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概 要

本論文では近年勢力的に議論されている「大きい余剰次元のシナリオ」に注目し、「大
きい余剰次元のシナリオ」の特徴的な過程であるKaluza-Klein重力子の生成過程について
調べる。
「大きい余剰次元のシナリオ」は 5次元目以上の空間次元である余剰次元の存在を仮定

し、今まで 1019TeV程度であると考えられていた重力相互作用のエネルギースケールを数
TeV程度の大きさのより基本的なエネルギースケールから導くことで「ゲージ階層性の問題」
の解決の可能性を探る画期的な模型である。この模型は現在までの加速器実験から有意な情
報が得られていない。「大きい余剰次元のシナリオ」を加速器実験で検証する為にはその特
徴的な現象である強い重力相互作用によるKaluza-Klein重力子の生成現象を調べれば良い
が、ADD模型の理論的な問題により、Kaluza-Klein重力子の崩壊過程を含むKaluza-Klein
重力子の生成過程の散乱断面積を計算する際に問題が生じる。
本論文はToy modelを用いた解析により、Kaluza-Klein重力子が中間状態にある過程の

散乱断面積を計算する際に現れる新たな問題を発見した。既に知られている問題は無限に存
在する Kaluza-Klein重力子の存在を考慮する際に生じる発散の問題である。これは ADD
模型の余剰次元方向の運動量の非保存の問題に由来する。これに対し、今回新たに発見し
た問題は同じ質量を持つ異なるKaluza-Klein重力子の間の量子力学的な干渉の効果によっ
て散乱断面積が物理的には理解しえない程に大きくなるという問題である。この問題は同
じ質量を持つ異なるKaluza-Klein重力子が模型に複数個存在することが原因であり、ADD
模型の 4次元有効理論を求める際に生じる理論的な問題に由来する。本論文ではToy model
を用いて散乱断面積を具体的に計算しながらこれらの問題について議論する。
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第1章 はじめに

現在、素粒子の標準模型 [1] は多くの実験から支持され、ニュートリノ振動現象以外の素粒
子現象を非常に良く記述している。標準模型は大まかに、SU(3)Cのゲージ対称性 (カラー対称
性)で記述される強い相互作用の部分と SU(2)L × U(1)Y のゲージ対称性 (電弱対称性)で記述
される電磁相互作用と弱い相互作用の部分にわけられるが、特に電磁相互作用と弱い相互作用
に関する現象は加速器実験で高い精度で測定が行われている。Zボソンと Fermi粒子の相互作
用についてはCERNのLEP加速器における実験で、Wボソンの相互作用についてはCERNの
LEP 2加速器における実験で精密な測定が行われ、標準模型の予言値と実験値は良く一致して
いる。左巻のカイラリティーと右巻のカイラリティーを持つFermi粒子に対する弱い相互作用
の非対称性は SLACの線形加速器を用いた実験である SLD実験で精密に検証されており、こち
らも標準模型の予言と矛盾していない [2, 3, 4]。また、弱い相互作用おけるCP非対称性につい
ても現在Belle実験とBabar実験で精密測定が行われているが、実験値の標準模型からの有意な
ずれは見付かっていない [7]。これら実験で確認されている現象は全て、電弱対称性の性質によ
る特徴的な現象である。標準模型で記述されている粒子の中で唯一、電弱対称性の自発的破れ
において重要な役割を果たすHiggs粒子は未だ発見されていないが、LEP 2加速器を用いた実
験とTevatron加速器を用いた実験の結果からHiggs粒子の質量に対する下限 (mH > 114 GeV)

と間接的な上限 (mH < 182 GeV at 95% C.L.)が得られているため、将来行われるLHC加速器
を用いた実験が到達するエネルギー領域で発見されることが強く期待されている [2, 5, 6, 7]。
標準模型が確立し実験を良く記述しているということは、すなわち新しい模型を必要とする

実験結果が無いということである。必ず解決しなければならない理論的矛盾も無い1。しかし他
の分野、特に宇宙物理学との整合性を考えると、標準模型では記述されていない新しい物理が
存在しないとは決して考えられない。このため次の実験が行われるまでの間、実験からの示唆
無しに標準模型を超える物理を理論的に探索しなくてはならないのである。この状況は標準模
型が確立した LEP、LEP 2加速器を用いた実験の終了後変わる事無く続いている。
現在の素粒子物理の現象論分野の状況は他の物理分野から見ると異常な状況に見えるかもし

れない。標準模型を超える新しい物理の発見を目的に、素粒子現象に対する理論的予言を含む
模型が数多く提案され議論されているからだ。本来、物理学は記述すべき現象があって初めて
成立する。雑多な実験結果や観測事実の中からより基本的な法則性を見つけ出し記述すること、
これがどの物理分野にも共通の研究方法であるはずだ。しかし素粒子物理の現象論の分野では
今この研究手順が逆転している。新たに見えるべき素粒子現象を予想し、それらを記述する模
型を作っているのである。現象から理論を見出すのではなく理論から現象を見出そうとしてい
るのだ。
なぜ現象に先行して模型を作る必要があるのか。新たな素粒子現象を実験で発見するために

1標準模型に問題が無いことが問題であるという見方もできる。
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模型を作り理論的予言を行う事が必要となっているからだ。これは素粒子物理の実験、特に高
エネルギー加速器実験の難しさに原因がある。実験で得られるデータ量が (雑音を含め)非常に
多く、加速器の中で実際に起こっている現象を理解するための解析が大変困難である。このた
め、膨大な実験データの中からHiggs粒子の生成や新しい素粒子現象の発生の効果を含んでい
るであろうデータを選択して解析を行わなければならない。高エネルギー加速器実験は「見よ
うとした現象しか見えない」実験となっているのである。この実験から標準模型を超える物理
についてより多くの情報を得るためには先入観を捨て、可能な限り全ての可能性について模型
を作り理論的解析を行うことが必要である。
標準模型確立以降では模型を作るための新たな指針が必要となった。「標準模型を超える物

理は新しい素粒子現象を記述すると同時に、標準模型よりもより良い模型 (理論)になっている
はずだ」という事を手がかりに考えると、新たな模型は何らかの問題を解決される形で提案さ
れる事が望ましい。ここで新たな指針として考えられた問題が「ゲージ階層性の問題 」であ
る [8]。この問題はHiggs粒子の質量が (もし、電弱相互作用のエネルギースケールよりも高い
エネルギースケールに新しい物理があると)量子補正に対し不安定であることに由来する。標
準模型が確立する以前は「模型が繰り込み可能か」という問題が、より良い模型を得るための
指針とされてきた。弱い相互作用を良く記述する模型であった 4体 Fermi相互作用模型 [9]が
Glashow-Salam-Weinberg模型 [1]へと発展していく過程は典型的な例である。しかし標準模型
を超える模型を探索するためにはこの指針だけでは不十分である。Glashow-Salam-Weinberg模
型がこの指針のひとつの終着点であるからだ。「ゲージ階層性の問題」は例えばこの「理論が繰
り込み可能か」という問題と比較すると必然性の低い問題である。前者は模型がより望ましい
形となるための指針、後者は必ず解決しなければならない理論的矛盾だからだ。しかし、今こ
の問題に焦点をあてることは次の LHC加速器を用いた実験で標準模型を超える新しい物理を
発見するために有効である。Higgs粒子に関わる問題を解決する模型であれば、Higgs粒子が存
在しない可能性も含めて、Higgs粒子の生成エネルギー付近で特徴的な現象が生じる。これら
の現象をHiggs粒子を探索するための実験で調べることにより標準模型を超える新しい物理を
発見できる可能性が大きくなるのだ。
「ゲージ階層性の問題」を解決することを目標とした模型は数多く提案されている。これらの中
で古くからよく議論されている代表的な模型はやはり超対称標準模型 (Minimal Supersymmetric

Standard Model)[10]とテクニカラー模型 [11]であろう。しかし本論文では近年勢力的に議論さ
れている「大きい余剰次元のシナリオ」[12]に着目する。超対称標準模型とテクニカラー模型は
ともに繰り込み可能な模型の範囲で「ゲージ階層性の問題」の解決を試みた模型である。特にテ
クニカラー模型は問題を解決するだけでなく、電弱対称性の自発的破れをより基本的な粒子と
そのゲージ相互作用によって生じる動力学的な対称性の破れ (Dynamical symmetry breaking)

