (B.1.1) を代入すると

yTΛy = U∗
PMNSm̂νU

†
PMNS. (B.1.3)

Λ は対称行列だから Λ =
√
Λ
√
Λ と書くことができる. m̂ν も同様にできるから

yT
√
Λ
√
Λy = U∗

PMNS

√
m̂ν

√
m̂νU

†
PMNS, (B.1.4)

= U∗
PMNS

√
m̂ν(C

TC)
√

m̂νU
†
PMNS. (B.1.5)

C は直交行列で CTC = 1 である. C が実だとニュートリノの混合角しか調節できないが, 複素数だと質量
の大きさも変えることができる (図 3.10 では実と考えmν = O(0.05) eV となる領域をプロットしている).

両辺の後ろ半分に注目すると
√
Λy = C

√
m̂νU

†
PMNS, (B.1.6)

y =
√
Λ
−1

C
√

m̂νU
†
PMNS (B.1.7)

と表せる. よって, 直交行列 C を使って混合角と質量の大きさを自由に調節できる. これで式 (3.2.12) が
導出出来た.

B.2 ボルツマン方程式の導出
本節ではボルツマン方程式 (3.4.2) を導出する.
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B.2.1 Liouville 方程式
まず, ボルツマン方程式の左辺について求めていく. ボルツマン方程式は Liouville の定理から得られる

Liouville の方程式から導出される. その方程式は

L[f ] ≡ Pµ ∂f

∂xµ
− Γµ

νλP
νPλ ∂f

∂Pµ
= 0. (B.2.1)

ただし, f は分布関数, Pµ は 4 次元運動量, xµ は 4 次元座標を表す. この方程式は測地線方程式に沿って
運動する粒子の数密度を計算することで得られる. この右辺を 0 ではなく, 重力以外の直接相互作用がある
場合の粒子数変化 C としたものがボルツマン方程式と呼ばれるものである.

ボルツマン方程式を一様等方時空に適用することを考える. 対称性から 8 次元関数である f(x, P ) は空
間座標にも３次元運動量にも依存しない. つまり, 時刻 t と運動量の絶対値 |P| の 2 変数の影響しか受けな
い. ３次元運動量とエネルギーについて以下のように書く

|P| =
√

gijP iP j = a
√

γijP iP j , (B.2.2)

E2 = |P|2 +m2. (B.2.3)

質量は定数だから, 変数 |P| を E に置き換えることが出来る. 一様等方宇宙におけるクリストッフェル記
号から

L[f ] = P 0 ∂f

∂x0
− Γ0

νλP
νPλ ∂f

∂P 0
(B.2.4)

= E
∂f

∂t
− ȧ

a
gijP

iP j ∂f

∂E
(B.2.5)

= E
∂f

∂t
− ȧ

a
|P|2 ∂f

∂E
(B.2.6)

= E

(
∂f

∂t
− ȧ

a

E2 −m2

E

∂f

∂E

)
(B.2.7)

一様等方宇宙では, 衝突項 C[f ] も同様にエネルギーと時間の関数と見做せるから, 一様等方宇宙におけるボ
ルツマン方程式は

∂f

∂t
− ȧ

a

E2 −m2

E

∂f

∂E
=

1

E
C[f ]. (B.2.8)

このボルツマン方程式を分布関数ではなく, 粒子数密度 n に関する方程式に書き換えることを考える. 一様
等方宇宙における n と f の関係式は

n(t) =

∫
dΠEf. (B.2.9)

一様等方宇宙において, ３次元不変体積要素 dΠ を通る粒子４元流速 Nµ は空間成分が 0 になるから,

Nµ = (n, 0) となる. Nµ の発散について

Nµ
;µ = 2

∫
dΠ L[f ] = 2

∫
dΠ C[f ], (B.2.10)

が成り立つから,

Nµ
;µ = Nµ

,µ + Γµ
µνN

ν = ∂µN
µ + Γµ

µνN
ν = ∂0N

0 + Γµ
µ0N

0 = ∂0n+
ȧ

a
δiin =

∂

∂t
n+ 3

ȧ

a
n (B.2.11)
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より,

dn

dt
+ 3

ȧ

a
n = 2

∫
dΠ C[f ]. (B.2.12)

これでボルツマン方程式の左辺を導出出来た. 左辺第 2項は物理的体積あたりの粒子数密度が宇宙膨張によ
り減少することを表す. ただし, 宇宙膨張により共動体積あたりの粒子数 na3 は薄まらない. これは上式を
式変形すると示せる

2a3
∫

dΠ C[f ] = a3
dn

dt
+ 3a2ȧn =

d(na3)

dt
. (B.2.13)

つまり, 相互作用による衝突項によってしか共動体積あたりの粒子数は変化しない.

