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第1章 導入

本学位申請論文では、筆者らの参考論文 [1]の結果に基づき、背景重力波によるニュートリノ質量の
新たな検証方法を考察する。ニュートリノ振動現象の発見 [2]によって、ニュートリノ質量が存在する
ことが確定した。ニュートリノ振動が起きるためには、ニュートリノの質量二乗差が存在することが
条件となる。これまでの実験結果より、少なくとも二つ以上のニュートリノに質量が存在することが
確定し、質量二乗差の値は決定されつつあるが、質量の絶対値は未だ測定できていない。本研究では、
質量の絶対値を決定すべく、最も軽いニュートリノの質量に着目する。
素粒子標準模型 [3–5]はこれまでの多くの実験結果を説明できる模型であるが、ニュートリノ質量は

含まれていない。そのため、ニュートリノ質量を説明する新たな理論が必要となる。最も有力な模型
の一つが、新たな粒子として「右巻きニュートリノ」を加える模型である。標準模型のニュートリノ
（左巻きニュートリノ）に比べて、非常に大きな質量を持つ２つ以上の右巻きニュートリノを導入する
ことで、極微のニュートリノの質量を説明することができる。この機構は一般にシーソー機構 [6–12]

と呼ばれる。導入する右巻きニュートリノの数が二つの場合は、左巻きニュートリノのうち２つが質
量を持ち、残りの１つは質量を０と取ることができる。右巻きニュートリノを３つ導入する場合、最
も軽い左巻きニュートリノは有限の質量を持つことができる。振動実験による２種類の質量二乗差の
結果を用いると、最も軽いニュートリノ質量値を決定することができれば、全てのニュートリノの質
量が確定することになる。
最も軽いニュートリノが比較的大きな値を取る場合は、ベータ崩壊などの実験 [13,14]で検証できる

可能性があるが、小さな値を取る場合は、これまで行われてきたような実験で検証することは極めて
困難になる。本研究では、最も軽いニュートリノの質量値が非常に小さい場合に起きる宇宙論的な観
点に基づいて、重力波によりニュートリノ質量を検証する。最も軽いニュートリノ質量が非常に小さ
い場合、シーソー機構に基づき、右巻きニュートリノの結合定数が非常に小さくなる。すると、右巻
きニュートリノの崩壊幅が小さくなることで、非常に長い寿命を持つ。そのような粒子が初期宇宙に
存在すると、宇宙のエネルギー密度の大きな割合を占めることが可能となる。宇宙のエネルギーの大
きな割合を占めた後に、右巻きニュートリノが標準模型粒子に崩壊すると、付加的なエントロピーが
生成されることになる。このような機構をエントロピー生成という。
重力波は、一般相対性理論から予言される 時空の歪みが波として伝播する現象であり、2015年にそ

の存在が初めて直接観測された [15]。本研究では、初期宇宙で生成される背景重力波に着目する。背景
重力波は、宇宙のどの場所にも常に安定して存在する重力波であり、将来の重力波観測の重要なター
ゲットの一つである。重力波は、宇宙膨張の影響を受けて発展するために、初期宇宙で生成された重力
波には、初期宇宙から現在までの宇宙膨張の歴史の情報が刻まれることになる。現段階において、初
期宇宙を直接観測するには重力波を用いる以外に手段はなく、初期宇宙に生成された重力波を観測す
ることが唯一の手段になる。宇宙膨張率は宇宙のエネルギー密度に依存して変化する。エントロピー
生成が起きる場合には宇宙膨張が大きく変更されることになるため、最も軽いニュートリノ質量に伴
う右巻きニュートリノの崩壊が引き起こすエントロピー生成が重力波に与える影響を予言することで、
最も軽いニュートリノ質量の検証を行う。
本研究では、特に、最も軽いニュートリノ質量が 10−7 eV 以下である場合に、大きなエントロピー

生成を引き起こし、背景重力波スペクトルに大きな影響を与えることを見出した。エントロピー生成
が起きる場合の重力波スペクトルは、標準宇宙論が予言する重力波スペクトルに比べて減衰すること
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になる。この減衰が起きる周波数域は、最も軽いニュートリノ質量とエントロピー生成を起こす右巻
きニュートリ質量に依存しており、スペクトル減衰率は最も軽いニュートリノ質量のみに依存してい
るため、将来の重力波観測によって、減衰される周波数域と減衰率を測定することができれば、最も
軽いニュートリノ質量とそれに関連する右巻きニュートリノ質量を決定することが可能となる。将来
的には、この方法によって最も軽いニュートリノ質量に対する実験観測による下限を与えることが可
能になる。

第一章では本論文の概要を述べた。第二章では、ニュートリノ質量について解説し、第三章では宇
宙の熱史と背景重力波について解説する。第四章では本論文の主要結果について説明し、第五章で結
論を述べる。
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第2章 ニュートリノ質量

素粒子標準模型 (Standard model) [4]はこれまでの多くの実験結果を説明しているが、標準模型で
は説明できない現象も存在する。その中でも、最も重要な現象の一つが「ニュートリノ振動」である。
ニュートリノ振動はニュートリノに質量が存在することを示唆しており、標準模型にはニュートリノ質
量は組み込まれていない。したがって、ニュートリノ質量を説明する新理論が必要となる。ニュートリ
ノ質量を説明する最も有力な理論が、標準模型に新粒子として「右巻きニュートリノ」を加え、シー
ソー機構 [6–12] によって、ニュートリノ質量を説明する理論である。

本章では、まず素粒子標準模型について解説し、次に、ニュートリノ質量の存在を証明する重要な現
象であるニュートリノ振動について解説する。さらに、ニュートリノについて現在まで理解されてい
る性質とニュートリノ質量に対する制限をまとめた後に、新粒子「右巻きニュートリノ」とシーソー
機構について解説する。

2.1 素粒子標準模型

素粒子標準模型 (Stamdard Model)は、宇宙に存在する全ての物質を構成する最も基本的な粒子で
ある素粒子と、その間に働く３つの相互作用（電磁相互作用、強い相互作用、弱い相互作用）を記述
する理論である。標準模型は、全体として SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y のゲージ対称性により記述さ
れる。SU(2)L ×U(1)Y のゲージ対称性による電磁相互作用・弱い相互作用を統一的に記述する「電弱
統一理論」と、SU(3)C のゲージ対称性による強い相互作用を記述する「量子色力学」をまとめたもの
である。C はクオークの持つ性質であるカラー (Color) を意味し、Lは左巻きのカイラリティ、Y は
弱ハイパーチャージを表している。さらに、ヒッグス場を導入し、自発的対称性の破れの機構を用い
て、ニュートリノを除く標準模型粒子は質量を得ることになる。ここでは、フェルミオンの質量につ
いてのみ着目する。ゲージボソンの質量獲得やヒッグスの質量については、他の文献を参照していた
だきたい。

2.1.1 素粒子標準模型

まず初めに、基本的な場と相互作用について解説する。
素粒子標準模型には、スピン 1のゲージ場 (gauge fields)、スピン 1/2のフェルミオン場 (fermion

fields)、スピン０のスカラー場 (scalar fields)が存在する。
スピン１のゲージ場は、相互作用を媒介する。強い相互作用を媒介する場はグルーオン (gluon) が

媒介し、弱い相互作用はWボソンと Zボソン (W± boson and Z boson) が媒介する。そして、電磁
相互作用は光子 (photon)が媒介する。
スピン 1/2のフェルミオン場は、強い相互作用を持つクォーク (quark) と強い相互作用を持たないレ

プトン (lepton)がある。クォークには、アップ (u : up)、ダウン (d : down)、チャーム (c : charm)、
ストレンジ (s : strange)、トップ (t : top)、ボトム (b : bottom)があり、レプトンには、電子 (e :
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electron)、ミュー粒子 (µ : muon)、タウ粒子 (τ : tauon)、電子ニュートリノ (νe)、ミューニュート
リノ (νµ)、タウニュートリノ (ντ )がある。
そしてスピン０のスカラー場は素粒子に質量をもたらす鍵となるヒッグス場 (Higgs field)である。
素粒子標準模型のゲージ群は、SU(3)C ×SU(2)L×U(1)Y であり、場の構成要素をまとめると表 2.1

のようになる。ここで、 GA
µ (A = 1, · · · , 8)は SU(3)C ゲージ場、Aa

µ (a = 1, · · · , 3) は SU(2)Lゲー
ジ場、Bµは U(1)Y ゲージ場である。qLi(i = 1, 2, 3)は左巻きのクォーク場、uRi, dRiはそれぞれアッ
プ型、ダウン型の右巻きクォーク場で、lLi, eRiはそれぞれ左巻きのレプトン場、右巻きの荷電レプト
ン場である。Φはヒッグス場を表す。

表 2.1: 素粒子標準模型の場とゲージ量子数
スピン 場 SU(3)C SU(2)L U(1)Y

1 GA
µ (A = 1, · · · , 8) 8 1 0

Aa
µ (a = 1, · · · , 3) 1 3 0

Bµ 1 1 0

1
2 qLi =

(
uLi

dLi

)
(i = 1, 2, 3) 3 2 +1

6

uRi 3 1 +2
3

dRi 3 1 −1
3

lLi =

(
νLi

eLi

)
(i = 1, 2, 3) 1 2 −1

2

eRi 1 1 −1

0 Φ =

(
ϕ+

ϕ0

)
1 2 +1

2

これらの場について、ローレンツ不変でゲージ対称性を持ち、くりこみ可能なラグランジアンを書
き出すと以下のようになる1。

LSM = LG + LF + LΦ + LY (2.1)

ここで、LGはゲージ場のラグランジアン、LFはフェルミオンのラグランジアン、LΦはヒッグス場の
ラグランジアン、LYは湯川相互作用のラグランジアンである。まず、ゲージ場のラグランジアンは以
下のように与えられる。

LG = −1

4
GA

µνG
µνA − 1

4
F a
µνF

µνa − 1

4
BA

µνB
µνA, (2.2)

GA
µν = ∂µG

A
ν − ∂νG

A
µ + gSf

ABC
SU(3)C

GB
ν G

C
µ

F a
µν = ∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ + gfabc

SU(2)L
Ab

νA
c
µ

BA
µν = ∂µBν − ∂νBµ

(2.3)

ここで、gS , g, gY をそれぞれSU(3)C , SU(2)L, U(1)Y のゲージ結合定数とする。また、fABC
SU(3)C

, fabc
SU(2)L

はそれぞれ SU(3)C , SU(2)Lの構造定数である。次に、フェルミオンのラグランジアンは以下のよう
に与えられる。

LF = q̄Lii /DqLi + ūRii /DuRi + d̄Rii /DdRi + l̄Lii /DlLi + ēRii /DeRi. (2.4)

1ゲージ固定項は無視した。

5



ここで、 /D = γµDµ であり、それぞれ、

DµqLi =

{
∂µ − igST

A
SU(3)C

GA
µ − igT a

SU(2)L
Aa

µ − igY

(
+
1

6

)
Bµ

}
qLi, (2.5)

DµuRi =

{
∂µ − igST

A
SU(3)C

GA
µ − igY

(
+
2

3

)
Bµ

}
uRi, (2.6)

DµdRi =

{
∂µ − igST

A
SU(3)C

GA
µ − igY

(
−1

3

)
Bµ

}
dRi, (2.7)

DµlLi =

{
∂µ − igT a

SU(2)L
Aa

µ − igY

(
−1

2

)
Bµ

}
lLi, (2.8)

DµeRi = {∂µ − igY (−1)Bµ} eRi, (2.9)

となる。また、TA
SU(3)C

= λA/2で、λAはゲルマン行列であり以下のように与えられる。

λ1 =

0 1 0

1 0 0

0 0 0

 , λ2 =

0 −i 0

i 0 0

0 0 0

 , λ3 =

1 0 0

0 −1 0

0 0 0

 ,

λ4 =

0 0 1

0 0 0

1 0 0

 , λ5 =

0 0 −i

0 0 0

i 0 0

 ,

λ6 =

0 0 0

0 0 1

0 1 0

 , λ7 =

0 0 0

0 0 −i

0 i 0

 , λ8 =
1√
3

0 0 0

0 1 0

0 0 −2

 . (2.10)

また、T a
SU(2)L

= σa/2で、σaはパウリ行列であり以下のように与えられる。

σ1 =

(
0 1

1 0

)
, σ2 =

(
0 −i

i 0

)
, σ3 =

(
1 0

0 −1

)
(2.11)

ヒッグス場のラグランジアンは以下のようになる。

LΦ = (DµΦ)
†DµΦ− V (Φ), (2.12)

ここで、

DµΦ =

(
∂µ − igT a

SU(2)L
Aa

µ − igY
1

2
Bµ

)
Φ, (2.13)

V (Φ) = −µ2Φ†Φ+ λ(Φ†Φ)2, (2.14)

であり、µはヒッグス場の２点結合定数で、λはヒッグス場の４点結合定数である。最後に、湯川相互
作用ラグランジアンは以下のように与えられる。

LY = −f
(u)
ij q̄LiΦ̃uRj − f

(d)
ij q̄LiΦdRj − f

(e)
ij l̄LiΦeRj + h.c. , (2.15)