として説明する非常に優れた模型である。しかしテクニカラー模型はLEP 2加速器を用いた実
験から排除された [13]。超対称標準模型も同実験から強い制限をうけている [14, 15]。超対称標
準模型では理論の持つ、あるエネルギースケールをより高くする事で実験的制限を逃れること
は可能だが、本来の目的が「ゲージ階層性問題の解決」であることを考えると好ましくない模
型の変更である。これに対し「大きい余剰次元のシナリオ」は今まで 1019GeV程度と考えられ
ていた重力相互作用のエネルギースケール (Plankスケール)Mpを数 TeV程度のより基本的な
エネルギースケールMf から導くことで重力相互作用と電弱相互作用の間の「ゲージ階層性の
問題」の解決の可能性を探る画期的な模型である。このシナリオは未だ加速器実験からは有意
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な制限を受けていない [18]。
「大きい余剰次元のシナリオ」では我々の住む 4次元時空に加え、δ次元 (δ = 1, 2, 3...)の空
間 (余剰次元空間) が存在すると仮定する。我々が存在を知っている標準模型の粒子は 4次元の
部分空間 (brane)の中に閉じ込められていて、唯一重力だけが余剰次元空間を伝播することが
できると考えることで大きい余剰次元空間の存在が可能になり、重力相互作用のエネルギース
ケールを数TeV程度の低いスケールにとることができる。電弱相互作用のエネルギースケール
vは 250GeVであるので、重力相互作用のエネルギースケールが数TeV程度になると相互作用
のエネルギースケール間の階層性が非常に小さくなる。余剰次元空間が半径Rを持つ δ次元の
トーラス状である場合を考えると、4次元の PlankスケールMpはより基本的な重力相互作用
のスケールMf と余剰次元の半径Rを用いて次のように表される2。

M2
p = 8πRδM2+δ

f

Mf が 1TeVとなる余剰次元空間の半径を求めると、R ∼ 200µm, 6.3× 10−4µm, 2.0× 10−8µm

(δ = 2, 4, 6)程度となる。これに対し、重力相互作用を考える際の長さの次元を持つ基本的な量
(Planck長さ)lpは lp ∼ 1.62×10−33cmであるので、「大きい余剰次元のシナリオ」で考えられて
いる余剰次元空間の半径はPlanck長さ lpに対し非常に大きいことが分かる。このシナリオを具
体的に議論するために作られた模型のうちのひとつが Arkani-hamedとDimopoulos、Dvaliの
模型 (ADD模型)である [16]。この模型は重力相互作用を含むため繰り込み可能では無く、さら
に粒子の余剰次元方向の運動量が保存していない。これは先に上げた超対称標準模型やテクニ
カラー模型とは大きく違う点であり、明らかな理論的問題点である。このため、より美しい模
型を好む傾向の強い素粒子物理の分野の研究者には支持されにくい模型である。しかし理論的
問題が原因で実験から支持されないということは決して無い。超対称標準模型もテクニカラー
模型も「大きい余剰次元のシナリオ」も新たに発見されるかもしれない標準模型を超える物理
の対等な可能性である。さらに理論的問題があるということは暗に 4次元場の理論を超える新
しい理論の存在を示しているということである。実際、超弦理論の枠組では「大きい余剰次元
のシナリオ」の議論に不可欠な 4次元部分空間への粒子の閉じ込め現象や、重力の量子である
重力子とその量子効果を理論的問題無く記述することができる3[17]。これら 4次元場の理論の
枠組を超えた新しい理論の可能性を実験的に検証するためにも、「大きい余剰次元のシナリオ」
を実験的に検証することは非常に重要である。「大きい余剰次元のシナリオ」とADD模型につ
いては第 2章で解説する。
以上より本論文では「大きい余剰次元のシナリオ」、さらにこのシナリオを具体的に議論する

ために作られた模型であるADD模型の加速器実験における検証について議論する。この模型
の特徴は質量 n/R (n = 1, 2, 3, ...)を持つ重力子 (Kaluza-Klein重力子)を無限個含むことであ
る。このKaluza-Klein重力子の 1つ 1つは標準模型の粒子と 1/Mpの強さで相互作用する。し
かしADD模型に含まれるKaluza-Klein重力子の数が非常に多い為、沢山のKaluza-Klein重力
子が伝播する効果を足しあげると、Kaluza-Klein重力子が媒介する重力相互作用は 1/Mf の結
合の強さを持つ強い重力相互作用になる。この強い重力相互作用の効果は高エネルギー加速器

2実はこの場合、1/R ¿ MW であるので重力相互作用と電弱相互作用の間の階層性の問題が 1/Rと v との階
層性の問題に置き換わっている。このため「大きな余剰次元のシナリオ」は階層性の問題の解決案ではなく階層
性の問題の解決に対するアプローチである。詳しくは 2章で解説する。

3しかし超弦理論では自由に模型を作ることが難しく、「大きい余剰次元のシナリオ」の実験的検証を議論でき
る現実的な模型は未だ無い。
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実験で検証可能である。低エネルギーの実験では軽いKaluza-Klein重力子しか生成されないた
め 1/Mpの弱い重力相互作用の効果しか見えないが、高エネルギー実験では重いKaluza-Klein

重力子まで生成できるため、十分な数のKaluza-Klein重力子が生成され強い重力相互作用の効
果が見える可能性がある。
強い重力相互作用の効果を含む様々な反応過程が現在議論されているが、その中でMirabell

らが解析したKaluza-Klein重力子の生成過程

e+e− → γ + (K-K graviton), pp̄ → jet + (K-K graviton)

に注目する [18, 19] 4。この過程はKaluza-Klein重力子を崩壊しない安定な粒子と見なしたもの
である。しかし、ADD模型が正しいとすればKaluza-Klein重力子は標準模型の粒子に崩壊で
きるため、真に解析すべき過程はこのKaluza-Klein重力子の崩壊の効果を含んだ過程である。
Kaluza-Klein重力子 1つ 1つの重力相互作用の強さが 1/Mpと弱くKaluza-Klein重力子の寿命
が長いため、Mirabellらはこの崩壊の効果を無視できるとして解析している。しかし、沢山の
Kaluza-Klein重力子の効果が足しあわされることによって弱い重力の効果が強い重力の効果に
なることを考えると、たとえ 1 つ 1つのKaluza-Klein重力子の崩壊の効果が小さくても、それ
らが足しあわされることにより、Kaluza-Klein重力子の崩壊の効果は大きな効果になるかもし
れない。
第 3章では本論文の主題である Kaluza-Klein重力子の崩壊過程を含む Kaluza-Klein重力子

の生成過程について調べる。Mirabellらによって解析された過程はKaluza-Klein重力子が終状
態にある過程である。これに対し Kaluza-Klein重力子の崩壊過程を含む Kaluza-Klein重力子
の生成過程は Kaluza-Klein重力子が中間状態にある過程である。この中間状態にある粒子は
量子力学の不確定性によって生じている粒子であり、観測しうる物理的な状態にない粒子であ
る。このため Kaluza-Klein重力子の崩壊過程を含む Kaluza-Klein重力子の生成過程には中間
状態にあるKaluza-Klein重力子同士が量子力学的に干渉する寄与が含まれる。Kaluza-Klein重
力子はスピン 2を持つ粒子であるので、Kaluza-Klein重力子が中間状態にある過程の散乱断面
積は複雑な構造を持つ。この為、Kaluza-Klein重力子の生成過程にKaluza-Klein重力子の崩壊
過程を加えたことによって生じる散乱断面積の変化を求める際に見通しが悪い。見通しを良く
する為、本論文では散乱断面積を具体的に計算する際に、Kaluza-Klein重力子と光子を含む系
を単純化した Toy modelを用いて計算を行う。この Toy modelは光子と Kaluza-Klein重力子
のスピンをすべてゼロとみなしたものである。ADD模型の持つ特徴に合わせ、Toy modelに
もKaluza-Klein重力子に対応する実スカラー場φnが無限個含まれている。第 3章ではこのToy

modelを用いて 2種類のKaluza-Klein重力子の生成過程の散乱断面積を計算する。求めた散乱
断面積を比較すると、Kaluza-Klein重力子が安定な場合のKaluza-Klein重力子の生成過程の散
乱断面積と Kaluza-Klein重力子が崩壊する場合の Kaluza-Klein重力子の生成過程の散乱断面
積には実は大きな差が生じていることが分かる。第 3章の最後に、2つの過程の散乱断面積の
間に生じている差の物理的意味を議論する。

4強い重力の効果で加速器中に生じるブラックホールの蒸発現象によって「大きい余剰次元シナリオ」を検証す
る方法も提案され注目を集めているが [21]、そもそもブラックホールの生成過程や蒸発現象自体が仮定を多く重ね
た模型によって記述されているので、「大きい余剰次元シナリオ」自体の検証に用いるのは適切ではない。
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第2章 大きい余剰次元のシナリオ

この章では「ゲージ階層性の問題」の解決に向けての 1つのアプローチとして提案された「大
きい余剰次元のシナリオ」について解説する。この「大きい余剰次元のシナリオ」を具体的に解析
する為の模型は多数あるが、本論文ではその中で一番単純であるArkani-hamedとDimopoulos、
Dvaliの模型 (ADD模型) について解説する。

2.1 ゲージ階層性の問題
この節ではまず、標準模型の理論的な問題である「ゲージ階層性の問題」について説明する。

第 1章で述べた通り素粒子物理の標準模型は多くの実験から指示され、ニュートリノ振動現象以
外の素粒子現象を非常に良く記述している。「繰り込み可能な模型で実験結果を全て説明する」
という素粒子物理の目的に対しては標準模型がひとつの終着点であると言えるであろう。しか
し標準模型には解決すべき理論的な問題がある。これが「fine tuning問題」(もしくは「ゲージ
階層性の問題」)である。fine tuning問題は標準模型の電弱相互作用のエネルギースケール vが
輻射補正に対し不安定である為に生じる問題である。もし電弱相互作用のエネルギースケールv