B.2.2 衝突項
ボルツマン方程式の右辺 (3.4.2) を求めていく. まずは右巻きニュートリノ N のボルツマン方程式につ
いて, 消滅過程 N1N1 → ll̄ (l は標準模型レプトン) に対する衝突項は

−
∫

gNd3p1
(2π)32E1

gNd3p2
(2π)32E2

gl
d3kl

(2π)32El
gl̄d

3kl̄
(2π)32El̄

(2π)4|MNN |2δ4(p1 + p2 − kl − kl̄)[f1f2 − feq
l feq

l̄
],

= −
∫

gN
(2π)3

d3p1

∫
gN

(2π)3
d3p2(σNNv)[f1f2 − feq

l feq

l̄
],

= −
∫

gN
(2π)3

d3p1

∫
gN

(2π)3
d3p2(σNNv)[

n1

neq
1

feq
1

n2

neq
2

feq
2 − feq

1 feq
2 ],

≃ −
∫

gN
(2π)3

d3p1

∫
gN

(2π)3
d3p2(σNNv)feq

1 feq
2

[
n2
N

neq2
N

− 1

]
,

≡ − ⟨σNNv⟩ (n2
N − neq2

N ). (B.2.14)

N と η の Yukawa coupling がとても小さいため, 上記の項は無視できる (σv ≪ 1). ここで, feq
l feq

l̄
=

e−(E1
l +E2

l ) = e−(E1
N+E2

N ) = feq
1 feq

2 を用いた. 崩壊過程 η → N1 l̄ に対する衝突項は

−
∫

gηd
3pη

(2π)32Eη

gNd3kN
(2π)32EN

gl̄d
3kl̄

(2π)32El̄

(2π)4|Mη|2δ4(pη − kN − kl̄)[f
eq
η − fNfeq

l̄
],

=

∫
gηd

3pη
(2π)32Eη

(2mη)Γη[f
eq
η − fNfeq

l̄
],

=

∫
gηd

3pη
(2π)32Eη

(2mη)Γη

[
feq
η − fη

]
,

≃
∫

gηd
3pη

(2π)32Eη
(2mη)Γηf

eq
η

[
1− nN

neq
N

]
,

= Γη

∫
gηd

3pη
(2π)32Eη

(2mη)f
eq
η

1

neq
η

[
neq
η −

nN

neq
N

neq
η

]
,

= Γη
K1(mη/T )

K2(mη/T )

[
neq
η −

nN

neq
N

neq
η

]
,

≡ − ⟨Γη⟩
neq
η

neq
N

[nN − neq
N ] ,

= ⟨Γη⟩
[
neq
η − neq

η

nN

neq
N

]
. (B.2.15)
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崩壊過程 N1 → ηl に対する衝突項は

−
∫

gNd3pN
(2π)32EN

gNd3kη
(2π)32Eη

gld
3kl

(2π)32El
(2π)4|MN |2δ4(pN − kη − kl)[f

eq
N − fηf

eq
l ],

= −
∫

gNd3pN
(2π)32EN

(2mN )ΓN [feq
N − fηf

eq
l ],

= −
∫

gNd3pN
(2π)32EN

(2mN )ΓN [feq
N − fN ],

≃ −
∫

gNd3pN
(2π)32EN

(2mN )ΓNfeq
N

[
1− nN

neq
N

]
,

= −
∫

gNd3pN
(2π)32EN

(2mN )ΓNfeq
N

1

neq
N

[
neq
N −

Nη

Neq
η

neq
N

]
,

= − ΓN
K1(mN/T )

K2(mN/T )

[
neq
N − neq

N

Nη

Neq
η

]
,

≡ − ⟨ΓN ⟩
[
neq
N − neq

N

Nη

Neq
η

]
. (B.2.16)

最も軽いスカラーボソン η のボルツマン方程式についても同様に, 消滅過程 ηη → ll̄ に対する衝突項は

−
∫

gηd
3p1

(2π)32E1

gηd
3p2

(2π)32E2

gld
3kl

(2π)32El

gl̄d
3kl̄

(2π)32El̄

(2π)4|Mηη|2δ4(p1 + p2 − kl − kl̄)[f1f2 − feq
l feq

l̄
],

= −
∫

gη
(2π)3

d3p1

∫
gη

(2π)3
d3p2(σηηv)[f1f2 − feq

l feq

l̄
],

≃ −
∫

gη
(2π)3

d3p1

∫
gη

(2π)3
d3p2(σηηv)f

eq
1 feq

2

[
n2
η

neq2
η

− 1

]
,

≡ − ⟨σηηv⟩ (n2
η − neq2

η ). (B.2.17)