ここで、f
(u, d, e)
ij は 3× 3の湯川結合行列であり、Φ̃ = (iσ2)Φ∗である。

ヒッグス場のラグランジアンは、次式で与えられる。

LΦ = (DµΦ)
†DµΦ+ µ2Φ†Φ− λ(Φ†Φ)2 (2.16)
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ここで、

Φ =

(
ϕ+

ϕ0

)
, Φ† =

(
(ϕ+)∗, (ϕ0)∗

)
(2.17)

であり、

Φ†Φ =
(
(ϕ+)∗, (ϕ0)∗

)(ϕ+

ϕ0

)
= |ϕ+|2 + |ϕ0|2 = X2 (2.18)

とする。ここで、真空の安定性を確保するために、λ > 0であることを要請する。また、µ2 > 0であ
ることも仮定する。ポテンシャルについて最小値を考えると、

V (X) = −µ2X2 + λX4,

dV (X)

dX
= −2µ2X + 4λX3

= 4λX

(
X2 − µ2

2λ

)
= 0

∴ X = 0, ± µ√
2λ

(2.19)

となる。場 Φの真空期待値について、⟨ϕ0⟩ ̸= 0とすると、

⟨Φ⟩ =

(
0

⟨ϕ0⟩

)
=

(
0
µ√
2λ

)
=

(
0
v√
2

)
(2.20)

となり、vを正の定数として、

v =

√
µ2

λ
(2.21)

と定義することができる。

2.1.2 クォーク・レプトンの質量の獲得

湯川相互作用から、ヒッグス場を真空期待値で置き換えると、荷電レプトンとクォークの質量が得
られる。アップ型クォークの湯川相互作用ラグランジアンは、

L(u)
Y = −f

(u)
ij q̄LiΦ̃uRj + h.c. , (2.22)

であり、質量項は、

L(u)
mass = −muūu−mcc̄c−mtt̄t, (2.23)

となる。ここで、

mu = f
(u)
1

v√
2
≃ 2.16 MeV, (2.24)

mc = f
(u)
2

v√
2
≃ 1.27 GeV, (2.25)

mt = f
(u)
3

v√
2
≃ 172.9 GeV, (2.26)
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である。一方ダウン型クォークの湯川相互作用ラグランジアンは、

L(d)
Y = −f

(d)
ij q̄LiΦdRj + h.c. , (2.27)

であり、質量項は、

L(d)
mass = −mdd̄d−mss̄s−mbb̄b, (2.28)

となる。ここで、

md = f
(d)
1

v√
2
≃ 4.67 MeV, (2.29)

ms = f
(d)
2

v√
2
≃ 93 MeV, (2.30)

mb = f
(d)
3

v√
2
≃ 4.18 GeV, (2.31)

である。最後に、荷電レプトンの湯川相互作用ラグランジアンは、

L(e)
Y = −f

(e)
ij l̄LiΦeRj + h.c. , (2.32)

であり、質量項は、

L(e)
mass = −meēe−mµµ̄µ−mτ τ̄ τ, (2.33)

となる。となる。ここで、

me = f
(u)
1

v√
2
≃ 0.511 MeV, (2.34)

mµ = f
(u)
2

v√
2
≃ 105.7 MeV, (2.35)

mτ = f
(u)
3

v√
2
≃ 1776.86 MeV, (2.36)

である。なお、ここまでのアップ型クォーク、ダウン型クォーク、荷電レプトンの質量値は、PDG [16]

を参照した。標準模型のフェルミオンの質量について解説したが、ここまでの議論では、ニュートリ
ノには質量が存在しない。しかし、次章で解説するニュートリノ振動現象の発見によって、ニュート
リノには質量が存在することが明らかとなり、素粒子標準模型を拡張し、ニュートリノ質量を説明す
る新理論を構築する必要性が出てきた。

2.2 ニュートリノ振動

ニュートリノ振動は、ニュートリノのフレーバー (νe, νµ, ντ )が時間、エネルギーに依存して確率
的に変化する現象である。ニュートリノ振動現象が起きるためには、ニュートリノに混合があり、質
量二乗差が存在することが条件となる。ニュートリノ振動が発見 [2]されたことによって、ニュートリ
ノに質量が存在することが明らかとなった。素粒子標準模型では、ニュートリノには質量が存在しな
いために、ニュートリノ質量を説明する理論が必要となるため、重要な現象である。
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2.2.1 真空中のニュートリノ振動

ここでは、平面波近似による一般的なニュートリノ振動確率の導出について議論する。まず、フレー
バー固有状態は質量固有状態の重ね合わせで書ける。

|να⟩ =
∑
i

U∗
αi |νi⟩ (2.37)

α = e, µ, τ はニュートリノのフレーバー固有状態を表し、i = 1, 2, 3はニュートリノの質量固有状態を
表す。有限の規格化体積 V を考え、質量固有状態は規格直交化されているとする。

⟨νk|νj⟩ = δkj (2.38)

フレーバー固有状態も混合行列のユニタリー性により、規格直交化されている。

⟨να|νβ⟩ = δαβ (2.39)

ニュートリノの時間発展は、質量固有状態によって行われる。質量固有状態 |νi⟩の時間発展方程式
は、シュレディンガー方程式から次のようになる。

i
d

dt
|νi⟩ = H |νi⟩

= Ei |νi⟩ . (2.40)

ここで、

Ei =
√

p2 +m2
i , (2.41)

である。pはニュートリノ の３元運動量、mi (i = 1, 2, 3)はニュートリノ の質量を表す。これを解く
と、時刻 t = 0で |νi⟩のニュートリノは、任意の時刻 tでの状態が得られる。

i
d

dt
|νi⟩ = Ei |νi⟩

∴ |νi(t)⟩ = e−iEit |νi⟩ (2.42)

ここで、|νi⟩ = |νi(t = 0)⟩とした。よって、時刻 t = 0でフレーバー固有状態 |να⟩の状態が、任意の
時刻 tでは次のようになる。2

|να(t)⟩ =
∑
i

U∗
αi |νi(t)⟩

=
∑
i

U∗
αie

−iEit |νi⟩ (2.43)

2 να =
∑

i Uαiνi → |να⟩ =
∑

i U
∗
αi |νi⟩となる理由を説明する。ディラック場は、

Ψ̂να(t, x⃗) =

∫
d3p

(2π)32E

∑
h=±1

[ b̂(h)νk (p)︸ ︷︷ ︸
粒子の消滅 op.

u
(h)
νkL

(p)e−ipx + d̂(h)†νk (p)︸ ︷︷ ︸
反粒子の生成 op.

v
(h)
νkL

(p)eipx]

であり、Ψ̂να ≡
∑

i UαiΨ̂νi とすると、|να⟩ = C b̂
(h)†
να |0⟩ , |νi⟩ = C′ b̂

(h)†
νi |0⟩ なので、

|να⟩ ∼ b̂(h)†να |0⟩ ∼ να(x) |0⟩ =
3∑

i=1

νiU
∗
αi |0⟩ =

3∑
i=1

U∗
αiνi |0⟩ ∼

3∑
i=1

U∗
αib̂

(h)†
νi |0⟩ ∼

3∑
i=1

U∗
αi |νi⟩
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ここで、ユニタリー関係より
∑

α U
∗
αkUαj = δjk なので、質量固有状態はフレーバー固有状態の重ね合

わせとして次のように書ける。

|νk⟩ =
∑
α

Uαk |να⟩ (2.44)

よって、時刻 t = 0でフレーバー固有状態 |να⟩の状態が、任意の時刻 tでは次のようになる。

|να(t)⟩ =
∑
i

U∗
αie

−iEit |νi⟩

=
∑

β=e,µ,τ

(∑
k

U∗
αke

−iEitUβk

)
|νβ⟩ (2.45)

フレーバー固有状態 |να⟩のニュートリノがフレーバー固有状態 |νβ⟩へ遷移する振動の確率振幅は次の
ように定義される。

Aαβ(t) ≡ ⟨νβ|να(t)⟩ =
∑
k

U∗
αkUβke

−iEkt (2.46)

振動確率は確率振幅を絶対値二乗して、次のように与えられる。

P (να → νβ; t) = |Aαβ(t)|2 =
∑
k,j

U∗
αkUβkUαjU

∗
βje

−i(Ek−Ej)t (2.47)

ニュートリノは相対論的粒子で、その質量が運動量の大きさに比べて十分小さいという近似 |p| ≫ mi

を用いると、

Ei ≃ |p|+ m2
i

2|p|
≃ |p|+ m2

i

2E
(2.48)

ここで、E ≃ |p|は平均的なニュートリノのエネルギーである。この場合、

Ek − Ej ≃
∆m2

kj

2E
(2.49)

と書ける。ここで、∆m2
kj は質量二乗差である。: ∆m2

kj = m2
k −m2

j すると、ニュートリノ振動の確
率は次のように近似される。

P (να → νβ; t) =
∑
k,j

U∗
αkUβkUαjU

∗
βj exp

[
−i

∆m2
kj

2E
t

]
(2.50)

また、ニュートリノの伝搬速度がほとんど光速だとすると、t = L (Lはニュートリノ飛程距離)と近
似することができ、次のように書くことができる。

P (να → νβ; t) =
∑
k,j

U∗
αkUβkUαjU

∗
βj exp

[
−i

∆m2
kj

2E
L

]
(2.51)

ここから、ニュートリノ振動が起きるためには、ニュートリノに混合があること、またニュートリノ
が質量を持つことが条件となることがわかる。ニュートリノ振動の位相は

Φkj = −
∆mkj

2E
L (2.52)

で決まっている。それぞれ、質量二乗差∆m2
kj、ニュートリノエネルギー E、ニュートリノ飛程距離

Lである。実際は、質量二乗差は物理的な定数であり、ニュートリノエネルギーと飛程距離の二つの
変数で決まる。また、ニュートリノ振動の振幅は混合行列の要素によって決まる。よって、ニュート
リノ振動実験ではニュートリノ飛程距離とエネルギーの情報を使って、質量二乗差と混合行列の要素
の値を見積もることができる。
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2.2.2 2世代の場合

ここで最も簡単な場合として、ニュートリノの世代数が２の場合を考える。2世代の場合、混合行列
を次のように書くことができる。

U =

(
cos θ sin θ

− sin θ cos θ

)
(2.53)

ここで、θの定義域は、0 ≤ θ ≤ π
2 とする。2世代混合の場合、質量二乗差は次のように定義しておく。

∆m2 ≡ ∆m2
21 ≡ m2

2 −m2
1 (2.54)

ニュートリノのフレーバー固有状態と質量固有状態の関係は次のように書ける。(
|νe(t = 0)⟩
|νµ(t = 0)⟩

)
=

(
cos θ sin θ

− sin θ cos θ

)(
|ν1(t = 0)⟩
|ν2(t = 0)⟩

)
(2.55)

式 (2.43)より、時刻 t = 0でそれぞれ |νe⟩ , |νµ⟩のニュートリノは、時刻 tでは次のように書くことが
できる。

|νe(t)⟩ = cos θ e−iE1t |ν1(0)⟩+ sin θ e−iE2t |ν2(0)⟩ (2.56)

|νµ(t)⟩ = − sin θ e−iE1t |ν1(0)⟩+ cos θ e−iE2t |ν2(0)⟩ (2.57)

例えば、νe → νµへのフレーバーを変える遷移確率を計算すると、その遷移振幅は以下のように評
価される。

Aeµ(t) = ⟨νµ|νe(t)⟩
= (− sin θ ⟨ν1|+ cos θ ⟨ν2|)

(
cos θe−iE1t |ν1⟩+ sin θe−iE2t |ν2⟩

)
= − sin θ cos θe−iE1t ⟨ν1|ν1⟩ − sin2 θ ⟨ν1|ν2⟩

+ cos2 θe−iE2t ⟨ν2|ν1⟩+ sin θ cos θe−iE2t ⟨ν2|ν2⟩
= − sin θ cos θ

(
e−iE1t − e−iE2t

)
= − sin θ cos θe−iE1t

(
1− e−i(E2−E1)t

)
(2.58)

ここで、ニュートリノが相対論的運動をしていると仮定し、∆m2 = m2
2 −m2

1とすると

E2 − E1 ≃
(
|p|+ m2

2

2E

)
−
(
|p|+ m2

1

2E

)
=

∆m2

2E
(2.59)

この結果を用いれば、振動確率は次のようになる。

P (νe → νµ;E, t) = |Aeµ(t)|2

=

∣∣∣∣− sin θ cos θe−iE1t(1− e−i∆m2

2E
t)

∣∣∣∣2
=

∣∣∣∣sin θ cos θ(1− e−i∆m2

2E
t

)∣∣∣∣2
= (sin θ cos θ)2

∣∣∣∣1− cos
∆m2

2E
t+ i sin

∆m2

2E
t

∣∣∣∣2
= (sin θ cos θ)2

((
1− cos

∆m2

2E
t

)2

+ sin2
∆m2

2E
t

)

= 2(sin θ cos θ)2
(
1− cos

∆m2

2E
t

)
= sin2 2θ sin2

(
∆m2

4E
t

)
(2.60)
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ニュートリノ振動が起きるためには、sin2 2θ ̸= 0, ∆m2 ̸= 0が必要な条件であることがわかる。
今、ニュートリノは相対論的運動をしていて速度が光速と近いことを仮定していたので、t ≃ xとし