よりも高いエネルギースケールΛNewに新しい物理があると、電弱相互作用のエネルギースケー
ル vの値を 250GeVに保つ為、繰り込みの手続きの際に摂動の全ての次数で新しい物理のエネ
ルギースケールΛNewと標準模型の Lagrangianに含まれるパラメータとの間の微調整を行わな
ければならない。このΛNewと標準模型の Lagrangianに含まれるパラメータとの間の微調整は
ΛNewと vの差が大きくなる程物理的に不自然な微調整になる。電弱相互作用のエネルギース
ケールよりも高いエネルギースケールを持つ物理の候補として先ず考えられるのが素粒子の重
力相互作用である。素粒子が重力相互作用をする事は疑いようの無い事実であるが、標準模型
には素粒子の重力相互作用が含まれていない。電弱相互作用のエネルギースケール vが 250GeV

であるのに対し重力相互作用のエネルギースケールである PlanckスケールMpは 1018GeVで
あり非常に大きい。電弱相互作用のエネルギースケールと重力相互作用のエネルギースケール
の間に他の新しい物理のエネルギースケールが無い場合はΛNew = Mpとなり、電弱相互作用の
エネルギースケール vを 250GeVに保つ為、vとMpの間で非常に不自然な微調整を行わなけれ
ばならない。
電弱相互作用のエネルギースケール vが輻射補正に対し不安定であるのは標準模型に含まれ

るHiggs粒子の質量が輻射補正に対し不安定である為である。標準模型のLagrangianに含まれ
るHiggs場の運動項と質量項、自己相互作用項を取り出しLHiggsとすると

LHiggs = ∂µΦ†∂µΦ + µ2Φ†Φ − λ

2

(
Φ†Φ

)2
(2.1)
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となる。ここでΦは複素スカラー場でありSU(2)Lの基本表現に属する。電弱相互作用のエネル
ギースケール vはHiggs場Φの真空期待値の値である。このHiggs場Φの真空期待値は式 (2.1)

に含まれるパラメータ µと λを用いて以下のように表される。

〈0|Φ|0〉 ≡ v√
2

=

√
µ2

λ
(2.2)

式 (2.1)の Lagrangianは正しい真空とその上の適切な場で表されていない為−µの負の質量を
持つ粒子を記述しているように見える。これを正しい真空の上の正しい場で書き表すため、式
(2.1)の Lagrangianに含まれるHiggs場Φを

Φ =
1√
2

(
φ1 + iφ2

φ3 + iφ0

)
(2.3)

; 〈0|Φ0|0〉 =
v√
2

(2.4)

と実スカラー場 φj (j = 0, .., 3)を用いて表し、Φの真空期待値が 0となるようにHiggs場Φを
とり直すとLHiggsは

LHiggs =
1

2

3∑
j=0

(∂µφj∂
µφj) − µ2φ2

0 +
λv√

2
φ3

0 +
λ

4
φ4

0 +
λ

4

3∑
j=1

(√
2vφ0φ

2
j + 2φ2

0φ
2
i

)
(2.5)

となり、φ0は質量
√

2µを持つ実スカラー粒子 (Higgs粒子)を表し、式 (2.1)に含まれるパラメー
タ µはHiggs粒子の質量に対応する事が分かる。質量を持たない実スカラー場 φj (j = 1, 2, 3)

の自由度は電弱相互作用を媒介するゲージボソンに縦波成分として吸収される。
Higgs粒子の質量µは輻射補正に対して安定ではない。これに対し標準模型に含まれるFermi

粒子の質量は輻射補正に対し安定である。次元を持った量が輻射補正に対して安定であるか否
かを調べる為には、その量が naturalなパラメータであるか否かを調べればよい。模型に含ま
れる次元を持った量が naturalであるとは、その量をゼロとする極限をとった時、模型に何らか
の対称性が復活する量である事を指す。次元を持つ量が naturalなパラメータであれば、その
量は輻射補正に対し安定である。この次元を持った量に対する「naturalness」の概念は’t Hooft

によって導入された [8]。naturalなパラメータとして代表的なものはFermi粒子の質量である。
Dirac質量mを持つ Fermi粒子 ψの Lagrangian LFermionは以下のように表される。

LFermion = ψ̄i∂µγ
µψ − mψ̄ψ

= ψ̄Li∂µγ
µψL + ψ̄Ri∂µγ

µψR − m
(
ψ̄RψL + ψ̄LψR

)
(2.6)

ここで ψLと ψRはそれぞれ Fermi粒子 ψの左巻き成分と右巻き成分を表し、ψ = ψL + ψRを
満たす。式 (2.6)の LFermionは以下の ψLと ψRをそれぞれ独立に U(1)変換する変換 (カイラル
変換) {

ψL 7→ eiθLψL

ψR 7→ eiθRψR

(2.7)

8



ψ

Φ(MNew)

ψ

図 2.1: Fermi粒子の質量mに対する
輻射補正の Feynmann図

φ φ

Ψ(MNew)

Ψ(MNew)

図 2.2: 実スカラー粒子の質量 µに対する
輻射補正の Feynmann図

の下で不変ではない。LFermionに含まれるψの質量項m
(
ψ̄RψL + ψ̄LψR

)
がカイラル変換で不変

になっていない為である。しかしm → 0の極限をとると式 (2.6)のLFermionは

LFermion = ψ̄Li∂µγ
µψL + ψ̄Ri∂µγ

µψR (2.8)

となり、式 (2.7)のカイラル変換の下で不変となる。よって、式 (2.6)のLFermionのm → 0の極
限をとると LFermionにカイラル対称性が復活し、Fermi粒子の Dirac質量mは naturalなパラ
メータになっている事が分かる。これに対し実スカラー場 φの質量 µは naturalなパラメータ
になっていない。なぜなら、実スカラー場 φの Lagrangian Lscalarは

Lscalar =
1

2
∂µφ∂µφ − µ2φ2 +

λ

4 !
φ4 (2.9)

であり、このLscalarは µ → 0の極限をとっても対称性が復活しない為である。
なぜ naturalなパラメータは輻射補正に対し安定であるのか。naturalなパラメータに対する

輻射補正は必ずそのパラメータに比例する形で表されている為だ。これは naturalなパラメー
タに対する輻射補正が、そのパラメータをゼロとする極限をとると復活する対称性によって禁
止される (ゼロになる)量となっている為である。以下では Fermi粒子の質量mと実スカラー
粒子の質量 µの場合を例として、naturalなパラメータに対する輻射補正について説明する。
Fermi粒子の質量mに対する摂動の 1次の輻射補正は図 2.1のFeynmann図で表される。図 2.1

のFeynmann図のループを回る粒子Φ(MNew) はエネルギースケールΛNewを持つ新しい物理を
記述する模型に含まれる、質量MNewを持つスカラー粒子である。このスカラー粒子の質量の
大きさは典型的にO(MNew) = O(ΛNew)である。図 2.1の Feynmann図で表される輻射補正を
含んだFermi粒子の質量をm1−loopとすると、このm1−loopはMNewとLagrangian LFermionに含
まれるパラメータであるmで表され、一般に

m1−loop = m − m · O
(

ln

[
MNew

v

])
(2.10)

となる。図 2.1のFeynmann図で表されるFermi粒子の質量mに対する輻射補正はm → 0の極
限で復活するカイラル対称性によって禁止されゼロとなる為、m1−loop−mは必ずmに比例する
形になる。この時、式 (2.10)の左辺と右辺の次元が等しくなるように、Φ(MNew)がループを回
る寄与はm1−loop に ln(MNew/v)の形で入る。ΛNewと vの差が vに対し非常に大きい場合でも、
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このm1−loopに対する ln(MNew/v)の寄与は大きくならない。例として ΛNew = Mp ' 1019Gev

の場合を考えると

O
(

ln

[
MNew

v

])
= O

(
ln

[
Mp

v

])
= O(10) (2.11)

となり、v ¿ Mpであってもm1−loop − m = m · O(10)程度である。よって naturalなパラメー
タである Fermi粒子の質量mは輻射補正に対し安定である事が分かる。これに対し、図 2.2で
表される実スカラー粒子の質量 µに対する輻射補正はO(Λ2

New)の非常に大きな補正となる。図
2.2のループを回る粒子ΨはエネルギースケールΛNewを持つ新しい物理を記述する模型に含ま
れる、質量MNewを持つ Fermi粒子である。実スカラー粒子の質量 µは naturalなパラメータ
ではない為、図 2.2で表される輻射補正は µ → 0の極限をとっても禁止されない。この為、図
2.2で表される輻射補正を含んだ実スカラー粒子の質量を µ1−loopとすると µ1−loop は一般に

µ2
1−loop = µ2 −O(Λ2

New) (2.12)