以上より, ボルツマン方程式の右辺である衝突項 C は以下のように与えられる

CN = gη⟨Γη⟩
(
nη − neq

η

nN

neq
N

)
− gη⟨ΓN ⟩

(
nN − neq

N

nη

neq
η

)
,

Cη = − gη⟨σηηvrel⟩
(
n2
η − neq

η
2
)
− ⟨Γη⟩

(
nη − neq

η

nN

neq
N

)
+ ⟨ΓN ⟩

(
nN − neq

N

nη

neq
η

)
. (B.2.18)
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付録 C

第 3 章の付録

C.1 Thermal averages

FH scheme における thermal average で用いる分布関数とその微分は

f0 =
1

eβγw(E0) ± 1
, f ′

0 =
∂f0

∂(γE0)
= − βeβγwE0

(eβγwE0 ± 1)2
, (C.1.1)

f ′′
0 =

∂2f0
∂(γE0)2

= 2
(βeβγwE0)2

(eβγwE0 ± 1)3
− β2eβγwE0

eβγwE0 ± 1
=

β2eβγwE0

(eβγwE0 ± 1)2

[
2

eβγwE0

eβγwE0 ± 1
− 1

]
= β2eβγwE0

eβγwE0 ∓ 1

(eβγwE0 ± 1)3
. (C.1.2)

これらを踏まえて thermal average は

K1 = −
〈
p2z
E0

f ′′
0

〉
= − 2π

NF

∫ ∞

0

dpxy

∫ ∞

−∞
dpz

p2z
E0

[
β2eβγwE0(eβγwE0 ∓ 1)

(eβγwE0 ± 1)3

]
pxy, (C.1.3)

K2 =

〈
1

2E0
f ′′
0

〉
=

4π

NF

∫ ∞

0

dpxyz
1

2E0

[
β2eβγwE0(eβγwE0 ∓ 1)

(eβγwE0 ± 1)3

]
p2xyz, (C.1.4)

K4 =

〈
p2z
E2

0

f ′
0

〉
=

2π

NF

∫ ∞

0

dpxy

∫ ∞

−∞
dpz

p2z
E2

0

[
− βeβγwE0

(eβγwE0 ± 1)2

]
pxy, (C.1.5)

K̃5 =

[
p2z
E2

0

f ′
0

]
=

2π

ÑF

∫ ∞

0

dpxy

∫ ∞

−∞
dpz

p2z
E0

[
− βeβγwE0

(eβγwE0 ± 1)2

]
pxy, (C.1.6)

K̃6 =

[
1

2E0
f ′
0

]
=

2π

ÑF

∫ ∞

0

dpxy

∫ ∞

−∞
dpz

1

2E0

[
− βeβE0

(eβE0 ± 1)2

]
pxy, (C.1.7)

K8 =

〈
|pz|

2E2
0E0z

f ′
0

〉
=

2π

NF

∫ ∞

0

dpxy

∫ ∞

−∞
dpz

|pz|
2E2

0E0z

[
− βeβγwE0

(eβγwE0 ± 1)2

]
pxy, (C.1.8)

K9 =

〈
|pz|

4E3
0E0z

(
1

E0
f ′
0 − f ′′

0

)〉
=

2π

NF

∫ ∞

0

dpxy

∫ ∞

−∞
dpz

|pz|
4E3

0E0z

[
− 1

E0

βeβγwE0

(eβγwE0 ± 1)2
− β2eβγwE0(eβγwE0 ∓ 1)

(eβγwE0 ± 1)3

]
pxy. (C.1.9)
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ここで, 運動量 pxy =
√

p2x + p2y, pxyz =
√

p2x + p2y + p2z であり,

NF =

∫
d3p f ′

0+(m = 0) =

∫
d3p

[
− βeβγw|p|

(eβγw|p| + 1)2

]
= 4π

∫ ∞

0

dpxyz

[
− βeβγwpxyz

(eβγwpxyz + 1)2

]
p2xyz,

(C.1.10)

ÑF =

∫
d3pf0 =

∫
d3p

(
1

eβγwE0 ± 1

)
. (C.1.11)

ただし, 積分変数を減らす方法として 3 次元極座標を用いた方が計算速度が速い.