て、2世代間振動を考えると、進藤確率は次のようになる。

P (νe → νe;E, x) = 1− sin2 2θ sin2
(
∆m2

4E
x

)
(2.61)

P (νe → νµ;E, x) = sin2 2θ sin2
(
∆m2

4E
x

)
(2.62)

ニュートリノが距離を進むごとに、νe → νeの振動確率が大きくなったり、小さくなったりと振動して
いることがわかる。これがニュートリノ振動と言われる所以である。また、通常のニュートリノ実験
は距離が固定されることが多く、この時には、エネルギースペクトル（検出点でのそれぞれのエネル
ギーの振動確率）を測定することになる。ニュートリノ 質量固有状態は３つあるが、その質量階層性
(Mass Hierarchy)は以下二つの取り方があり得る。順階層（Normal Ordering/ Hierarchy) の場合

m1 < m2 < m3 (2.63)

逆階層（Inverted Ordering/ Hierarchy) の場合

m3 < m1 < m2 (2.64)

2.2.3 物質中のニュートリノ 振動

ニュートリノが地球内部を通過する場合、ニュートリノ と物質（電子、陽子、中性子など）の相互
作用の影響により、振動確率が物質密度に依存して変化する。ここでは、超相対論的な運動をしてい
る左巻きニュートリノを考える。ニュートリノのフレーバー固有状態は前章で議論したとおり、質量
固有状態の重ね合わせで書ける。

|να⟩ =
∑
i

U∗
αi |νi⟩ (2.65)

ここで、α = e, µ, τ はニュートリノのフレーバー固有状態を表し、i = 1, 2, 3はニュートリノの質量固
有状態を表す。質量固有状態 |νi⟩は、真空中のハミルトニアンの固有状態である。

Ĥ0 |νi⟩ = Ei |νi⟩ , Ei =
√

p⃗2 +m2
i (2.66)

物質中の全ハミルトニアンは、ニュートリノと物質との散乱による有効ポテンシャルが加わり次のよ
うになる。

Ĥ = Ĥ0 + V̂ , V̂ |να⟩ = Vα |να⟩ (2.67)

ここで、Ĥ0は真空でのハミルトニアン、V̂ は有効ポテンシャルを表す。シュレデインガー描像では、
初期状態として |να⟩のニュートリノの状態は次の時間発展方程式に従う。

i
d

dt
|να(t)⟩ = Ĥ |να(t)⟩ , |να(0)⟩ = |να⟩ (2.68)

να → νβ の確率振幅は次のように与えられる。

Aαβ(t) = ⟨νβ|να(t)⟩ , Aαβ(0) = δαβ (2.69)
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時刻 t = 0でフレーバー αで、時刻 tでフレーバー βと遷移する確率振幅は次のようになる。

P (να → νβ; t) = |Aαβ(t)|2 (2.70)

フレーバー遷移の確率振幅について、時間発展方程式は次のようになる。

i
d

dt
Aαβ(t) =

∑
η

(∑
k

UβkEkU
∗
ηk + δβηVβ

)
Aαη(t) (2.71)

超相対論的なニュートリノの場合

Ek ≃ E +
m2

k

2E
, p ≃ E, t ≃ x (2.72)

ここで、xはニュートリノ生成源からの距離である。これらの下で、時間発展方程式は次のようになる。

i
d

dx
Aαβ(x) =

(
p+

m2
1

2E
+ VNC

)
Aαβ(x)

+
∑
η

(∑
k

UβkUβk
∆m2

k1

2E
U∗
ηk + δβeδηeVCC

)
Aαη(x) (2.73)

最初の項はすべてのフレーバーに共通しており、位相をシフトさせることによって、この寄与を無視
することができる。

Aαβ(x) → Aαβ(x) e
−i

(
p+

m2
1

2E

)
x
− i

∫ x

0
VNC(x

′)dx′ (2.74)

よって、フレーバー遷移の確率振幅の適切な時間発展の方程式は次のようになる。

i
d

dx
Aαβ(x) =

∑
η

(∑
k

UβkUβk
∆m2

k1

2E
U∗
ηk + δβeδηeVCC

)
Aαη(x) (2.75)

行列の形で書くと、次のようになる。

i
d

dx
A⃗ = ĤF A⃗, (2.76)

ここで、

ĤF =
1

2E
(UM2U † +A), (2.77)

ĤF はエルミート演算子であり、

A⃗ =

Aαe(x)

Aαµ(x)

Aατ (x)

 , M2 =

0 0 0

0 ∆m2
21 0

0 0 ∆m2
31

 , A =

2EVCC 0 0

0 0 0

0 0 0

 (2.78)

となり、有効ポテンシャル VCCは以下で与えられる。

VCC =
√
2GFne. (2.79)

このように、ニュートリノ振動確率は、ニュートリノが通過した地殻中の電子数密度に依存する。こ
れを応用し、ニュートリノ振動実験で得られるデータを解析することで、ニュートリノが通過した地
殻の密度分布の情報を抜き出すという「ニュートリノトモグラフィー」という試みも行われている3。
現段階ではこの新しい技術は実現されていないが、将来の実験で実現されるかもしれない。

3筆者も同様の研究を行っており [17]、興味がある方は、この論文や、この中で引用している論文を参照していただきた
い。
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2.3 観測値

ニュートリノは (重力相互作用を除くと)弱い相互作用を通じてのみ、他の素粒子と相互作用する。
ニュートリノ振動実験によって、混合角と質量二乗差が正確に測定されつつあるが、振動実験では測
定することができないパラメータも存在する。特に、質量の絶対値は未だ決定されていない。宇宙論
よりニュートリノ質量について制限は与えられている。

素粒子標準模型における、ニュートリノの相互作用を書き出すと以下のようになる。

LCC = − g

2
√
2
jµCCWµ + h.c. (2.80)

LNC = − g

2 cos θW
jµNCZµ (2.81)

ここで、CCは荷電カレント (Charged Current)を意味し、NCは中性カレント（Neutral Current）を
意味する。gは SU(2)Lの結合定数であり、Lは Left-Handedの頭文字をとったもので、左巻きのレプ
トンのみがこの相互作用に関与するということを意味する。θW はワインバーグ角と呼ばれ、U(1)Y の
ベクトル場と、SU(2)Lの３番目のベクトル場との混合における混合角である。

Aµ = sin θWAµ
3 + cos θWBµ (2.82)

Zµ = cos θWAµ
3 − sin θWBµ (2.83)

jµCC, jµNCは以下で与えられる。

jµCC = 2
∑

l=e,µ,τ

νlLγ
µlL + · · · (2.84)

jµNC =
∑

l=e,µ,τ

νlLγ
µνlL (2.85)

Zボソンの崩壊によりニュートリノは生成されることができ、Zボソンの崩壊の測定によってニュー
トリノの数が確認されている。Zボソンの全崩壊幅は、

ΓZ→ff =
∑

l=e,µ,τ

ΓZ→ll +
∑
q ̸=t

ΓZ→qq + Γinv, (2.86)

と与えられる。ここで、
∑

l=e,µ,τ ΓZ→llはレプトンへの崩壊幅で、
∑

q ̸=t ΓZ→qqはクォークへの崩壊幅
である。そして、Γinv は見えない粒子への崩壊幅を表す。Zボソンの崩壊幅の測定により、見えない
崩壊幅から、図 2.1にのように、フレーバーニュートリノの種類は 2.9840± 0.0082と得られ、3種類
だと考えられている [18]。
ニュートリノが質量を持つとすると、ニュートリノの相互作用ラグランジアンは次のように記述さ

れる。

L(CC) =
g√
2
W−

µ

(
e, µ, τ

)
γµPL UPMNS

ν1

ν2

ν3

+ .h.c (2.87)
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図 2.1: Z共鳴周辺のハドロン生成断面積の測定。曲線は SMカップリングと無視できる質量を持つ
2,3,4種のニュートリノについて予測された断面積を示されている。 [18]より転載。

フレーバー固有状態を να(α = e, µ, τ)、質量固有状態を νi(i = 1, 2, 3)とすると、フレーバー固有状態
（ゲージ固有状態）は、質量固有状態の重ね合わせでかける。

να =
∑
i

(UPMNS)αi νi (2.88)

∴

νe

νµ

ντ

 = UPMNS

ν1

ν2

ν3

 (2.89)

ここで、UPMNSはポンテコルボ・牧・中川・坂田行列と呼ばれ、3× 3のユニタリー行列である。

UPMNS =

1 0 0

0 c23 s23

0 −s23 c23


 c13 0 s13e

−iδ

0 1 0

−s13e
−iδ 0 c13


 c12 s12 0

−s12 c12 0

0 0 1

P (2.90)

ここで、sij = sin θij , cij = cos θij。ニュートリノがマヨラナ粒子の場合は、物理的なマヨラナ位相が
増える。

P =

1 0 0

0 eiα 0

0 0 eiβ

 (2.91)

ニュートリノの質量がゼロのときは、フレーバー固有状態と質量固有状態は一致する。
PMNS行列に現れる混合角 θ12, θ23, θ12と位相 δ、さらに、二つの二乗差は様々な振動実験によって

測定されている。現段階で最新のニュートリノ振動実験による結果 [19]を表 2.2に示す。なお、ニュート
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リノ振動実験ではマヨラナ位相は測定することができない。マヨラナ位相を測定するためには、ニュー
トリノを伴わない二重ベータ崩壊など別の実験が必要となる。

表 2.2: NuFIT 5.0 w/SK (2020) によるニュートリノ 振動実験結果のまとめ。

パラメータ θ12/
◦ θ23/

◦ θ13/
◦ ∆m2

21

10−5eV2

∆m2
3l

10−3eV2 δCP /
◦

順階層
ベストフィット±1σ 33.44+0.77

−0.74 49.2+0.9
−1.2 8.57+0.12

−0.12 7.42+0.21
−0.20 +2.517+0.026

−0.028 197+27
−24

逆階層
ベストフィット±1σ 33.45+0.78

−0.75 49.3+0.9
−1.1 8.60+0.12

−0.12 7.42+0.21
−0.20 −2.498+0.028

−0.028 282+26
−30

ベータ崩壊における陽電子スペクトルを観測することで、ニュートリノ質量による影響を知ること
ができる。ベータ崩壊はニュートリノが存在することを予言するきっかけとなった現象であり、1930

年にW.Pauliによりニュートリノの存在が初めて提唱された。ニュートリノ物理学の歴史的にも重要
な現象である。
原子核の構成要素は、中性子 nと陽子 p であり、中性子 nの崩壊を考えると、電荷の保存から以下

のような反応が予想される。

n → p+ e− (2.92)

しかし、この場合、電子のエネルギー分布が連続的で無くなってしまう。さらに、n, p, e−は全てス
ピンが 1/2のフェルミ粒子であり、崩壊前の nの角運動量は反奇数であるのに対して、崩壊後の pと
e−の合成形の各運動量は整数となり一致しなくなってしまう。
そこで、パウリは、中性の微粒子（今では、これがニュートリノであることを知っているのでここ

では、ν̄とする）を導入し、

n → p+ e− + ν̄ (2.93)

という過程を考えることで、これらの問題に対する解決策を提案した。
ニュートリノ質量の影響は、ベータスペクトルのテール部分に現れる。トリチウムのベータ崩壊を

調べるKARIN実験によって、現時点で最も厳しいベータ崩壊によるニュートリノ（有効）質量への
制限が得られた [13]。

mνe =

√∑
i

|Uei|2m2
νi < 1.1 eV (2.94)

同様に、エネルギースペクトルに現れるニュートリノ質量の影響を考慮することで、ミューニュー
トリノ、タウニュートリノに対しても制限が与えられている [16]。

m2
νµ =

√∑
i

|Uµi|2m2
νi < 190 keV (2.95)

m2
ντ =

√∑
i

|Uτi|2m2
νi < 18.2 MeV (2.96)

さらに、ニュートリノがマヨラナ粒子の場合は、ニュートリノを伴わない二重ベータ崩壊を起こすこと
ができる。これについての現時点での最も厳しい制限は、KamLAND-Zen実験で与えられている [20]。
ここで、有効質量は、

⟨mββ⟩ ≡

∣∣∣∣∣∑
i

U2
eimi

∣∣∣∣∣ = 61− 165 meV. (2.97)
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図 2.2: [20]より転載。最軽量のニュートリノ質量mlightest の関数としての有効ニュートリノ質量
⟨mββ⟩を表す。順階層（NH）と逆階層（IH）の色付けされた領域について、濃い領域はニュートリノ
振動パラメータのベストフィット値に基づく予測値であり、薄い領域は、振動パラメータの不確かさを
含んで計算された 3σの範囲を示している。水平線のバンドは、 KamLAND-Zen [20]の 136Xe を用
いた場合の 90 % C.L.の上限を示している。サイドパネルは、質量数の関数としての各原子核の対応
する限界を示している。

と与えられており (図 2.2)、最も軽いニュートリノ質量に対しては、

mlightest < (180－ 480) meV (90% C.L.) (2.98)

という上限が与えられている。
また、銀河の構造形成の種となる密度ゆらぎの発展に影響を与えてしまうことから、ニュートリノ

質量の和には制限がついており、Planck 2018によって、∑
mν < 0.12 eV (2.99)

という制限が与えられている [21]。最も軽いニュートリノの質量をm0とすると、Planck 2018から得
られる制限とニュートリノ振動実験の測定による二つの質量二乗差の値を用いて、最も軽いニュート
リノ質量の上限を与えることができる。

m0 < 0.030 eV (順階層の場合) (2.100)

m0 < 0.016 eV (逆階層の場合) (2.101)

そしてこれが、現時点での最も厳しいm0に対する制限になる。
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2.4 右巻きニュートリノとシーソー機構

標準模型に「右巻きニュートリノ」を導入することでニュートリノ質量の説明が可能となる。右巻
きニュートリノのニュートリノ質量が相対的に十分に大きい場合、ニュートリノ の極微の質量を説明
することができる。この機構は、シーソー機構と呼ばれる。

素粒子標準模型に１重項の右巻きニュートリノを導入する。ラグランジアンは以下のように与えれ
られる。

L = LSM + iνRIγ
µ∂µνRI −

(
FαILαHνRI +

MI

2
νcRIνRI + h.c.