となり、µ2
1−loop − µ2はO(Λ2

New)となる。これより新しい物理のエネルギースケール ΛNew が
大きくなればなる程質量 µに対する輻射補正が大きくなるので、実スカラー粒子の質量 µが
輻射補正に対し安定ではない事が分かる。式 (2.2)より、電弱相互作用のエネルギースケール
vはHiggs粒子の質量 µで表される。よって実スカラー粒子であるHiggs粒子の質量 µが輻射
補正に対して不安定であると電弱相互作用のエネルギースケール v も輻射補正に対し不安定
となる。電弱相互作用のエネルギースケール vを摂動の 1次のオーダーで 250GeVに保つ為に
は、式 (2.12) より µ2と Λ2

New を微調整して 250GeVの値を出さなければならない。例として
ΛNew = Mp ' 1019Gevの場合を考えると、µ2

1−loop − µ2 = O(1038GeV2)となり、µ2とM2
p の間

で 34桁もの微調整を行わなければならない。O(1038GeV2)の大きさを持つ量同士を引き算し
てO(104GeV2)の量を出さなければならないのである。この微調整は物理的には非常に不自然
に感じられる。
電弱相互作用のエネルギースケール vを安定に保つため、Higgs粒子の質量 µと Planckス

ケールMpの間で微調整を行わなければいけないという問題 (fine tuning問題)は、問題の原因
の捉え方の違いによって異なる名前で呼ばれている。fine tuning問題を標準模型が naturalでは
ないパラメータを含む為に生じている問題と捉える場合は、この問題は「naturalnessの問題」
と呼ばれる。一方、fine tuning問題を電弱相互作用のエネルギースケール vとPlanckスケール
Mp の間に非常に大きな階層がある為に生じている問題と捉える場合は、この問題は「ゲージ
階層性の問題」と呼ばれる。次節で解説する「大きい余剰次元のシナリオ」は fine tuning問題
を「ゲージ階層性の問題」と捉え、「ゲージ階層性の問題」の解決に向けてのひとつのアプロー
チとして提案された模型である。

2.2 大きい余剰次元のシナリオ
この節では「大きい余剰次元のシナリオ」と、そのシナリオの具体的な解析の為に提案され

たADD模型について解説する
「大きい余剰次元のシナリオ」とは我々の住む 4次元時空に加え、5次元目以上の空間次元

(余剰次元)が存在すると仮定することで、今まで 1019GeV程度と考えられてきたPlanckスケー
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ルMpを 1TeV程度のより基本的なエネルギースケールMf から導くシナリオである。このシ
ナリオでは標準模型で記述されている粒子は全て我々の住む 4次元時空に閉じ込められており、
重力相互作用を媒介する重力子のみが余剰次元空間まで伝播できると仮定する。この時、4次
元時空に余剰次元空間まで加えた全空間の重力場 gAB の作用積分 Sgravは、余剰次元の次元を
δ次元 (δ = 1, 2, 3...)とし余剰次元空間の体積を Vδとすると

Sgrav =
M̄2+δ

f

2

∫
d4x

∫
dδy

√
−det (gAB) R

=
M̄2+δ

f

2
· Vδ

∫
d4x

√
−det (gAB) R (2.13)

となる。ここで M̄f = Mf/(2π)δ/2+δであり det (gAB)は重力場 gABの行列式、Rは重力場 gAB

のスカラー曲率である。座標 xは我々の住む 4次元時空の座標を表し、座標 yiは余剰次元方向
の座標を表す。これに対し 4次元の重力場 gµνの作用積分 S4D gravは

S4D grav =
M̄2

p

2

∫
d4x

∫ √
−det (gµν) R (2.14)

であった。ここでここで M̄p = Mp/
√

8πであり、Rは重力場 gµνのスカラー曲率を表す。余剰
次元空間の大きさが我々の住む 4次元時空の大きさに比べ非常に小さい為、「大きい余剰次元の
シナリオ」では式 (2.13)の作用積分 Sgrav の余剰次元方向の座標 yiについて積分を実行した作
用積分が 4次元時空での重力相互作用を記述していると考えられる。よって式 (2.13)と式 (2.14)

より、我々の住む 4次元時空の重力相互作用のエネルギースケールMpは余剰次元まで含めた
全体空間の重力相互作用のエネルギースケールMf と余剰次元空間の体積 Vδで表され

M̄2
p = M̄2+δ

f · Vδ (2.15)

が得られる。これより、余剰次元空間の体積 Vδが十分大きければ余剰次元まで含めた全体空間
の重力相互作用のエネルギースケールMfがMf ∼ vとなり、電弱相互作用のエネルギースケー
ル vと重力相互作用のエネルギースケールMf の間の階層を小さくする事が可能である。
「大きい余剰次元のシナリオ」は「ゲージ階層性の問題」の解決には至っていない。このシ
ナリオは「ゲージ階層性の問題」の解決に向けてのひとつのアプローチである。何故なら、「大
きい余剰次元のシナリオ」では電弱相互作用のエネルギースケール vとPlanckスケールMpと
の間の大きな階層が無くなる代わりに、我々の住む 4次元時空の大きさと余剰次元空間の大き
さの間に大きな階層が生じている為である。我々の住む 4次元時空は無限大、もしくは非常に
大きい体積を持つ。これに対し式 (2.15)より、余剰次元空間の体積は有限でなければならず、
この大きさは 4次元時空の体積に対し非常に小さい。例として余剰次元空間が 1次元の円環で
ある場合を考えると、余剰次元空間の体積はこの円環の円周の長さとなる。式 (2.15)を用いて
Mf が 1TeV 程度となる場合の余剰次元空間の円周を求めると、余剰次元空間の円周の長さは
はO(0.1mm)程度となる。
何故 4次元時空の大きさと余剰次元空間の大きさとの間に大きな階層が生じているかについ

ては「大きい余剰次元のシナリオ」では説明されない。さらに 4次元時空の大きさと余剰次元
空間の大きさとの間に生じている大きな階層の安定性についても「大きい余剰次元のシナリオ」
では説明されない。何故なら、現在知られている理論では空間の大きさを決定する力学及び空
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間の大きさの安定性を決定する力学を記述できていない為である。この為、「大きい余剰次元の
シナリオ」は電弱相互作用のエネルギースケール vとPlanckスケールMpとの間の階層性の問
題を 4次元時空の大きさと余剰次元空間の大きさとの間の階層性の問題に帰着するシナリオで
あり、「ゲージ階層性の問題」の解決には至っていない。しかし、もし余剰次元の存在が実験で
確認され、時空の大きさとその安定性を決定する力学を記述できる理論が得られた場合は「大
きい余剰次元のシナリオ」は「ゲージ階層性の問題」を解決することができる可能性があるの
で、「大きい余剰次元のシナリオ」は「ゲージ階層性の問題」の解決に向けてのひとつのアプ
ローチであると言える。
「大きい余剰次元のシナリオ」ではMf よりもさらに高いエネルギースケールΛNewを持つ未
知の物理によって余剰次元空間の大きさとその安定性が決定されていると仮定する。さらにこ
の未知の物理は 4次元時空への粒子の閉じ込め現象も記述していると期待される。この 4次元
時空への粒子の閉じ込めの機構も「大きい余剰次元のシナリオ」では説明されない。このエネ
ルギースケール ΛNewを持つ未知の物理を記述する理論として現在最も有力な理論が超弦理論
である。本論文では超弦理論について説明を行わないが、この超弦理論の枠組では「大きい余
剰次元のシナリオ」の議論に不可欠な 4次元部分空間への粒子の閉じ込め現象や、重力の量子
である重力子とその量子効果を理論的問題無く記述することができることが知られている [17]。
「大きい余剰次元のシナリオ」ではこの未知の物理のエネルギースケールΛNewと「大きい余剰
次元のシナリオ」のエネルギースケールMf の間には大きな階層が無いと仮定する。すなわち
Mf

<∼ ΛNewである。もしMf ¿ ΛNewであれば、「大きい余剰次元のシナリオ」には 4次元時空
の大きさと余剰次元空間の大きさとの間の階層性の問題の他にエネルギースケールΛNewとMf

の間の階層性の問題が生じる事になる。本来、標準模型には電弱相互作用のエネルギースケー
ル vとPlanckスケールMpとの間の階層性の問題のみが含まれていた。これに対し新たに考え
られた模型である「大きい余剰次元のシナリオ」がより多くの階層性の問題を含むような場合
を考えるのは、「ゲージ階層性の問題」の解決を目指す研究として意味が無い。よって、以下で
は「大きい余剰次元のシナリオ」としてΛNewとMf がMf

<∼ ΛNew を満たす場合のみを考える。

2.2.1 Arkani-hamedとDimopoulos、Dvaliの模型

「大きい余剰次元のシナリオ」を具体的に議論するための模型は複数ある。何故なら、余剰
次元空間の形 (topology)にいろいろな種類があり、どのような形の余剰次元空間の存在を仮定
する模型であっても、余剰次元空間の体積 Vδが式 (2.15)を満たせば、「大きい余剰次元のシナ
リオ」にそってPlanckスケールMpをより基本的なエネルギースケールMf から導く事ができ
る為である。この節ではその中で最も単純な模型である Arkani-hamedと Dimopoulos、Dvali