C.2 輸送方程式の数値計算
輸送方程式 (4.3.26), (4.3.27) は 8 つの方程式から成るが, 数値的に解くときには 4 つにまとめて計算す
る [184]. プラズマの速度に関連する 4 つの輸送方程式 (4.3.27) は以下のように変形出来る

u′
t,2 =

S′
t + 3K4,tµ

′′
t,2

3 (Γtot
t +K6,tvw(m2

t )
′)
, (C.2.1a)

u′
tc,2 =

S′
t + 3K4,tµ

′′
tc,2

3 (Γtot
t +K6,tvw(m2

t )
′)
, (C.2.1b)

u′
b,2 =

K4,b

Γtot
b

µ′′
b,2 , (C.2.1c)

u′
h,2 =

K4,h

Γtot
h

µ′′
h,2 . (C.2.1d)

前述のようにプライムは z での微分を表している. これらを化学ポテンシャルに関連する 4 つの輸送方程
式 (4.3.26) にそれぞれ代入すると, 輸送方程式は 4 つの連立方程式にまとめられる

µ′′
t,2 =

1

3K4,t
(−S′

t − (Γtot
t +K6,tvw(m

2
t )

′)[3vwK1,t(µ
′
t,2) + 3vwK2,t(m

2
t )

′µt,2

− 3Γy(µt,2 + µtc,2 + µh,2)− 6ΓM (µt,2 + µtc,2)− 3ΓW (µt,2 − µb,2)

− 3Γss{(1 + 9K1,t)µt,2 + (1 + 9K1,b)µb,2 + (1− 9K1,t)µtc,2}]) , (C.2.2a)

µ′′
b,2 =− Γtot

b

3K4,b
× [3vwK1,b

(
µ′
b,2

)
− 3Γy (µb,2 + µtc,2 + µh,2)

− 3ΓW (µb,2 − µt,2)− 3Γss [(1 + 9K1,t)µt,2 + (1 + 9K1,b)µb,2 + (1− 9K1,t)µtc,2]] (C.2.2b)

µ′′
tc,2 =

1

3K4,t
[−S′

t − (Γtot
t +K6,tvw(m

2
t )

′)× [3vwK1,t

(
µ′
tc,2

)
+ 3vwK2,t(m

2
t )

′µtc,2

− 3Γy (µt,2 + µb,2 + 2µtc,2 + 2µh,2)− 6ΓM (µt,2 + µtc,2)

− 3Γss [(1 + 9K1,t)µt,2 + (1 + 9K1,b)µb,2 + (1− 9K1,t)µtc,2]]] (C.2.2c)

µ′′
h,2 =− Γtot

h

4K4,h
× [4vwK1,h

(
µ′
h,2

)
− 3Γy (µt,2 + µb,2 + 2µtc,2 + 2µh,2)− 4Γhµh,2]. (C.2.2d)

また, CK scheme では次のようにまとめられる

µ′′
t =

1

D2,t

[
−
(
(m2

t )
′Rt + Γt,tot

)
Rt + Lt

]
, (C.2.3)

µ′′
b =

1

D2,b

[
−Γb,totRb + vwK0,bΓ

′
b

]
, (C.2.4)

µ′′
tc =

1

D2,tc

[
−
(
(m2

t )
′Rtc + Γtc,tot

)
Rtc + Lt

]
, (C.2.5)

µ′′
h =

1

D2,h

[
−Γh,totRh + vwK0,hΓ

′
h

]
. (C.2.6)
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ただし,

Lt ≡ γwvw(m
2
t )

′Q2,tµ
′
t + vwK0,tΓ

′
t + S′

2,t, (C.2.7)

Rt ≡ −D1tµ
′
t + γwvw(m

2
t )

′Q1,tµt −K0,tΓt + S1,t, (C.2.8)

Rb ≡ −
(
D1,bµ

′
b +K0,bΓb

)
(C.2.9)

Ltc ≡ γwvw(m
2
t )

′Q2,tµ
′
tc + vwK0,tcΓ

′
tc + S′

2,t, (C.2.10)

Rtc ≡ −D1,tµ
′
tc + γwvw(m

2
t )

′Q1,tµtc −K0,tΓtc + S1,t, (C.2.11)

Rh ≡ −
(
D1,hµ

′
h +K0,hΓh

)
. (C.2.12)

これらを数値的に計算し解を求める. その計算手法は複数あるが, 本論文の解析では主に Python ライブラ
リ SciPy 内の関数 integrate.solve bvp を用いた. この FH scheme において計算結果は文献 [181] で言及
されているリラクゼーション法を使って得た結果と一致することを確かめている.
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