)
, (2.102)

ここで、Hはヒッグス場の二重項、 Lα (α = e, µ, τ)はレプトンの二重項である。FαI は Y結合行
列を表す。このラグランジアンには、ニュートリノのディラック質量 MD = F ⟨H⟩ とマヨラナ質量
MM = MI の両方が与えられている。ここでは、荷電レプトンと右巻きニュートリノの質量行列が実
で対角的な基底をとる。ヒッグスの真空期待値は ⟨H⟩ = 174GeVであり、ニュートリノの質量項は以
下のようになる。

−Lmass = MDν̄LνR +
1

2
MM ν̄cRνR. (2.103)

ここで、ν̄LνR = ν̄cRν
c
Lを使うと、質量項は次のように書くことができる。

−Lmass =
1

2

(
ν̄L ν̄cR

)( 0 MD

MT
D MM

)(
νcL
νR

)
+ h.c. (2.104)

右巻きニュートリノの数をN とすると、MDは 3×N 行列であり、MM はN ×N 行列である。この
質量行列をMとする。

M =

(
0 MD

MT
D MM

)
(2.105)

この段階では、左巻きニュートリノの質量固有値は見えにくい構造になっており、対角化をすること
によって、全てのニュートリノの質量固有値を明らかにする。まずブロック対角化を行い、その後さ
らに、質量行列の左上ブロックを対角化することで、Mの対角化を行う。ここで、次のような階層性
を仮定する。

|(MD)αI |
|(MM )II |

≪ 1. (2.106)

次のような混合Θ (|Θ| ≪ 1)

Θ =
(MD)αI
MI

=
FαI ⟨H⟩

MI
, (2.107)

を含む混合行列 Û1

Û1 =

(
1 Θ

−Θ† 1

)
, (2.108)

を用いて、次のようにブロック対角化を行う。

Û †
1MÛ∗

1 =

(
Mν 0

0 MI

)
. (2.109)
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ここで、ユニタリー条件は、O(Θ)まで満たされる：

Û †
1 Û1 = Û1Û

†
1 =

(
1 + ΘΘ† 0

0 1 + Θ†Θ

)
= 1 +O(Θ2). (2.110)

3× 3行列Mν は以下のように与えられ、

[Mν ]αβ = −[MD]αI [MD]βIM
−1
I , (2.111)

さらにMν を 3× 3ユニタリー行列 U (U †U = UU † = 1)を用いて、次のように対角化する。

U †MνU
∗ = Dν = diag(m1,m2,m3). (2.112)

この過程を、次のような行列 Û2,

Û2 =

(
U 0

0 1

)
(2.113)

を用いて、次のように書ける。

Û †
2 Û

†
1MÛ1Û2 =

(
Dν 0

0 DN

)
(2.114)

ここで、DN = MM = diag(M1, · · ·MN )である。以上をもって、全てを対角化することができたこと
になる。ここまでの処方箋を一つのユニタリー行列 Û、

Û = Û1Û2 =

(
U Θ

−Θ†U 1

)
(2.115)

にまとめることができる。最終的に、左巻きニュートリノのフレーバー固有状態 νLαと右巻きニュー
トリノのフレーバー固有状態 νRI は次のように表される。

νLα = Uαiνi +ΘαIN
c
I (2.116)

νcRI = N c
I − (Θ†U)Iiνi (2.117)

ここで、νiは左巻きニュートリノの質量固有状態であり、NI は右巻きニュートリノの質量固有状態で
ある。
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第3章 重力波

重力波は、一般相対性理論により予言されるアインシュタイン時空の歪みが波として伝播する現象
である。2015年 9月 14日、アメリカのAdvanced LIGOにより、始めて直接検出された [15]。重力波
が発見されたことにより、新たな物理探索の時代が訪れている。将来の重力波実験も続々と計画され
ており、その重要なターゲットの一つが背景重力波の検出である。背景重力波は、宇宙のどの場所に
も常に安定して存在する重力波で、初期宇宙起源の重力波と天体起源の重力波がある。重力波は極め
て透過性が高く、散乱することなく伝播する。重力波は宇宙膨張の影響を受けて発展するために、初
期宇宙で生成された重力波には宇宙の熱史が刻まれることになる。本章では、特にインフレーション
起源の背景重力波（原始重力波とも呼ばれる）を想定し、標準宇宙論での熱史がインフレーション起
源の背景重力波スペクトルに与える影響を解説する。まず、宇宙の熱史について簡単に振り返り、そ
の次に宇宙の熱史に伴う重力波の発展、さらに、重力波スペクトルについて解説する。

3.1 背景重力波

宇宙の熱史について振り返る前に、まず、この章では、 [22]を参考に、背景重力波の生成源を簡単
にまとめておきたい。背景重力波については、大きく分けると初期宇宙起源の重力波と天体起源の重
力波がある。これまで幾つかの生成源が考えられている。

• 初期宇宙起源の重力波

– 初期宇宙における量子揺らぎから生成される（密度揺らぎや）重力波 [23, 24]

– １次相転移からの重力波 [25–29]

– インフレーション後の Preheating [30]

– 位相欠陥 [31–35]

• 天体起源の重力波

– コンパクト天体（ブラックホール、中性子星、白色矮星）連星 [36, 37]

– 超新星爆発 [38, 39]

– 中性子星の rモード不安定性 [40]

– マグネター [41]

これらのように背景重力波には多くの起源が考えられるが、本論文では特にインフレーション起源の
重力波に着目する。本論文では、初期宇宙での宇宙膨張の変化が刻まれた背景重力波スペクトルを予
言することで、最も軽いニュートリノ質量値に対する予言を考察することを目的としている。重力波
が初期宇宙における膨張則の影響を受けるためには、その重力波自身がそれ以前の宇宙で生成されて
いる必要がある。そこで、宇宙の非常に初期で起こると考えられ、かつ、その重力波の振る舞い（周
波数依存性）が単純になるインフレーションによる重力波に着目することとした。
また、本論文では、このインフレーション起源の重力波と、その他の背景重力波との分離に関わる議

論については立ち入らないこととする。それぞれの起源による背景重力波は、そのモデルに現れるパ
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ラメータによって大きなスペクトルを取る場合もある。すると、例えば、今のようなインフレーション
起源の重力波を対象としている場合、それ以外の前景背景重力波を分離しなければならなくなる。対
象以外の背景重力波を分離することは非常に困難な作業であると考えられるが、今後の発展を期待し
たい。

3.2 宇宙の熱史

3.2.1 標準宇宙論

一様等方な宇宙を考える。ミンコフスキー時空を

ds2 = ηµνdx
µdxν

ηµν = diag(−1, 1, 1, 1) (3.1)

のように取る。アインシュタイン方程式は以下のように与えられる。

Rµν − 1

2
gµνR+ Λgµν = 8πGTµν (3.2)

ここで、gµν が計量であり、Rµν はリッチ曲率テンソル (Ricci curvature tensor)、Rはスカラー曲率
（scalar curvature）、Λは宇宙定数（cosmological constant）である。Gはニュートン定数、Tµν はエ
ネルギー-運動量テンソルを表す。一様等方宇宙では、エネルギー運動量テンソルは、

Tµ
ν = diag(−ρ, p, p, p) (3.3)

となる。ρはエネルギー密度、pは圧力を表す。エネルギー保存則より、

d(ρa3) = −pd(a3) (3.4)

ここで、aはスケール因子である。状態方程式 p = wρを使うと、エネルギー密度のスケール因子に対
する依存性は次のようになる。

ρ ∝ a−3(1+w) (3.5)

相対論的な粒子の場合 w = 1
3となり、これを放射（Radiation）と呼ぶ。非相対論的な粒子の場合w = 0

となり、これを物質（Matter）と呼ぶ。また、真空エネルギーの場合は、w = −1となる。これをま
とめると、エネルギー密度の振る舞いは次のようになる。

ρ ∝


a−4 放射 (p = 1

3ρ)

a−3 物質 (p = 0)

const. 真空 (p = −ρ)

, (3.6)

宇宙膨張則は、フリードマン方程式によって記述される。

H2 =

(
ȧ

a

)2

=
1

3M2
P

(ρtot). (3.7)

ここで、ドット (˙)は時間微分を表す。MP はプランク質量 (Reduced Planck mass)であり、ρtotは宇
宙全体のエネルギー密度である。エネルギー密度のスケール因子依存性より、宇宙は時間発展するに
つれて放射優勢、物質優勢、真空エネルギー優勢となることが予想される。

21



初期宇宙では高温高密度であり、各エネルギー成分は平衡状態になっていると考えられる。よって、
質量mの粒子が温度 T の平衡分布をしているとき、運動量 pに対する分布関数は以下で与えられる。

f(p) =
1

exp((E − µ)/T )± 1
(3.8)

ここで、E =
√
p2 +m2であり、+はフェルミ-ディラック統計、−はボーズ-アインシュタイン統計

を表す。µは化学ポテンシャルである。すると、数密度、エネルギー密度、圧力は以下のように与えら
れる。

n =
g

(2π)3

∫
f(p)d3p (3.9)

ρ =
g

(2π)3

∫
Ef(p)d3p (3.10)

n =
g

(2π)3

∫
|p|2

3E
f(p)d3p (3.11)

ここで、gは粒子の自由度を表す。
相対論的な極限では、

ρ =

π2

30 gT
4 (ボソン)

7
8
π2

30 gT
4 (フェルミオン)

(3.12)

n =


ζ(3)
π2 gT 3 (ボソン)

3
4
ζ(3)
π2 gT 3 (フェルミオン)

(3.13)

p =
ρ

3
(3.14)

となる。非相対論的な極限では、

n = g

(
mT

2π

) 3
2

exp

[
−m− µ

T

]
(3.15)

ρ = mn (3.16)

p = nT ≪ ρ. (3.17)

となる。平衡下の全ての相対論的粒子のエネルギー密度を以下のように書く。

ρR(T ) =
π2

30
g∗(T )T

4 (3.18)

ここで、g∗(T )は、相対論的粒子の自由度の和であり、

g∗(T ) =
∑
boson

gi

(
Ti

T

)4

+
7

8

∑
fermion

gi

(
Ti

T

)4

(3.19)

Tiはそれぞれの粒子の温度である。
エントロピー密度も熱平衡下で共動体積 (V = a3)あたりのエントロピー S として定義することが

できる。

s ≡ S

V
=

ρ+ p

T
(3.20)
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図 3.1: 標準模型における有効自由度 g∗(T )と g∗s(T ) : 横軸は宇宙の温度 T [MeV]を表す。赤の実線
が g∗(T )であり、青の破線が g∗s(T )である。Mikko Laine氏の HP(http://www.laine.itp.unibe.

ch/eos15/)にて公開しているデータを用いた。

すると、同様に、以下のように有効自由度を用いて定義することができる。

s(T ) =
2π2

45
g∗s(T )T

3 (3.21)

ここで、有効自由度 g∗s(T )は以下で定義される。

g∗s(T ) =
∑
boson

gi

(
Ti

T

)3

+
7

8

∑
fermion

gi

(
Ti

T

)3

(3.22)

素粒子標準模型の場合、g∗(T )と g∗s(T )は、図 3.1のように与えられる。T ≳ 300 GeVの非常に高温
な初期宇宙では、標準模型の素粒子は全て相対論的で熱平衡状態になっており、有効自由度は以下の
ようにあ与えられる。

g∗(T ≳ 300 GeV) = 4︸︷︷︸
EW gauge boson

+8× 2︸ ︷︷ ︸
gluon

+4× 2︸ ︷︷ ︸
Higgs

+
7

8
(6× 2× 6︸ ︷︷ ︸

quark

+ 3× 2× 2︸ ︷︷ ︸
charged lepton

+ 3× 2︸ ︷︷ ︸
neutrino

)

= 106.75 (3.23)