の模型 (ADD模型)について説明する。以下では ηAB と ηµν はそれぞれ 4 + δ次元と 4次元の
Mincowski計量を表し、ηAB = diag{1,−1,−1, ...,−1}、ηµν = diag{1,−1,−1,−1}である。

ADD模型は我々の住む 4次元時空に加えて半径Rのトーラスにコンパクト化された δ次元
の余剰次元空間の存在を仮定する。我々の住む 4次元時空は余剰次元方向の座標 yiの原点に剛
体の壁として存在するとみなす。この時、余剰次元空間の体積は Vδ = (2πR)δであり、重力と
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標準模型の粒子を記述する多次元 (4 + δ次元)の作用積分 Sは

S = Sgrav + SSM

=
M̄2+δ

f

2

∫
d4x

∫
dδy

√
−g R +

∫
d4x

∫
dδy

√
−g LSM δ(y) (2.16)

となる。g = det (gAB)である。ここで Sgravと SSM はそれぞれ

Sgrav =
M̄2+δ

f

2

∫
d4x

∫
dδy

√
−g R (2.17)

SSM =

∫
d4x

∫
dδy

√
−g LSM δ(y) (2.18)

であり、LSM は標準模型の Lagrangianを表す。式 (2.18)ではLSM にデルタ関数 δ(y)を手で掛
ける事で標準模型の粒子の 4次元時空への閉じ込めを説明している。重力を媒介する重力子を
Lorentz共変な場で表す為、多次元の重力場 gABを

gAB ' ηAB +
2

M̄
1+ δ

2
f

hAB (2.19)

gAB ' ηAB − 2

M̄
1+ δ

2
f

hAB (2.20)

と線形近似し、式 (2.17)の作用積分 Sgravに代入すると

Sgrav =

∫
d4x

∫
dδy

[
−1

2
hAB¤hAB +

1

2
hA

A¤hB
B

− hAB∂A∂BhC
C + hAB∂A∂ch

C
B − 1

M̄
1+ δ

2
f

hABTAB
]

(2.21)

(¤ = ηAB∂A∂B)

となる。ここで TABは

TAB = T µν
SM δA

µ δB
ν δ(y) (2.22)

である。T µν
SM は標準模型のエネルギー運動量テンソルを表す。これは標準模型のLagrangianの

持つ Lorentz対称性から生じている保存カレントである。
ADD模型は多次元の模型である為、4次元時空の中で起こる素粒子現象を議論する為にADD

模型の 4次元有効理論を導出する必要がある。ADD模型ではこの 4次元有効理論の作用積分と
して、式 (2.21) の Sgravの余剰次元方向の座標 yiについての積分を実行して得た作用積分 Seff

を用いる。

2.2.2 4次元有効理論の導出

この節ではADD模型の 4次元有効理論の作用積分Seffを求める。Seffを求める為には式 (2.21)

の Sgrav の余剰次元方向の座標 yiについての積分を実行すればよい。余剰次元空間は半径Rを

13



持つ δ次元のトーラスにコンパクト化された空間であったので、余剰次元方向の座標 yiは以下
の周期境界条件を満たしている。

yi = yi + 2πR (i = 1, 2, ..., δ) (2.23)

これより多次元の重力場 hAB(x, y)の余剰次元方向の運動量は δ次元の数ベクトル ~nを用いて
~n/Rと離散化され、hAB(x, y)は

hAB(x, y) =
∑

0<|~n|<∞

h~n
AB(x)√

Vδ

ei
niyi

R (2.24)

と Fourier級数の形で表される。ここで ~n = (n1, n2, ..., nδ)であり、
∑

0<|~n|<∞

は

∑
0<|~n|<∞

=
δ∏

i=1

∞∑
ni=0

(2.25)

を表す。Vδ は余剰次元空間の体積であり、ADD模型では Vδ = (2πR)δ である。式 (2.24)の
hAB(x, y)を式 (2.21) の Sgravに代入し余剰次元方向の座標 yiについての積分を実行すると、yi

積分は多次元の重力場 hAB(x, y)の余剰次元方向の運動量の和
∑

0<|~n|<∞

となり、4次元有効理論

の作用積分 Seff が得られる。得られた作用積分 Seff は h~n
µν(x)と T µν

SM の関数として表されるが、
h~n

µν(x)には標準模型の粒子の間に働く重力相互作用を媒介する重力子の自由度と非物理的な自
由度1が含まれている為、作用積分Seffは非常に複雑な関数となる。この非物理的な自由度を除
いて、重力相互作用を媒介するスピン 2の重力子G(n)

µνに関する部分を書き出すと Seff は

Seff =

∫
d4x

∑
0<|~n|<∞

[
−1

2
G(n)

µν(¤ + m2)G(n)µν
+

1

2
G(n)µ

µ(¤ + m2)G(n)ν

ν

− G(n)µν
∂µ∂nuG(n)λ

λ + G(n)µν
∂µ∂λG

(n)λ

ν −
1

M̄p

G(n)
µνT

µν
SM

]
(2.26)

(¤ = ηµν∂µ∂ν)

となる。ここで n = |~n|であり、m = |~n| /Rである。式 (2.26)の作用積分 Seffを求める際にMf

とMp の関係式

M̄p = (2πR)
δ
2 M̄

1+ δ
2

f = R
δ
2 M

1+ δ
2

f (2.27)

1ここで言う非物理的な自由度とは、重力場 hAB に含まれる一般座標変換の自由度と標準模型の粒子とは相互
作用しないスピン 1の重力子とスピン 0の重力子の自由度である。
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を用いた。式 (2.24)の hAB(x, y)を式 (2.21) に代入し作用積分Sgravの余剰次元方向の座標 yiに
ついての積分を実行する際に、Sgravに含まれる多次元の d’Alembertian ¤ = ηAB∂A∂Bが[

ηAB∂A∂B

]
hAB(x, y) =

[
ηµν∂µ∂ν −

{(
∂

∂y1

)2

+ · · · +
(

∂

∂yδ

)2
}]

hAB(x, y)

=
∑

0<|~n|<∞

[
ηµν∂µ∂ν −

{(
i
n1

R

)2

+ · · · +
(

i
nδ

R

)2
}]

h~n
AB(x)√

Vδ

ei
niyi

R

=
∑

0<|~n|<∞

[
ηµν∂µ∂ν + m2

] h~n
AB(x)√

Vδ

ei
niyi

R (2.28)

と置き換わるため、式 (2.26)の作用積分Seffにはm2に比例する項が含まれる。この項はG(n)
µν

の質量項を表す。式 (2.26)の作用積分 Seffを見ると、ADD模型の 4次元有効理論には場G(n)
µν

で表される質量m = n/Rを持つスピン 2の重力子 (Kaluza-Klein重力子)が無限個含まれる事
が分かる。このKaluza-Klein重力子の質量n/Rは元の多次元重力子の余剰次元方向の運動量の
大きさに一致する。これは多次元重力子の 4 + δ次元の運動量 pAが満たしていた on-shell条件

ηABpApB =
(
p0

)2 − ~p · ~p −
( n

R

)2

= 0 (2.29)

が、4次元有効理論では 4次元の on-shell条件

ηµνp
µpν =

(
p0

)2 − ~p · ~p =
( n

R

)2

(2.30)

に帰着される事からも理解できる。ここで ~pは 3次元運動量を表す。式 (2.26)より質量 n/Rを
持つKaluza-Klein重力子の Lagrangian L(n)は

L(n) = −1

2
G(n)

µν(¤ + m2)G(n)µν
+

1

2
G(n)µ

µ(¤ + m2)G(n)ν

ν

− G(n)µν
∂µ∂nuG(n)λ

λ + G(n)µν
∂µ∂λG

(n)λ

ν −
1

M̄p

G(n)
µνT

µν
SM (2.31)

である。標準模型で記述されている粒子とKaluza-Klein重力子の相互作用 Lagrangian Lintは

Lint = − 1

M̄p

G(n)
µνT

µν
SM (2.32)

で与えれれる。よって、Kaluza-Klein重力子 1つ 1つは標準模型と結合の強さ 1/M̄pの重力相互
作用をすることが分かる。しかし式 (2.26)の作用積分 Seffには無限個のKaluza-Klein重力子が
含まれている。この無限個存在するKaluza-Klein重力子の寄与を足し上げると、標準模型の粒
子とKaluza-Klein重力子の重力相互作用の結合の強さは多次元重力子と同様に 1/Mf となる。
式 (2.31)の Lagrangian L(n)を ~nについて和をとって得られる Lagrangian Leff がADD模型の
4次元有効理論の Lagrangian である。

Leff =
∑

0<|~n|<∞

[
−1

2
G(n)

µν(¤ + m2)G(n)µν
+

1

2
G(n)µ

µ(¤ + m2)G(n)ν

ν

− G(n)µν
∂µ∂nuG(n)λ

λ + G(n)µν
∂µ∂λG

(n)λ

ν −
1

M̄p

G(n)
µνT

µν
SM

]
(2.33)
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e

e

γ

Gn

µν

∼ O(











√
s
2+δ

Mf
2+δ











)

図 2.3: 重力相互作用の頂点を 1つ含む過程の Feynmann図

γe

e A

A

∼ O(











√
s
2+δ

Mf
2+δ











2
)Gn

µν

図 2.4: 重力相互作用の頂点を 2つ含む過程の Feynmann図

式 (2.33)の Lagrangian

Leff を基に、4次元場の理論の摂動論の手法を用いてKaluza-Klein重力子が生じる素粒子過程
の散乱断面積を求める事ができる。摂動論を用いて求めたKaluza-Klein重力子が生じる過程の
散乱断面積は、その過程に含まれる重力相互作用の頂点の個数に応じて

√
s
2+δ

/M2+δ
f の冪の形

で表される。例として、重力相互作用の頂点を 1つ含む過程の Feynmann図と重力相互作用の
頂点を 1つ含む過程のFeynmann図をそれぞれ図 2.3 と図 2.4に示す。ここで

√
sは始状態にあ

る粒子の衝突エネルギーである。これより、Kaluza-Klein重力子が生じる過程の散乱断面積を
摂動論の手法を用いて求められるのは

√
sが

√
s < Mf を満たす場合である。

√
s > Mf の場合、

Kaluza-Klein重力子が生じる過程の散乱断面積を非摂動論的に計算する方法は未だ確立してい
ない。通常、摂動論を用いて求めた散乱断面積は結合定数の冪の形で表される。例として量子
電磁気学の場合を考えると、電磁相互作用によって生じる過程の散乱断面積は電磁相互作用の
結合定数 eの冪として表される。Kaluza-Klein重力子が媒介する重力相互作用の場合は結合定
数が 1/Mf であり質量次元−1を持つ。この為、粒子の間に働く重力相互作用の強さは粒子の
持つ 4元運動量に依存し、散乱断面積は

√
s
2+δ

/M2+δ
f の冪で表される。これらについては第 3

章で散乱断面積を計算する際に具体的に見る。

2.2.3 理論的困難

ADD模型には標準模型の粒子の 4次元時空への閉じ込めを説明する力学的な機構が含まれて
いない。式 (2.18)から分かる通り、ADD模型では標準模型の Lagrangian LSM に δ(y)を掛け
る事で標準模型に含まれる粒子を 4次元時空に”手で”閉じ込めている。この為、4次元時空に余
剰次元空間を含めた全空間では余剰次元空間の原点 y = 0が特別な点になっており、y = 0の点
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で余剰次元方向の並進対称性が破れている。並進対称性から得られる保存則は運動量保存則で
あった。よって、ADD模型では余剰次元方向の運動量が保存していない。これはADD模型の理
論的な困難である。この為ADD模型の 4次元有効理論の Lagrangianには、とり得る全ての余
剰次元方向の運動量を持ったKaluza-Klein重力子が含まれている。式 (2.33) のLagrangian Leff

に ~nについての和
∑

0<|~n|<∞

が含まれるのはこの為である。この余剰次元方向の運動量の非保存

の問題は、その 4次元有効理論ではKaluza-Klein重力子が中間状態にある過程の散乱断面積の
発散の問題として現れる。この散乱断面積の発散の問題については第 3章でKaluza-Klein重力
子が中間状態にある過程の散乱断面積をToy modelを用いて計算する際に説明する。
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第3章 Kaluza-Klein重力子の生成過程に
おける崩壊の効果

この章では本論文の主題である Kaluza-Klein重力子の生成過程における Kaluza-Klein重力
子の崩壊の効果について議論する。以下では簡単のため電子と陽電子が始状態にある過程の散
乱断面積のみを考える。
「大きい余剰次元のシナリオ」の特徴的な現象は強い重力相互作用によるKaluza-Klein重力
子の生成現象である。よって、「大きい余剰次元のシナリオ」を加速器実験で検証する為には
Kaluza-Klein重力子の生成過程を調べればよい。Kaluza-Klein重力子の生成過程

e+e− → γ + (K-K graviton)

はMirabellらによって既に解析が行われており、将来の高エネルギー加速器実験 (LHC加速器
を用いた実験や ILC加速器を用いた実験)ではKaluza-Klein重力子の生成過程について検証可
能であるとの結論が得られている [18, 19]。このKaluza-Klein重力子の生成過程はKaluza-Klein

重力子を崩壊しない粒子と見なした過程である。しかし、ADD模型の 4次元有効理論が正し
いとすると質量を持つKaluza-Klein重力子は標準模型の粒子に崩壊するので、真に解析すべき
Kaluza-Klein重力子の生成過程はこのKaluza-Klein重力子の崩壊の過程まで含んだ以下の過程

e+e− → γ + (K-K graviton)

b−−−−−→ AĀ

(A = f, γ, g, ..)

である。この過程はKaluza-Klein重力子が中間状態にある過程であり、Kaluza-Klein重力子の
崩壊過程

(K-K graviton) → AĀ

を含んでいる。ここで f は標準模型で記述されている Fermi粒子の中で Kaluza-Klein重力子
が崩壊できるものである。例えば質量が 100MeV 程度の Kaluza-Klein 重力子であれば f =

u, d, e, µ, νe, νµ, ντ である。γは電磁相互作用を媒介する光子を表し、gは強い相互作用を媒介す
るグルーオンを表す。Kaluza-Klein重力子の崩壊先の粒子はKaluza-Klein重力子の質量によっ
て変化する。Kaluza-Klein重力子の寿命が長い為、Kaluza-Klein重力子は検出器を抜けてから
崩壊すると考えられる。このためKaluza-Klein重力子の崩壊によって生じる粒子を検出器で検
出することはできない。Kaluza-Klein重力子自身も電荷を持たない為検出器で検出することは
できず、実際の実験ではKaluza-Klein重力子を反応の際に生じるエネルギー欠損として観測す
る。これは前章で紹介したMirabelliらによって解析された過程も同様である。どちらの過程も
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実験では
e+e− → γ + (missing)

の過程として観測され区別はできない。
質量mを持つKaluza-Klein重力子が標準模型の粒子に崩壊する崩壊幅 ΓがO(m3/M̄2

p ) と小
さい為、MirabelliらはKaluza-Klein重力子の崩壊幅をゼロと見なしても十分良い近似だと考え
て解析した。すなわち崩壊の効果を含んでいるKaluza-Klein重力子の生成過程の散乱断面積を
σΓとし、Kaluza-Klein重力子を崩壊しない粒子として求めた散乱断面積を σとすると

σΓ − σ = O(
1

M̄2
p

) = O(
1

M2
f

Γ√
s
) (3.1)

であり、σΓと σの差は実験では有意ではないとしている。ここでΓはKaluza-Klein重力子が標
準模型の粒子に崩壊する崩壊幅である。崩壊幅の逆数がちょうど粒子数が 1/eに減少するのに
かかる時間 (寿命)τにあたる。

√
sは始状態の粒子の衝突エネルギーで、本論文では

√
s ' 1TeV

程度を考える。
しかし実際に散乱断面積を求めると、質量mを持つKaluza-Klein重力子の崩壊幅がO(m3/M̄2

p )

と小さいにもかかわらず σΓと σの間にはO(1/M̄2
p )ではない大きな差が生じていることが分か

る。以下では見通しを良くするため、Toy modelを用いて散乱断面積 σΓと σを求める。最初に
3.1節では計算に用いるToy modelを導入する。3.2節では散乱断面積 σΓと σを計算し、3.3節
で具体的に計算した σΓと σを用いてそれらの差を求める。3.4節では散乱断面積 σΓと σの差
の物理的な意味を考察し、散乱断面積 σΓと σ の間に何故大きな差が生じているか結論づける。

3.1 Toy model

この節では散乱断面積σΓとσの計算に用いるToy modelを導入し、ADD模型におけるKaluza-

Klein重力子の生成過程とKaluza-Klein重力子の崩壊過程を含むKaluza-Klein重力子の生成過
程に対応するToy modelの過程を示す。このToy modelは光子とKaluza-Klein重力子のスピン
をすべてゼロとみなしたものであり、Kaluza-Klein重力子に対応する実スカラー場φnを無限個
含んでいる。

Kaluza-Klein重力子はスピン 2を持つため、Kaluza-Klein重力子が中間状態にある過程の
散乱断面積は複雑な構造を持つ。この為、ADD模型の 4次元有効理論を用いて Kaluza-Klein