温度が 200 GeV程度に下がると、電弱相転移に伴って電弱相互作用の自発的対称性の破れがおき、光
子とグルーオンを除いて、ほとんどの粒子が質量を獲得する。さらに温度が下がるにつれて質量が大き
い粒子が非相対論的になっていき、自由度は小さくなっていく。温度が 200 MeV程度になると、QCD

相転移が起き、クォーク・グルーオン・プラズマの状態が保てなくなり、クォークとグルーオンはハド
ロンとしてしか存在できなくなる。その後、さらに温度が下がり現在の宇宙の温度になるまでに、電
子・陽電子の対消滅が起き、陽子数と同じ数だけの電子が残されて、非相対論的になる。電子・陽電
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子の対消滅の少し前には、ニュートリノの相互作用が脱結合するために、ニュートリノの温度は光子
の温度に比べて (4/11)4/3倍だけ小さくなる。よって、現在の自由度には光子とニュートリノのみが効
き、それぞれ、以下のように与えられる。

g∗0 = 2 +
7

8
× 3× 2×

(
4

11

) 4
3

≃ 3.363 (3.24)

g∗s0 = 2 +
7

8
× 3× 2× 4

11

≃ 3.909 (3.25)

ここで、標準宇宙論におけるの宇宙の熱史を振り返る。まず量子揺らぎによりインフレーションと
呼ばれる加速膨張期があったと予測されている。その後、再加熱過程と呼ばれる粒子生成がおき、放
射が生成される。宇宙が冷えていくにつれて、放射優勢期、物質優勢期と発展していく。

3.2.2 インフレーション

多くのインフレーションモデルでは、加速膨張はスカラー場 ϕによって起こり、運動方程式は次の
ように与えられる。

ϕ̈+ 3Hϕ̇+ V ′ = 0. (3.26)

ここで、 プライム ( ′)は ϕについての微分を意味する。V は ϕのポテンシャルである。ハッブルパラ
メータはこのスカラー場 ϕのエネルギー密度 ρϕ = ϕ̇2/2 + V によって決定され、フリードマン方程式
は次のようになる。

H2 ≡ 8π

3m2
Pl

(
1

2
ϕ̇2 + V (ϕ)

)
. (3.27)

ここで、MPl = 1/
√
Gはプランク質量 (Planck mass)である。指数関数膨張のためには、場 ϕのエネ

ルギー密度は、そのポテンシャルエネルギーにより支配される (ϕ̇2/2 ≪ V )。この条件は、よく次のよ
うに定義されるスローロールパラメータ (slow-roll parameters)によって特徴付けられる。

ϵ ≡
m2

Pl

16π

(
V ′

V

)2

, (3.28)

η ≡
m2

Pl

8π

V ′′

V
. (3.29)

いわゆるスローロールの条件である ϵ ≪ 1と |η| ≪ 1が満たされている限り、宇宙膨張率をほぼ一定
に保ったままインフレーションが継続するので、スローロール近似はインフレーション時に生じるゆ
らぎを理論的に研究するのに有用なツールとなる。
スローロールの領域では、地平線の外側に発生する原始スカラー摂動スペクトル PS,prim(k)と原始

テンソル摂動スペクトル PT,primが次のように導出される。

PS,prim(k) =
1

πϵ

(
H

mPl

)2

|k=aH (3.30)

PT,prim(k) =
16

π

(
H

mPl

)2

|k=aH (3.31)

ここで、Hは波数 kのモードが地平線を出た時の時間で評価される。テンソルスペクトルPT,prim(k)の
スケール不変性からの偏差をパラメータ化するために、スローロールパラメータ [42,43]の観点から表
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すことができるテンソルスペクトル指数 (the tensor spectral index)nT とそのランニング指数 (running

index)αT を使用することができる。

nT (k) ≡
d lnPT,prim(k)

d ln k
≃ −2ϵ (3.32)

αT (k) ≡
dnT

d ln k
≃ 4ϵη − 8ϵ2 (3.33)

よって、パワースペクトルは、次のような展開で表すことができる。

ln
PT,prim(k)

PT,prim(k0)
= nT (k0) ln

k

k0
+

1

2
αT (k0) ln

2 k

k0
+ · · · , (3.34)

ここで、k0はピボットスケール (pivot scale)である。また、テンソル-スカラー指数 rについても、ϵ

によって書くことができる。

r ≡
PT,prim(k)

PS,prim(k)
≃ 16ϵ. (3.35)

これらのパラメータは後に用いることになる。

3.2.3 再加熱過程

インフレーション後に起きる再加熱過程の間、スカラー場のエネルギーは、放射、あるいは、軽い
他の粒子についてのポテンシャルエネルギーの最小値近傍の振動に変換される。ここでは、スカラー
場の摂動的な崩壊 [44,45]で、スカラー場と軽いフェルミオンの相互作用のみを考える。すると、ϕの
方程式は、崩壊項を含めて [?, 46]、次のように書かれる。

ϕ̈+ (3H + Γ)ϕ̇+ V ′ = 0 (3.36)

ここで、Γは ϕの崩壊幅であり、ポテンシャル底での振動周波数に依存する。この式は相互作用場の質
量と崩壊率 Γが場 ϕの振動周波数より十分に小さい場合にのみ有効である。崩壊がボソニックであり、
パラメータが特定の条件 [46]を満たす場合に起こる予熱 (Preheating) [47, 48] のような非線形過程は
扱わない。そのような過程は、高周波数で変わった形のスペクトルになる重力波を生成しうる [49–52]。
しかし、本論文ではそのような過程を考えないため、詳細には立ち入らない。
放射のエネルギー密度は次のように書かれる。

ρ̇R + 4HρR = Γρϕ. (3.37)

フリードマン方程式は、宇宙の全エネルギー密度を用いて表されるので、

H2 =
8π

3m2
Pl

(ρϕ + ρR) (3.38)

式（3.36)-(3.38）を解くことで、宇宙膨張率を求めることができる。インフレーション後の再加熱は、
Γ ∼ H あたりで終了する。ここで、場 ϕは崩壊し、宇宙は放射優勢になる。

3.3 重力波スペクトル

3.3.1 重力波の運動方程式

[53,54]を元に解説する。重力波は平坦なフリードマン-ロバートソン-ウォーカー時空での計量の揺
らぎとして記述される。計量を次のように取る。

ds2 = −dt2 + a2(t)(δij + hij(t,x))dx
idxj . (3.39)
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ここで、a(t)はスケール因子で、tは時間、xは共動座標を表す。また、hijは、トランスバース-トレー
スレス条件 (h00 = h0i = ∂ihij = hii = 0) を満たすとする。
重力波の運動方程式は以下で与えられる。

−1

2
h ;ν
ij;ν = 8πGΠij . (3.40)

ここで、Πij はエネルギー-運動量テンソルの非等方圧のトランスバース-トレースレス成分であり、以
下で定義される。

Tij = pgij + a2Πij . (3.41)

pは圧力を表す。完全流体の場合は、Πij = 0となるが、これは一般的には正しくなく、例えば、ニュー
トリノ脱結合後に Πij ̸= 0となることが予言されている。この項は、脱結合した相対論的粒子が存在
し、その粒子のエネルギー密度が宇宙のエネルギー密度に比べて比較的大きい場合に、この項の効果
によって重力波スペクトルが減衰する。しかし、例本研究で考察する重力波周波数域にはこの影響は現
れず、加えて、本論文で考察するNS によるΠij の寄与は非常に小さいことが考えられるため、以降、
Πij = 0とする。また、テンソルの摂動 hij のみを扱うので、各成分を一般座標変換の下でスカラー量
として扱うことができ、例えば hij;µ = hij,µとなる。重力波の運動方程式について、左辺は以下のよ
うになる。

h ;ν
ij;ν = ḡµν(hij,µν − Γα

µνhij,α),

= −ḣij +

(
∇2

a2

)
hij −

(
3ȧ

a

)
hij . (3.42)

ここで、Γ0
0ν = Γ0

µ0 = 0, Γ0
ij = δij ȧaであり、ḡij = a−2δij とした。ドット (˙)は時間微分を表す。よっ

て、式 (3.40)は、以下のようになる。

ḧij + 3Hḣij −
∇2

a2
hij = 0. (3.43)

H = ȧ/aはハッブルパラメータである。後の便利のため、hijをフーリエモードに分解し、共動運動量
を kとすると、

hij(t,x) =
∑

λ=+,×

∫
dk3

(2π)
3
2

ϵλij(k)h
λ
k, (3.44)

となる。ここで、ϵλij はトランスバース-トレースレス条件を満たし、
∑

ij ϵ
λ
ij(ϵ

λ′
ij )

∗ = 2δλλ
∗
と規格化さ

れる。フーリエモードを用いて、式 (3.43)は、以下のようになる。

ḧλk + 3Hḣλk +
k2

a2
hλk = 0. (3.45)

エネルギー運動量テンソルのトランスバース-トレースレス成分 Piijが無視できる場合、宇宙の他の成
分の寄与は第二項を通してのみ現れる。つまり、ハッブルパラメータH に依存して、重力波が発展す
ることを意味している。共形時間（conformal time）τ(dτ ≡ dt/a(t)で定義される。)を用いて記述す
ると、

d2hλk
dτ2

+

[
2

a

da

dτ

]
dhλk
dτ

+ k2hλk(t,k) = 0. (3.46)

となる。
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3.3.2 宇宙膨張における重力波の振る舞い

以下、膨張する宇宙の中で初期宇宙で生成された重力波がどのように進化していくのかを簡単に説
明する。特に、インフレーション時の揺らぎによって生成された背景重力波 (原始重力波とも呼ばれ
る)を想定し、解説する。

インフレーション中の振幅

まず、インフレーション中の hλk の振幅を求める。インフレーション当初の間では、注目すべきモー
ド kはハッブル地平線 aH の奥深く (k ≫ aH) にあり、量子力学的にゆらぎを持っていた。この段階
の hλk の振幅を求める。(詳細は [43,55]見ればいいらしい。 ) インフレーション中の重力波の初期条件
を求めるために、量子力学的な取り扱いを必要とする。
hλkを揺らぎとして取り扱っており、いわゆる量子化を行うように、交換関係を設定するが、これに

ついて、再スケール化した変数によって実施する。

vλk(τ,k) ≡
ahλk
16πG

. (3.47)

この共役運動量を πλ
k(τ,k) = ∂vλk(τ,k)/∂τ とすると、以下の交換関係を満たす。

[v̂λk, π̂
σ†
l ] = iδλσδ(3)(k− λ),

[v̂λk, v̂
σ
k] = [π̂λ†

k , π̂σ†
k ] = 0. (3.48)

量子力学的な演算子について、次のように表す。

v̂k(τ,k) = vk(τ, k)â
λ
k + v∗k(τ, k)â

λ†
−k, (3.49)

ここで、生成、消滅演算子 âλk, â
λ†
−kは、以下の交換関係を満たすとする。

[âλk, â
σ†
l ] = δλσδ(3)(k− l),

[âλ,k â
σ
l ] = [âλk, â

σ†
l ] = 0. (3.50)

これは、ロンスキアン条件、

v∗k
dvk
dτ

− vk
dv∗k
dτ

= −i, (3.51)

を満たす。すると、式 (3.43)を、共形時間 (conformal time)微分によって置き換えて、

d2vk
dτ2

(
k2 − 1

a

d2a

dτ2

)
vk = 0. (3.52)

共形時間とインフレーション中の膨張率の関係を使うと、τ ≃ −1/(aH)であり、これは、da/dτ ≃
−a/τ と等しく、二階微分は、(d2a/dτ2)/a ≃ 2/τ2 と書き直せる。短波長極限 (k/aH → ∞)の時は、
1/τ ≃ −aHの項は無視することができる。そして、式 (3.51)を用いて漸近的な解を得ることができる。

vk → 1√
2k

e−ikτ . (3.53)

これは、インフレーション中の地平線の十分内側のモードの解であり、重力波の発展を計算するため
の初期条件として用いることができる。この解を hλkとして書くと、次のようになる。

|hλk|2 =
16πG

2ka2
(3.54)
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インフレーション後の振幅

インフレーションによって宇宙が指数関数的に膨張すると、重力波の各モードは地平線の外側を横
切る (k < aH)。このとき、量子ゆらぎは古典的になると仮定する。式 (3.46)の第 2項が第 3項に比べ
て支配的になることを利用して、次の式が得られる。

h′′λ,k
h′λ,k

≈ −2a′

a
(3.55)

この解は次のようになる。

hλ,k(τ) = A+B

∫ τ dτ ′

a2(τ ′)
, (3.56)

ここで、A,Bは積分定数である。崩壊モードである第 2項を無視すると、地平線の外では hλ,kは一定
であることがわかる。そして、次の解を得ることができる。

hλk ∝ const. (3.57)

インフレーションが終わった後、地平線内 (k > aH)に再び入ってきたモードは振動を始める。hλkは、
WKB解によって記述される。式 (3.46)に対して、解の形を次のように仮定する。

hλk(τ) = A(τ) exp[iB(τ)]. (3.58)