重力子が中間状態にある過程の散乱断面積 σΓを求めると、Kaluza-Klein重力子の生成過程に
Kaluza-Klein重力子の崩壊過程を加えたことによって生じる散乱断面積の変化を求める際に見
通しが悪い。Kaluza-Klein重力子の生成過程における Kaluza-Klein重力子の崩壊の効果は模
型に同じ相互作用をする粒子を無限個含むという ADD模型の性質と、後述の中間状態を伝播
するKaluza-Klein重力子を記述する Feynmann伝播関数の分母の構造によって決まっている。
Feynmann伝播関数の分母の構造はどんなスピンを持つ粒子でも共通である。粒子のスピンに
よる運動量の偏極の効果は Kaluza-Klein重力子の生成過程に対する Kaluza-Klein重力子の崩
壊の効果を議論する際には重要ではない。中間状態にある粒子のスピンによって終状態にある
粒子の運動量の方向の角度分布が変化するが、σΓと σの差を求める際には終状態の運動量の自
由度を角度まで全て積分するので、終状態の粒子の運動量の角度分布の変化は特に問題になら
ない。
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これより光子やKaluza-Klein重力子をスピンゼロの実スカラー粒子とみなしたToy modelを
用いて散乱断面積の計算を行うことで、Kaluza-Klein重力子の崩壊の効果によるKaluza-Klein

重力子の生成過程の散乱断面積の本質的な変化を見通しよく求める事ができる。
Toy modelの Lagrangianは以下である。

L = ψ̄iγµ∂µψ +
1

2
∂µχ∂µχ +

∑
0<|~n|<∞

[
1

2
∂µφn∂µφn − 1

2
mn

2φn
2

]
+

1

2
∂µχ

′∂µχ′

+
∑

0<|~n|<∞

[
− λ

M̄p

ψ̄ψφnχ

]
+

∑
0<|~n|<∞

[
− g

2M̄p

φn∂µχ
′∂µχ′

]
(3.2)

ここで場 ψはスピン 1/2の Dirac場であり電子に対応する場である。場 φnと χ、χ′は実スカ
ラー場であり、φnは質量 n/R (n = |~n|)を持つKaluza-Klein重力子のスピンをゼロとした粒子
に対応し、χは光子の、χ′はKaluza-Klein重力子の崩壊先の粒子 (A)のそれぞれスピンをゼロ
とした粒子に対応している。場 ψと χ、χ′は皆質量を持たない。
式 (3.2)の Lagrangianから得られる頂点に関する運動量表示のFeynmann則は以下のように

なる。

χ

φn

ψ

ψ

−

λ

M̄p

χ′(kµ

1 )

χ′(kµ

2 )

φn

k1

k2

g

M̄p
k1·k2

ここで k1と k2はそれぞれ χ′(k1)と χ′(k2)の 4元運動量であり、k1 · k2 = kµ
1 k2µである。

φnと 2χ′の 3点相互作用の頂点はADD模型のKaluza-Klein重力子と 2つの光子の 3点相互作
用の頂点に対応する。相互作用の結合定数が 1/M̄pと質量次元−1を持っているため、Kaluza-

Klein重力子と 2つの光子の 3点相互作用の頂点には光子の運動量が含まれる。この相互作用の
性質を反映して、Toy modelにおける φnと 2χ′の 3点相互作用の頂点にもχ′の運動量が含まれ
ている。ψ̄とψ、χ、φnの 4点相互作用はADD模型の電子と陽電子、光子、Kaluza-Klein重力
子の 4点相互作用に対応する。この相互作用の結合定数も 1/M̄pと質量次元−1を持っている
が、結合する場が 4つあるので頂点に運動量は入らない。これを反映して、Toy modelにおけ
る ψ̄と ψ、χ、φn の 4点相互作用の頂点にも運動量は含まれていない。

20



e

e

e e e

e e e

γ γ γ γ

γ

Gn

µν
Gn

µν
Gn

µν
Gn

µν

図 3.1: e+e− → γ + (K-K graviton)の Feynmann図
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図 3.2: e+e− → γ + AĀの Feynmann図

次にADD模型におけるKaluza-Klein重力子の生成過程とKaluza-Klein重力子の崩壊過程を
含むKaluza-Klein重力子の生成過程に対応するToy modelの過程を示す。ADD模型における
Kaluza-Klein重力子の生成過程は

e+e− → γ + (K-K graviton)

であり、この過程に対応する Feynmann図は以下の 4つである (図 3.1)。ここで Gn
µν は質量

n/R (n = |~n|)を持つKaluza-Klein重力子を表す。実際に実験で見る散乱断面積はこのKaluza-

Klein重力子の質量をn/R <
√

sの範囲で足し上げた包括的な散乱断面積(inclusive cross section)

である。
√

sが十分大きい (
√

s ' Mf )場合は、この包括的な散乱断面積がADD模型の特徴で
ある強い重力の効果による反応の散乱断面積になる。図 3.1にある 4つの Feynmann図はみな
同じ始状態と終状態を持つ図であり、量子力学的効果により互いに干渉する。Kaluza-Klein重
力子の崩壊の過程を含んだKaluza-Klein重力子の生成過程

e+e− → γ + (K-K graviton)

b−−−−−→ AĀ

(A = f, γ, g, ..)

のFeynmann図は図 (3.2)である。図 3.2には中間状態にGn
µνが伝播するFeynmann図だけが示

されているが、ADD模型には異なる質量 |~n| /Rを持つKaluza-Klein重力子が無限個含まれて
いるので、これらのKaluza-Klein重力子は全て中間状態で量子力学的に干渉する。
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図 3.3: ψψ̄ → χφnの Feynmann図
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図 3.4: ψψ̄ → χχ′χ′の Feynmann図

ADD模型におけるKaluza-Klein重力子の生成過程に対応するToy modelの過程は φnの生成
過程

ψψ̄ → χφn

である。この過程は φnを崩壊しない粒子とみなしたφnの生成過程である。終状態にあるφnの
質量 n/Rを n/R <

√
sの範囲で足し合わせた包括的な散乱断面積 σが Toy modelにおける強

い重力による相互作用の散乱断面積に対応する。Kaluza-Klein重力子の崩壊過程を含む過程に
対応するToy modelの過程は、φnの生成過程に φnの崩壊過程を加えた過程である。φnの崩壊
先として 2χ′を考えると、φnの崩壊過程

φn → χ′χ′

を含んだ過程は
ψψ̄ → χχ′χ′

である。この過程はφnの崩壊過程まで含めた正しいφnの生成過程である。Toy modelにも異な
る質量 |~n| /Rを持つ φnが無限個含まれているので、これら全ての φnも中間状態で互いに量子
力学的に干渉する。これらの過程のFeynmann図を図 3.3と図 3.4に示す。図 3.3の Feynmann

図はADD模型におけるKaluza-Klein重力子の生成過程のFeynmann図 (図 3.1)のうちの最初の
一つのFeynmann図に対応し、図 3.4のFeynmann図も同様にADD模型におけるKaluza-Klein

重力子の崩壊過程を含んだKaluza-Klein重力子の生成過程のFeynmann図 (図 3.2)のうちの最
初の一つのFeynmann図に対応する。Kaluza-Klein重力子の生成過程にもKaluza-Klein重力子
の崩壊の効果を含む過程にも 4つのFeynmann図が対応しているが、以下では図 3.3と図 3.4 の
Feynmann図のみを考える。これは φnの生成過程に φnの崩壊過程を加えることにより生じる
散乱断面積の変化を見やすくするためであり、異なるFeynmann図同士の干渉の効果は今回考
えない。他の Feynmann図についても以下の議論は同じように適応できる。

φnの生成過程に φnの崩壊過程を加えることで生じる散乱断面積の変化を調べるためには φn

崩壊の過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σと φnの崩壊過程を含む φnの生成過程の
散乱断面積 σΓを計算し、これらの散乱断面積の差を求めれば良い。
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3.2 散乱断面積の計算方法
この節では φn崩壊過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σと φnの崩壊過程を含む φn

の生成過程の散乱断面積 σΓを計算する。2つの散乱断面積の計算過程を比較すると、散乱断面
積を計算する際の φnのベクトル ~nについての和の取扱いが大きく異なる。特に φnの崩壊過程
を含む φnの生成過程の散乱断面積 σΓを求める際に実行する φnのベクトル ~nについての和は
発散する。3.2.1節では φnの崩壊過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σ を計算する。次
の 3.2.2節で φnの崩壊過程を含む φnの生成過程の散乱断面積 σΓを計算し、発散する和から意
味ある物理量を取り出すために導入する cut offΛNewについて説明する。

3.2.1 φnの崩壊の過程を含まないφnの生成過程の散乱断面積の計算

φnの崩壊過程を含まない φnの生成過程

ψψ̄ → χφn

の散乱断面積 σを計算する。図 3.3で表される質量m = |~n| /Rを持つ φnを生成する過程の不
変散乱振幅をM(m)とすると、Toy modelの Lagrangian(3.2)から得られるM(m)は

M(m) = v̄(p2, s2)

(
− λ

M̄p

)
u(p1, s1) (3.3)

である。ここで u(p1, s1)と v(p2, s2)はそれぞれψ(p1)と ψ̄(p2) の偏極テンソルに対応する量で、
とりうる全てのスピンの状態 (s = ±1)で和をとると∑