そして、振幅の時間変化に対して、振動が非常に早い場合を考えると、これは、dA/dτ と d2A/dτ2が
dB/dτ よりも十分小さいことを意味する。この解を、式 (3.46)に代入すると、実部と虚部の二つの方
程式がそれぞれ出てくる。

d2A

dτ2
−A

(
dB

dτ

)2

+

[
2

a

da

dτ

]
dA

dτ
+ k2A = 0,

2
dA

dτ

dB

dτ
+A

d2B

dτ2
+

[
2

a

da

dτ

]
A
dB

dτ
= 0. (3.59)

d2A/dτ2 ≪ dB/dτ と d2A/dτ2 ≪ dB/dτ と考えているモードが十分に地平線の内部 ((da/dτ)/a ≪ k)

にあるとすると、Bについて、次の解を得る。

B(τ) = ±kτ + const. (3.60)

この解を 式 (3.46)に代入すると、Aについての解が得られ、

A(τ) ∝ a−1 (3.61)

したがって、次のようなWKB解を得ることができる。

hλk(τ) =
C

a
exp(±ikτ + α), (3.62)

∝ a−1e±ikτ (3.63)

ここまでの内容をまとめると、重力波の振幅 hλkは地平線の内外で振る舞いが変わり、以下のように
なる。

hλk ∝ const. (k < aH) (3.64)

hλk ∝ a−1e±ikτ (k > aH) (3.65)
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3.3.3 重力波スペクトル

重力波のエネルギー密度 ρGWと宇宙の臨界密度 ρcrを用いて、重力波の強さを表す無次元量を定義
する。

ΩGW ≡ 1

ρcr

dρGW

d ln k
(3.66)

ここで、臨界密度は、ρcr = 3H2/8πGである。ρGWのフーリエ変換を用いた形は、次のようになる。

ρGW =
1

64πGa2
⟨(∂τhij)2 + (∇⃗hij)

2⟩

=
1

32πG

∫
d3k

(2π)3
k2

a2
2
∑
λ

|hλk|2 (3.67)

モードが地平線の内部にあることをここでは仮定しており、式 (3.65)のように振る舞うことから、モー
ドの共形時間微分は、空間平均 ⟨· · ·⟩をとるときの空間微分と同じとみなすことができることを意味し
ている。
原始テンソルパワースペクトル PT,prim(k)とテンソル伝達関数 TT (k)によって、テンソルパワース

ペクトル PT (k)を次のように定義する。

PT ≡ k2

π2

∑
λ

|hλk|2 = PT,prim(k)T
2
T (k). (3.68)

よって重力波スペクトルは以下のように書くことができる。

ΩGW =
1

12

(
k

aH

)2

PT,prim(k)T
2
T (k). (3.69)

この式は、スペクトル形状を PT,prim(k) と TT(k) の 2つの部分に分割することで、スペクトルを評
価するのに有用であるため、これまでの研究で用いられてきたものである。スペクトル形状は、イン
フレーション時にモードが地平線を離れたときと、インフレーション後にモードが地平線に戻ったと
きの両方で、宇宙膨張率の影響を受ける。PT,prim(k)はインフレーション終了時のスペクトルなので、
前者の寄与のみが含まれているのに対し、TT(k)はインフレーション終了後の各モードの時間発展を
表しており、後者の寄与のみが含まれていることになる。
放射優勢期と物質優勢期の二つの場合についての、重力波スペクトルΩGWの周波数依存性を見る。

今、原始テンソルパワースペクトルの周波数依存性はないと仮定する (PT,prim(k) ∝ k0)。地平線の外
側（k < aH、スーパーホライズンスケールとも言う）では、hλkは一定となる。これは、伝達関数は
　地平線を横切った時の hλkの振幅によって定義されることを意味する。つまり、

TT(k
2) =

|hλk,0|2

|hλk,hc|2
(3.70)

とする。ここで、“0”は現在の時間を意味し、“hc”は地平線を横切る（horizon-crossing）時間を意味
する。モードが地平線内部に再び入った後から、スケール因子に反比例して減少する。つまり、

|hλk,0| = |hλk,hc|
(
ahc
a0

)
(3.71)

よって、伝達関数は、

T 2
T =

a2hc
a20

(3.72)
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となる。したがって、現在の重力波のエネルギースペクトルは、以下のようになる。

ΩGW,0 =
k2

12a20H
2
0

PT,prim
a2hc
a20

. (3.73)

k = ahcHhcの関係を使うと、ΩGW,0の hhcの値は、kによって書くことができる。宇宙が放射優勢の
場合、ハッブルパラメータは、H ∝ a−2のように振る舞い、これは、ahc ∝ k−1を意味するとになる。
よって、ΩGW,0は、

ΩGW,0 ∝ k0 (3.74)

となる。同様に、宇宙が物質優勢の場合は、ハッブルパラメータが H ∝ a−3/2 のように振る舞い、
ahc ∝ k−2となり、

ΩGW,0 ∝ k−2 (3.75)

となる。また、現在の周波数 f は k = 2πfa0 (a0 = 1)の関係式を満たしており、kの依存性はそのま
ま f の依存性に対応している。
ここで、放射優勢期 (RD era : Radiation dominant era ) , 物質優勢期 (MD era : Matter dominant

era), 真空エネルギー優勢期 (VD era : Vacuum dominant era)の振る舞いをまとめると以下のように
なる。

ρ ∝


a−4 RD (p = 1

3ρ)

a−3 MD (p = 0)

const. VD (p = −ρ)

, H ∝


a−2 (RD)

a−
3
2 (MD)

const. (VD)

(3.76)

k = aH ∝


a−1 (RD)

a−
1
2 (MD)

a1 (VD)

↔ a ∝


k−1 (RD)

k−2 (MD)

k1 (VD)

(3.77)

T 2
T ∝


k−2 (RD)

k−4 (MD)

k2 (VD)

, ΩGW ∝


k0 (RD)

k−2 (MD)

k4 (VD)

(3.78)

1

1 また、これは状態方程式 p = wρを使うとシンプルにも書ける。

ρ ∝ a−3(1+w), H ∝ a− 3
2
(1+w) (3.79)

k ∝ a− 1+3w
2 ↔ a ∝ k− 2

1+3w (3.80)

T 2
T ∝ k− 4

1+3w , ΩGW(t0, k) ∝ k
2(3w−1
3w+1 (3.81)
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3.4 重力波観測実験

ここでは、重力波観測実験について簡単にレビューする。2

重力波を検知するには、単独の自由質点に対する重力波の影響は感知できないため、重力波の波長
に比べて微小な距離隔てられた２点間の重力の差 (潮汐力)を測定する必要がある。２つの自由質点間
の距離は、重力波の振幅と二点間の距離の積に比例して変化する。よって、有限の距離に対して、重力
波が与える影響を検出することで重力波を検出する。しかし、重力波振幅は微小であるために、変化
量は非常に小さく、極めて高精度な測定を行う必要がある。例えば、２点間の距離が 1 km = 105 cm

だとすると、重力波の振幅が 10−21 の場合、その変化量は、10−16 cmである。
重力波の効果を調べるためには、空間的な距離の変化よりも光の伝播時間の変化を調べる方が便利

である。主に、レーザー干渉計を用いる方法とパルサータイミングアレイを用いる方法がある。
レーザー干渉計とは、反射鏡を用いながら異なる２方向に光を往復させた後に、２方向から戻ってき

た光を干渉させる。重力波の影響で光の伝播距離が変化することを利用し、伝播距離が非対称に時間
変化すると干渉光の強度が変動するので、この変動を測定することで重力波の検出を行う。実用的な
重力波検出器で現在稼働中なものは全て地上レーザー干渉計になる。例えば、図 3.2で示す LIGO [56]

とVirgo [57]、さらに、図 3.3で示す KAGRA [58]がこれにあたる。

図 3.2: 左から、The LIGO (Livingston Observatory)、LIGO (Hanford Observatory)、Virgoの写
真。https://www.ligo.org/news/blind-injection.phpより引用。

図 3.3: KAGRA： [58]より引用。

2詳細を知りたい場合は、Yukawa ライブラリー「重力波の源」柴田大 久徳浩太郎、Michele Maggiore 「Gravitational
Waves」などを参照していただきたい。
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将来の重力波検出器として、宇宙にレーザー干渉計を打ち上げるレーザー干渉計である、LISA [59]、
BBO [60]、DECIGO [61]が計画されている。

パルサータイミングアレイでは、パルサーからの規則正しい時間間隔で到来するはずの電波パルス
が、重力波によって乱されることを利用して重力波検出を行う。現在測定を行なっているNANOGrav

実験 [62]や図 3.4で示すような将来の SKA実験 [63]がこれにあたる。

図 3.4: SKAは、3大陸で 2つの望遠鏡を運用する 1つの天文台となる（左から時計回りに、オース
トラリアの SKA-Low、イギリスの SKAグローバル本部、南アフリカの SKA-Midの写真）。 https:

//www.skatelescope.org/towards-ska-observatory/より引用。

32

https://www.skatelescope.org/towards-ska-observatory/
https://www.skatelescope.org/towards-ska-observatory/


第4章 ニュートリノ質量と背景重力波

本章では、本博士論分の主要な結果であるニュートリノ質量を背景重力波によって検証する方法を
解説する。最も軽いニュートリノ質量に伴う右巻きニュートリノを考えると、最も軽いニュートリノ
質量の値が小さい場合には、NSの結合定数は非常に小さくなるため、長寿命になる。このような長寿
命粒子が初期宇宙に存在する場合、宇宙のエネルギー密度の大部分を担うことができ、宇宙膨張則に
影響を与えるとともに、崩壊によって付加的なエントロピーを生成することがある。重力波スペクト
ルには、宇宙膨張則の影響が刻まれるために、変更された宇宙膨張の影響がそのまま重力波スペクト
ルに現れることになる。
まず始めに、エントロピー生成についてとそれに伴う重力波スペクトルについてレヴューし、その

後、研究結果について解説する。

4.1 エントロピー生成

ここでは、主に、[64]を参考に初期宇宙でのエントロピー生成とエントロピー生成を引き起こす長
寿命粒子に対するビッグバン元素合成 (Big Bang Nucleosymsesis, BBN)からの制限について、解説
する。
長寿命粒子を N として、以降議論を進めていく。 非相対論的な粒子が、脱結合後、崩壊前に十分

な量存つまり、T ≫ Yeq = neq/s (neqは平衡下の数密度, sはエントロピー密度)となる場合、かなり
のエントロピーを生成することができる。脱結合し、崩壊前の量を YN = nN/sと定義する。ここで、
nN はN の数密度であり、sはエントロピー密度である。N が非相対論的になるとすると、エネルギー
密度は a−3に比例する。放射のエネルギー密度は、a−4に比例するために、N が十分長い寿命を持つ
と、宇宙のエネルギー密度の大きな割合を担ってから崩壊することになる。この場合、十分なエント
ロピーを生成することができる。

以下、エントロピー生成の簡単な見積もりを行う。崩壊が全て t ∼ τN (τN はN の寿命) の時に起き
るとする。また、N のエネルギー密度 ρN は、この時に、放射のエネルギー密度 ρRに比べて十分大き
いとする。
N が、t ∼ H−1 ∼ τN で崩壊し、その時の宇宙の温度は T = TRであり、宇宙全体のエネルギー密

度は、ρtot ∼ ρN = sYNMN である。N の崩壊の直前には、TRと τN は次のように関連している。

H2(TR) ≡ H2(TR) ∼ Gρ ∼ YNT 3
RMN/m2

P ∼ τ−2
N (4.1)

N が（宇宙膨張の時間スケールに比べて）即時に相対論的粒子に崩壊するとすると、即時に宇宙を再
加熱することになる。すると、N の崩壊後、放射エネルギー密度は、

ρR ∼ g∗T
4
R (4.2)

これは、エネルギー 保存則より、崩壊直前のエネルギー密度に等しい必要があるので、N の崩壊前後
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のエントロピーの比は、以下のようになる。

Safter

Sbefore
≡

g∗s(TR)a
3T 3

R

g∗s(TD)a3T 3
D

∼ g
1
4
∗
YiMNτ

1
2
N

m
1
2
pl

(4.3)

加えて、宇宙はN の崩壊によって再加熱される。

Tafter

Tbefore
=

TR

TD
=

(
Safter

Sbefore

) 1
3

(4.4)

ここから、問題を注意深く取り扱っていく。まず、N のエネルギー密度について考察する。N の崩
壊により、共動座標内のN の数（≡ a3nN）は通常の指数関数則に従って減少するので、

d(a3nN )

dt
= −τ−1

N (a3nN )

ṅN + 3HnN = −τ−1
N nN . (4.5)

N は非相対論的であり、そのエネルギー密度は ρN = MNnN で与えられ、上式はエネルギー密度で置
き換えることができる。

ρ̇N + 3HρN = −τ−1
N ρN (4.6)

この方程式の解は、以下のようになる。

ρN (a) = ρN (ai)

(
a

ai

)−3

exp(− t

τN
) (4.7)

N の崩壊によるエネルギーの解放が宇宙膨張の時間スケールより小さいとすると、そのエネルギー
は相対論的な粒子に変換され、宇宙の温度は温められることになる。この場合、宇宙のエネルギー密
度は、 N のエネルギー密度と放射のエネルギー密度 ρRで構成されることになる。共動体積中の熱力
学第二法則より、

dS =
dQ

T
=

−d(a3ρN )

T
=

a3ρN
T

dt

τN
, (4.8)

ここで、S = 2π2

45 g∗sT
3a3より、

S
1
3 Ṡ =

(
2π2

45
g∗s

) 1
3

a4
ρN
τN

(4.9)

この微分方程式の解は、以下のようになる。

S
4
3 = S

4
3
i +

4

3
ρN (ai)a

4
Iτ

−1
N

∫ t

tI

(
2π2

45
g∗s

) 1
3 a(t′)

ai
exp(− t′

τN
)dt′ (4.10)

g∗が一定の極限では、熱力学第一法則が単純な理解を与え、放射のエネルギー密度の発展方程式と
して与えられる。

d(a3ρR) = −pRd(a
3)− d(a3ρN ) = −ρR

3
d(a3) + (a3ρN )τ−1

N dt

ρ̇R + 4HρR = τ−1
N ρN (4.11)
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この方程式は、 式 (4.9)の g∗が一定の場合と一致する。

フリードマン方程式より、

H2 =

(
ȧ

a

)2

=
1

3M2
P

(ρN + ρR) (4.12)

放射のエネルギー密度は、共動体積あたりのエントロピーと関連づけられ

ρR =
3

4

(
2π2

45
g∗s

) 1
3

S
4
3a−4, (4.13)

となる。
N の崩壊前のエントロピー SiとN の崩壊後のエントロピー Sf の比をとることで、どのくらいのエ

ントロピーが生成されたかを表す。これをエントロピー生成比と呼ぶ。解析的にエントロピー生成比
を求めると以下のようになる。

∆S ≡
Sf

Si
=

[
1 +

4

3

(
45

2π2g∗s(Ti)

) 1
3 MNYi

Ti
I

] 3
4

,

I = τ−1
N

∫ ∞

0

(
45

2π2g∗s(Ti)

) 1
3 a(t)

ai
exp(− t

τN
)dt. (4.14)

ここで、I は以下のように与えられる。

I = 1.09

(
8πρN
3m2

P

) 1
3

τ
2
3
N

(
2π2

45

) 1
3

⟨g
1
3
∗s⟩ (4.15)

ここで、積分を実行すると、I は、以下のように与えられる。

Sf

Si
≃ 1.83 ⟨g

1
3
∗s⟩

3
4 MNYiτ

1
2
N

m
1
2
P

(4.16)

式 (4.6)、式 (4.9)、式 (4.12)を解くことで、エントロピー生成比を求めることができ、図 4.1のよ
うに与えられる。ここで、エントロピー生成を引き起こす長寿命粒子のエネルギー密度は ρX として、
この時の質量はM = 106GeV、崩壊幅は、Γ = 10−15 GeVとした。初期残存量は熱平衡の値をとり、
宇宙の温度が T = M の時からの発展を追った。放射（相対論的な粒子）のエネルギー密度 ρR のス
ケール因子に対する依存性は ρR ∝ a−4であり、長寿命粒子は非相対論的な粒子として振る舞うので、
ρX ∝ a−3となる。そのため、十分に長い寿命を持つ場合、ρX は宇宙のエネルギー密度の大部分を担
うことになる。その後、粒子は標準模型粒子に崩壊し、エントロピーが生成される。
N が長寿命すぎる場合、ビックバン元素合成 (BBN)に影響を与え、現在の宇宙を構成するための軽

元素比と矛盾してしまうために、N の寿命に対して制限が与えられる。この制限は、以下の関係式を
満たす温度 TRでよく与えられ、この温度は再加熱温度と呼ばれる。

ΓN = 3H(TR), (4.17)

ここで、ΓN はN の崩壊幅であり、H(TR) =
√

π2

3M2
P
g∗(TR)T 4

R は宇宙の温度が TR の時のハッブルパ

ラメータである。BBNがうまくいくためには、おおよそ、TR ≳ 1 MeVである必要があり、最新の解
析結果 [65]では、長寿命粒子が 100パーセント、ハドロンに崩壊する場合に、

TR > 4− 5 MeV (4.18)

という制限を与えている。
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図 4.1: 左縦軸はエネルギー密度の発展、右縦軸はエントロピー 生成比∆Sを表す。横軸はスケール
因子 log(a/ai)を表す。

4.2 重力波スペクトル

エントロピー生成が与えるインフレーション起源重力波への影響はこれまで研究されてきており [66–

77]、ここでは、主に、[73]で示されるフィッティング関数を使って、NS によるエントロピー生成が起
きた場合での重力波スペクトルを求める。
現在の重力波スペクトルは以下で表される。

ΩGW(k) =
1

12

(
k

a0H0

)2

T 2
T (k)P

prim
T (k) , (4.19)

a0 = 1は現在のスケール因子、H0 = 100 h kms−1Mpc−1( h = 0.674 [21])は現在のハッブルパラメー
タ、k = 2πfa0は波数、f は現在の周波数、T 2

T (k)は伝達関数 (Transfer Function)、P prim
T (k)は原始

テンソルパワースペクトルである。P prim
T (k)は以下のように与えられるものとする。

Pprim
T (k) = r Pprim

S (k∗)

(
k

k∗

)nT

(4.20)

ここで、k∗は基準スケール、Pprim
S (k∗)は原始スカラーパワースペクトル、rはテンソル-スカラー比

であり、以下のように与えられる (rについては、制限が与えられている) [78]。

k∗ = 0.05 Mpc−1 (4.21)

Pprim
S (k∗) = 2.0989× 10−9 (4.22)

r < 0.063 (4.23)

以下、伝達関数 T 2
T (k)は参考文献 [73]で示される結果を用いることにする。まず、右巻きニュートリ

ノNS の崩壊によるエントロピー生成を伴わない場合の伝達関数は以下のように与えらえる。

T 2
T (k) = Ω2

m

(
g∗(Tin)

g∗0

)(
g∗s0

g∗s(Tin)

) 4
3
(
3j1(kτ0)

kτ0

)2

T 2
1 (xeq)T

2
2 (xRI) (4.24)
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Ωm = 0.315は物質パラメータ、j1(x)は球ベッセル関数である1。T 2
1 (xeq)、T 2

2 (xR)は、以下のように
与えられる。

T 2
1 = 1 + 1.57x+ 3.42x2, (4.25)

T 2
2 = (1− 0.22x1.5 + 0.65x2)−1. (4.26)

xについては xA ≡ k/kAのように基準となる波数に規格化された波数として定義され、物質放射時に
対応する波数 keqとインフレーション後の再加熱時に対応する波数 kRI はそれぞれ以下のように与え
られる。

keq = 7.1× 10−2Ωmh2 Mpc−1, (4.27)

kRI = 1.7× 1014
(
g∗s(TRI)

106.75

) 1
6
(

TRI

107 GeV

)
Mpc−1 (4.28)

ここで、TRI はインフレーション後の再加熱温度を表す。また、有効自由度についても [73]で与えら
れているフィッティング関数を用いることにする。

g∗(Tin(k)) = g∗0

A+ tanh
[
−2.5 log10

(
k/2π

2.5×10−12 Hz

)]
A+ 1


B + tanh

[
−2.0 log10

(
k/2π

6.0×10−9 Hz

)]
B + 1


(4.29)

ここに現れる係数AとBは、

A =
−1− 10.75

g∗0

−1 + 10.75
g∗0

, (4.30)

B =
−1− gmax

10.75

−1 + gmax

10.75

, (4.31)

であり、gは素粒子標準模型を仮定して gmax = 106.75とする。g∗s(Tin)に置き換える場合には、g∗0 =

3.36を g∗s0 = 3.91に置き換えれば良い。
これらを用いて、インフレーション後のエントロピー生成のみを考慮した標準宇宙論の場合の重力

波スペクトルが得られる。例えば、nT = 0, k∗ = 0.05 Mpc−1 r = 0.06とした場合には、図 4.2のよ
うに与えられる。

エントロピー生成を伴う場合の伝達関数は以下のように修正される。

T 2
T (k) = Ω2

m

(
g∗(Tin)

g∗0

)(
g∗s0

g∗s(Tin)

) 4
3
(
3j1(kτ0)

kτ0

)2

T 2
1 (xeq)T

2
2 (xR)T

2
3 (x

′
R)T

2
2 (x

′′
R) (4.32)

伝達関数 T 2
3 は以下のように与えられる。

T 2
3 = 1 + 0.59x+ 0.65x2 (4.33)

また、基準となる波数はそれぞれ以下のように与えられる。

kR = 1.7× 1014
(
g∗s(TR)

106.75

) 1
6
(

TR

107GeV

)
(4.34)

k′R = kR ∆S
2
3 (4.35)

k′′R = kR ∆S− 1
3 (4.36)

例えば、TR = 10MeV, ∆S = 100のエントロピー生成が起きる場合には、図 4.3のようなスペクト
ルが予言される。

1kτ0 → 0の極限で、j1(kτ0) = 1/(
√
2kτ0)で与えられる。
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図 4.2: 重力波スペクトルの例。nT = 0, k∗ = 0.05 Mpc−1 r = 0.06とした。左図は、TRI = 106 GeV

の時のスペクトルを表す。右図は、TRI = 106 GeV(黒の実線)、TRI = 107 GeV(黒の破線)、TRI = 108

GeV(黒の点線)を表す。

4.3 シーソー機構とエントロピー生成

素粒子標準模型に３つの右巻きニュートリノ νRI (I = 1, 2, 3)を加えたモデルを考える。ラグランジ
アンは以下のように与えられる。

L = LSM + iνRIγ
µ∂µνRI −

(
FαILαHνRI +

MI

2
νcRIνRI + h.c.

)
, (4.37)

ここで、ヒッグス場と左巻きレプトン場の二重項をそれぞれ H and Lα (α = e, µ, τ)のように表す。
また、F は湯川結合行列であり、MI は右巻きニュートリノの質量行列である。湯川結合行列は、カ
サス-イバラ パラメタリゼーション (Cassas-Ibarra parameterization)を用いて、以下のように表され
る [79]。

F =
i

⟨H⟩
UD1/2

ν ΩD
1/2
N , (4.38)

ここで、U は PMNS 行列、Dν = diag(m1,m2,m3 は対角化された左巻きニュートリノ質量行列、
DN = diag(M1,M2,M3)は右巻きニュートリノ質量行列、そして、Ω は 3 × 3 複素直行行列である
(ΩΩT = 1)。
この解析において、最も軽い右巻きニュートリノをm0と表し、他の質量よりも十分軽いとする。

m3 > m2 ≫ m1 = m0 順階層の場合, (4.39)

m2 > m1 ≫ m3 = m0 逆階層の場合 . (4.40)

加えて、右巻きニュートリノの一つをNS (I = S)とし、NS は非常に抑制された湯川結合を持つとす
る。NSの質量はMSと表す。さらに、複素直行行列Ωについて、Ω1S ≃ 1 and ΩiS ≃ 0 (i = 2, 3)（順
階層の場合）、Ω3S ≃ 1 and ΩiS ≃ 0 (i = 1, 2)（順階層の場合）とする。この場合、湯川結合定数を以
下のように得ることができる。

F 2
S ≡ (F †F )SS ≃ MSm0

⟨H⟩2
, (4.41)

つまり、NS の湯川相互作用は非常に小さいm0の値と共に、抑制される事になる。
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図 4.3: 重力波スペクトルの例。nT = 0、k∗ = 0.05 Mpc−1、r = 0.06、TRI = 108 GeVとした。黒
の破線は標準宇宙論の場合のスペクトルである。黒の実線は、TR = 10MeV, ∆S = 100の場合のスペ
クトルを表す。

NS の質量MS がヒッグスボソン質量よりも十分大きい場合、NS は主にヒッグスとレプトンのペア
に二体崩壊し、寿命は以下のように見積もることができる。

τNS
=

8π

F 2
S MS

≃ 8π ⟨H⟩2

m0M2
S

(4.42)

≃ 5.0× 10−7 sec

(
10−9 eV

m0

)(
1 TeV

MS

)2

. (4.43)

NSの質量と湯川結合定数が小さい場合、寿命は非常に長くなる。このような場合、宇宙のエネルギー
密度の大部分を担うことがあり、その時に、NS の崩壊により付加的なエントロピーが生成される。
長寿命粒子の崩壊によりエントロピー生成が起きるためには、その長寿命粒子が脱結合し非相対論

的に振る舞うことで、宇宙のエネルギー密度の割合を十分に占める必要がある。脱結合の条件は粒子
の反応率 ΓとハッブルパラメータH の関係により求められ、Γ/H < 1となる場合、この反応は脱結
合する。右巻きニュートリノの反応率は Γ ∼ F 2T であり、ハッブルパラメータをH ∼ T 2/MP とする
と、脱結合の条件より、

F 2
S ≲ MS

MP
, (4.44)

となる。ここで、この時の温度を右巻きニュートリノの質量とした（T ∼ MS）。ここで、MP はプランク
質量 ( reduced Planck mass)である。この条件式は、極めて小さいm0に対応する（m0 < O(10−5) eV）。
NS の崩壊による再加熱温度は、NS の崩壊幅 ΓNS

(ΓNS
= 1/τNS

)を用いて、 以下のように得られ
る。2

2

Γ = 3H(TR), H(TR) =

√
π2

90M2
P

g∗(TR)T 4
R (4.45)
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図 4.4: 右巻きニュートリノ NS の崩壊による再加熱温度 TR (左図) とエントロピー生成比 ∆S (右
図) 。横軸は最も軽い左巻きニュートリノの質量m0 [eV]。

TR =

(
10

π2g∗(TR)

) 1
4

(MPΓNS
)
1
2 (4.46)

∼ 1 GeV
( m0

10−10 eV

)1/2( MS

1 TeV

)
. (4.47)

再加熱温度は、ビッグバン元素合成により制限されており、現在観測されている軽元素量を実現す
るためには、TR ≳ O(1) MeV である必要がある。最近の解析結果 [65]によると、TR ≥ 4− 5 MeV と
いう結果が与えられている。
エントロピー生成比∆Sは、インフレーション後の粒子生成が終わった直後のエントロピー S(TRI)

とNSの崩壊が終了した後のエントロピーS(TR)の比として定義する。標準模型の場合はエントロピー
は保存するため、∆S = 1となる。同様に、右巻きニュートリノNS によるエントロピー生成が起きな
い場合も∆S = 1となる。

∆S ≡ S(TR)

S(TRI)
=

s(TR)a
3(TR)

s(TRI)a3(TRI)
(4.48)

∼ 10

(
10−10 eV

m0

)1/2

, (4.49)

図. 4.4が右巻きニュートリノNS の質量MS が 1 TeVと 10 TeVの場合の、再加熱温度 TRとエン
トロピー生成比∆Sの結果である。ここで、右巻きニュートリノNS の初期残存量は熱平衡の値をと
り、宇宙の温度が T = MSであることを初期条件とした。以降の解析は全て同様の初期条件を取った。
TRは、式（4.46）より数値的に求め、∆Sは以下の微分方程式を数値的に解くことにより求めた (導出
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は、前小章を参照。)。
ρNS

dt
= −3HρNS

− ΓNS
ρNS

(4.50)

S
1
3
dS

dt
=

(
2π2

45
g∗s

) 1
3

a4ρNS
ΓNS

(4.51)

ここで、tは時間、aはスケール因子、H =
√

1
3M2

P
(ρR + ρNS

)はハッブルパラメータ、ρRは標準模型

の相対論的粒子のエネルギー密度、そして、ρNS
は右巻きニュートリノNS のエネルギー密度である。

この見積もりにおいて、NS は、インフレーション後の粒子生成によりできたとするが、NS の生成機
構については特定しない。NS が脱結合した直後の残存量に関しては、熱平衡を仮定した。
図. 4.4に示されているように、最も軽い左巻きニュートリノ質量m0の値が、m0 ≲ O(10−7) eVの

場合に∆S ≳ 1となり、NS の崩壊によって付加的なエントロピーが生成されていることがわかる。

4.4 ニュートリノ質量と背景重力波

以下、NS の崩壊によるエントロピー生成が、重力波スペクトルにどのように現れるかを示す。
まず初めに、どの周波数域にエントロピー生成の影響が現れるかを示す。付加的なエントロピー生成

が起きる場合、新たな物質優位の時代が初期宇宙に現れることにより、標準宇宙論で予言される重力波
スペクトルに比べてスペクトルが減衰することになる。重力波はホライズンに入ってから宇宙膨張の
影響を受けるため、長寿命粒子の崩壊が終了する以前にホライズン内に入ったモードの重力波のみが、
新たな減衰の影響を受けることになる。つまり、長寿命粒子の崩壊が終了した時に対応する臨界周波数
を fRとすると、f > fRの場合にエントロピー生成による減衰が現れる。ここで、NSはインフラトン
崩壊等により生成され熱平衡になった後に、T = MS以下の温度で非相対論的になるとし、MS < TRI

であることを要請して、生成機構については言及しないことにする。初期条件となる T = MSでのNS

の残存量については、熱平衡の値を用いる。
臨界周波数 fRは、再加熱温度から求めることができる。再加熱温度時にちょうどホライズン内に入る

モードを求めると、ホライズンの大きさ a(TR)H(TR)と重力波モード kRの関係より、kR = a(TR)H(TR)

であり、kR = 2πa(TR)fRa0なので、

fR =
a(TR)

a0

H(TR)

2π
, (4.52)

となる。ここで、a0 = 1は現在のスケール因子であり、再加熱時のハッブルパラメータはH(TR) =√
π2

90M2
P
g∗(TR)T 4

Rと表される。エントロピー生成後の宇宙について、現在まで宇宙全体のエントロピー

が保存しているとすると、スケール因子の比について、

S =sa3 = const.,

∴ s(TR)a(TR)
3 = s(T0)a

3
0,

∴ a(TR)

a0
=

(
g∗s(TR)

g∗s0

) 1
3 T0

TR
, (4.53)

と求めることができる。ここで、エントロピー密度 s(T )について、s(T ) = 2π2

45 g∗s(T )T
3を用いた。ま

た、T0 = 2.7255 Kは現在の宇宙温度である。よって、臨界周波数 fR は、再加熱温度 TR を用いて、
以下のように表される。

fR =
1

6MP

(
g∗s(TR)

g∗s0

) 1
3
(
g∗(TR)

10

) 1
2

T0TR (4.54)

∼ 10−11 Hz

(
TR

10 MeV

)
(4.55)
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次に、NSによるエントロピー生成が起きる場合、標準宇宙論におけるスペクトルに比べて、どのく
らい減衰するかを示す。NS によるエントロピー生成が起きる場合のスペクトルΩGW|wEPとエントロ
ピー生成が起きない場合のスペクトル ΩGW|woEPを用いて、以下のように減衰量を表すことにする。

∆ΩGW =
ΩGW|wEP

ΩGW|woEP
. (4.56)

[66]で示されたように、f ≫ fRにおいて、この減衰因子はエントロピー生成比を用いて、

∆ΩGW ≃ 1

∆S4/3
, (4.57)

∼

{
10

(
10−10 eV

m0

)1/2
}− 4

3

(4.58)

と求めることができる。
エントロピー生成による重力波スペクトルの減衰は、fRと∆ΩGWの特徴的な二つのパラメータで

表されることになる。これらは、それぞれ、TRと∆Sに関係している。fRはm0とMSの二つのパラ
メータに依存していて、∆ΩGW は、ほぼ、m0のみに依存している。この対応関係を表 4.1にまとめ
る。将来の重力波観測実験によって背景重力波が観測された場合、スペクトルの∆ΩGWと fRを読み
取ることで、m0とMS の情報を再構成することが可能となる。

表 4.1: NS の崩壊によるエントロピー生成と重力波スペクトルの減衰の対応とパラメータ依存性
パラメータの依存性 エントロピー生成 重力波スペクトル

m0とMS に依存 TR ↔ fR

m0に依存 ∆S ↔ ∆ΩGW

以下、m0 とMS の値を決めた場合に、どのような重力波スペクトルが予言されるかを示す。まず
は、MS の値を固定して幾つかのm0の値を取った場合のスペクトルを示す。その後、m0の値を固定
して、幾つかのMS の値を取った場合のスペクトルを示す。
図 4.5 は、MS = 10 TeV、m0 = 10−14、10−12、10−10 eV の時の重力波スペクトルである。この

時、テンソル-スカラー比は r = 0.06とし、インフレーションによる再加熱温度 TRI は TRI = 105 TeV

とした。また、nT = 0と 0.5の二つの場合について、スペクトルを示した。∆ΩGWはDECIGOなど、
将来の宇宙レーザー干渉計で検証可能となる。さらに、nT が比較的大きい値をとる場合、fRがパル
サータイミングアレイ実験によって検証可能となる。
図 4.6は、m0 = 10−12 eVで、MS = 103、106、109 TeVの場合の重力波スペクトルである。fRは、

MS > O(106) TeVの場合に、将来の宇宙レーザー干渉計の観測周波数域に現れる。nT が比較的に大
きい場合に、将来の重力波実験で検証可能となる。
図 4.7は、臨界周波数 fRと重力波スペクトルの減衰率∆ΩGWを示す。
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図 4.5: 重力波スペクトル：黒の実線は、MS = 10 TeV、m0 = 10−14、10−12、10−10 eV の時の
重力波スペクトル ΩGW である。黒の波線は、NS によるエントロピー生成がない場合のスペクトル
を表す。r = 0.06、TRI = 105 TeVとした。また、左図は nT = 0であり、右図は nT = 0.5の場合
である。灰色で塗られた領域は既に排除された領域であり、それぞれ、BBN [80]、LIGO-Virgo [81]、
NANOGrav [62]による結果である。色がついた破線はそれぞれ、将来の重力波観測実験の SKA [63]、
LISA [82]、ET [83]、BBO [60]、(B-)DECIGO [84,85] 、Ultimate-DECIGO [86]の感度である。
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図 4.6: 重力波スペクトル：黒の実線は、m0 = 10−12 eVで、MS = 103, 106, 109 TeV の場合の重力
波スペクトル。黒の破線は、NS の崩壊によるエントロピー生成がない場合のスペクトル。r = 0.06,

TRI = 1012 TeV とした。また、左図は nT = 0であり、右図は nT = 0.5の場合である。灰色で塗られ
た領域は既に排除された領域であり、それぞれ、BBN [80]、LIGO-Virgo [81]、NANOGrav [62]によ
る結果である。色がついた破線はそれぞれ、将来の重力波観測実験の SKA [63]、LISA [82]、ET [83]、
BBO [60]、(B-)DECIGO [84,85] 、Ultimate-DECIGO [86]の感度である。
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図 4.7: 臨界周波数 fRとスペクトルの減衰率∆ΩGW 赤の実線は、最も軽いニュートリノの質量m0

を示したもので、青の破線は、右巻きニュートリノNS の質量MS を示したものである。灰で塗られ
た領域は、BBNの制限である、TR = 1, 5 MeV に対応している。
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第5章 結論

ニュートリノ振動現象の発見によって、ニュートリノに質量が存在することが確定した。素粒子標
準模型にはニュートリノ質量は存在しないため、ニュートリノ質量を説明する新理論が必要になる。

ニュートリノ質量値について着目すると、まず、ニュートリノ振動実験によって二つの質量二乗差
が観測されている。ニュートリノの状態はフレーバー固有状態と質量固有状態がそれぞれ３つずつだ
と考えられており、振動実験による二つの質量二乗差の観測から、最も軽いニュートリノ質量値が観
測されば、全てのニュートリノの質量値が観測されることになる。本研究ではこの最も軽いニュート
リノ質量 (m0とした)を観測する方法について考察した。特に、この値が非常に小さくなる場合につ
いて、エントロピー生成の影響による背景重力波スペクトルの歪みを見る方法について研究した。　

ベータ崩壊や宇宙論的な観測によって、ニュートリノ質量には上限がつけられている。ベータ崩壊
とニュートリノを伴わない二重ベータ崩壊についても、最も軽いニュートリノ質量に上限を与えるこ
とができており、KamLAND-zen実験では、m0 < (180− 480) meVと与えられている。振動実験の結
果と現在最も厳しいPlanck2018の結果を合わせて、最も軽いニュートリノ質量の現段階で最も厳しい
上限は、順階層の場合はm0 < 0.030 eV、逆階層の場合はm0 < 0.016 eVと与えられる。今後も実験
の感度向上を期待することができ、さらなる探索が期待されるが、これらのような実験・観測は、最
も軽いニュートリノ質量が比較的大きい場合に観測が可能となる。本論文では、これまでの実験方法
では到達不可能なm0が極めて小さくなる場合での新たな探索方法を提案した。

本論文では観測されている小さなニュートリノ質量を実現する 3つの右巻きニュートリノを持つ模
型を考えた。ここで、最も軽いニュートリノ質量が有限となるために、3つの右巻きニュートリノを
導入した。これらの右巻きニュートリノのうち、最も軽いニュートリノと直接関係する１つの右巻き
ニュートリノに着目し、これをNS とした。NS はm0の値によって湯川結合 FS を非常に抑制し、長
寿命になることができる。すると、宇宙のエネルギー密度の大部分を担うことができ。この場合には、
NS の崩壊によって、付加的なエントロピーが生成される。すると、同時に宇宙の膨張率を修正する
ことになるので、原始背景重力波のスペクトルを大きく変化させることができる。本研究では、特に、
最軽量のニュートリノ質量m0がO(10−7) eVよりも小さくなる場合に、大きなエントロピー生成を引
き起こすことができ、同時に標準宇宙論が予言するインフレーション起源の重力波スペクトルからの
変化も大きくなることを見出した。

エントロピー生成による変更を受けた背景重力はスペクトルは、周波数 f > fR では、 ∆ΩGW の
係数によって抑制される。本論文では、fRと∆ΩGW の観測データが、最も軽いニュートリノ質量m0

とNS の質量MS の両方を決定し、それが湯川結合 fS の決定につながることを示した。 よって、地
上ニュートリノ実験では検証が極めて困難な非常に小さい m0 < O(10−7) eV の値は、今後の重力波
観測実験により、スペクトルの形状を調べることで、検証できる可能性がある。
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