Spin

u(p1, s1)ū(p1, s1) = pµ
1γµ (3.4)∑

Spin

v(p2, s2)v̄(p2, s2) = pµ
2γµ (3.5)

を満たす。この過程の散乱断面積を σ(m)とすると σ(m)は

σ(m) =
1

4

∑
Spin

∫ 2∏
i=1

[
d3ki

(2π)32k0
i

]
M(m)M†(m)

4
√

(p1 · p2)
2

(2π)4 δ4(p1 + p2 − k1 − k2) (3.6)

である。ここで pµ
1 と pµ

2 はそれぞれ始状態にあるψと ψ̄の 4元運動量であり、kµ
1 と kµ

2 (= kµ)は
それぞれ終状態にある χと φnの 4元運動量である。始状態の粒子のスピンの状態について平
均をとった。この散乱断面積 σ(m)を ~nについて足し上げた散乱断面積 σが求める散乱断面積
である。

σ =
∑

0<|~n|<R
√

s

σ(m) (3.7)
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この ~nについての離散和を計算するのは困難である。これよりの ~nについての離散和を φnの
質量mについての積分で近似する。φnの質量mは |~n| /Rであり、異なる ~nで番号付けされた
φnの質量の差∆mは式 (2.27)より

∆m ∝ 1

R
=

(
M2+δ

f

M̄2
p

) 1
δ

(3.8)

である。Mf = 5TeVの場合を考えると∆m = 0.025eV, 0.35MeV, 80MeV (δ = 2, 4, 6) となる。
よって余剰次元空間の次元 δが十分小さければ (δ <∼ 6) ∆m ¿

√
sであり、~nについての離散

和をを φnの質量mについての積分を用いて計算することは良い近似なっていると考えられる。
大きさ n = |~n|が nと n + dnの間に含まれているベクトル ~nの個数 dN は

dN = Sδ−1 |~n|δ−1 dn (3.9)

である。ここで Sδ−1は δ次元の単位球面の面積を表し

Sδ−1 =
2π

δ
2

Γ
[

δ
2

] (3.10)

で与えられる。Γ[δ/2]はガンマ関数である。m = |~n| /Rより dm = dn/Rである。これより dN

は

dN = Sδ−1 |~n|δ−1 × dm

R
= Sδ−1

mδ−1

Rδ
(3.11)

となる。ここで式 (2.27)を用いてRをMf と M̄pを用いて表すと

dN = Sδ−1

M̄2
p

M2+δ
f

mδ−1dm ≡ ρ(m)dm (3.12)

となる。ここで ρ(m)は

ρ(m) = Sδ−1

M̄2
p

Mf2 + δ
mδ−1 (3.13)

であり、φnの質量mについての積分の密度関数を表す。これより ~nについての離散和は∑
0<|~n|<R

√
s

→
∫

dm ρ(m) (3.14)

とmについての積分に置き換わり、式 (3.7)の散乱断面積は

σ '
∫ √

s

0

dm ρ(m) σ(m) (3.15)

となる。φnの生成過程の包括的な散乱断面積を求める場合は、それぞれの質量を持つ φnの生
成過程の散乱断面積を求めてから φnの質量について足し上げれば良い。式 (3.15)の質量積分
の上限の値

√
sは始状態と終状態にある粒子の 4元運動量の保存則と on-shell条件

p02 − ~p · ~p = m2 (3.16)
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から求まる。ここで ~pは粒子の運動量でありmは粒子の質量、p0 =
√

~p · ~p + m2(= Ep) は粒子
のエネルギーである。この条件を満たす粒子の状態を on-shellの状態と呼ぶ。
式 (3.6)の運動量積分は終状態にある粒子が 2体のため簡単に実行できる。4元運動量の保存

則より積分の自由度は終状態にある粒子の運動量がなす角度 (θ, φ)のみであるので、始状態の
粒子の重心系での微分散乱断面積 σ(m)/dθdφは

σ(m)

dθdφ
=

k

64π2sp

[∑
Spin

1

4
M(m)M†(m)

]
(3.17)

と求まる。ここで pと kはそれぞれ始状態、終状態にある粒子の運動量の大きさであり

p = |~p1| = |~p2| =

√
s

2

k =
∣∣∣~k1

∣∣∣ =
∣∣∣~k2

∣∣∣ =
(s − m2)

2
√

s

である。式 (3.3)と式 (3.4)、式 (3.5)より

1

4

∑
Spin

M(m)M†(m) =

(
λ

M̄p

)2

p1 · p2 =

(
λ

M̄p

)2
s

2
(3.18)

であるので、これを式 (3.17)に代入し、角度積分を実行すると

σ(m) =
1

32π

(
λ

M̄p

)2
s − m2

s
(3.19)

と求まる。式 (3.19)の σ(m)と式 (3.13)の ρ(m) を式 (3.15)に代入し質量積分を実行すると

σ =
1

(2π)24

2π
δ
2

Γ
[

δ
2

] λ2

M2+δ
f

2 (
√

s)
δ

δ(2 + δ)
(3.20)

が求まる。求めた散乱断面積 σのオーダーはO((
√

s)δ/M2+δ
f ) である。σは (

√
s)δに比例するの

で
√

sが十分に大きければ沢山の φnが生成され、散乱断面積 σが大きくなることが分かる。例
として δ = 4でMf = 5TeV、

√
s = 1TeVの場合を考えると

O (σ) = O

(
s4

M6
f

)

= O
(

10−4

(TeV)2

)
(3.21)

となる。図 3.3のFeynmann図から分かる通り、φnの崩壊過程を含まない φnの生成過程は重力
相互作用の頂点を 1つ含む過程であった。この為散乱断面積 σは

σ =

(√
s
2+δ

M2+δ
f

)
× 2π

δ
2

(2π)24Γ
[

δ
2

] 2λ2

√
s
2
δ(2 + δ)

(3.22)

となり、
√

s
2+δ

/M2+δ
f の冪の 1次の量となっている。
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図 3.5: ψψ̄ → χχ′χ′の Feynmann図

3.2.2 φnの崩壊過程を含むφnの生成過程の散乱断面積 σΓの計算

次に φnの崩壊過程を含む φnの生成過程

ψψ̄ → χχ′χ′

の散乱断面積 σΓを計算する。φnの崩壊過程を加えた φnの生成過程の散乱断面積を求める場合
には図 3.5 のように同じ始状態と終状態を持ち中間状態にφnが伝播するFeynmann図が無限個
あるので、まず不変散乱振幅を求める段階で質量m = |~n| /Rについての和をとらなければなら
ない。図 3.4で表される質量m = |~n| /Rを持つ φnが中間状態を伝播する過程の不変散乱振幅
をMΓ(m)とすると、式 (3.2)にあるToy modelの Lagrangianから得られるMΓ(m)は

MΓ(m) = v̄(p2, s2)

(
− λ

M̄p

)
u(p1, s1)

1

m2 − q · q − imΓ(m)

(
g

M̄p

)
(k1 · k2) (3.23)

である。ここで

∆F(m, q) =
1

m2 − q · q − imΓ(m)
(3.24)

は 4元運動量 qµと質量m = |~n| /Rを持つ実スカラー粒子 φnのFeynmann伝播関数であり、不
変散乱振幅の中で中間状態を伝播する φnを表している。分母にある Γ(m)は質量mを持つ φn

が 2χ′に崩壊する崩壊幅である。以下では何故、Feynmann伝播関数の分母に崩壊幅Γ(m)が入
るのかについて簡単に解説する。
式 (3.24)の Feynmann伝播関数は相互作用をしない自由な φnの Feynmann伝播関数

∆F(m, q) =
1

m2 − q · q
(3.25)

に図 3.6のFeynmann図で表される輻射補正M(1)(φn → φn) を加えたものである。この輻射補
正M(1)(φn → φn)は自由なφnのFeynmann伝播関数の分母に加わる。φnは 2χ′に崩壊できるの
で、図 3.6のχ′のループには on-shellの状態にあるχ′が回る寄与があり、これはM(1)(φn → φn)

の虚部として表れる。光学定理よりこの on-shellの状態にある χ′がループを回る寄与はちょう
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図 3.6: φnの Feynmann伝播関数に対する輻射補正の 1次の Feynmann図

ど、φnが 2χ′に崩壊する過程の不変散乱振幅の絶対値の 2乗を 2χ′の運動量で積分した値に等
しい。すなわち

ImM(1)(φn → φn) =
1

2

∫
d3k

(2π)32Ek

d3k′

(2π)32E ′
k

[
M(φn → χ(k)χ(k′))M†(φn → χ(k)χ(k′))

]
(3.26)

である。式 (3.26)の右辺を φnの質量mで割ったものが、φnが 2χ′に崩壊する崩壊幅 Γ(m)に
あたる。

Γ(m) =
1

2m

∫
d3k

(2π)32Ek

d3k′

(2π)32E ′
k

[
M(φn → χ(k)χ(k′))M†(φn → χ(k)χ(k′))

]
(3.27)

Toy modelから得られる φn → χχの不変散乱振幅は

M (φn → χ(k)χ(k′)) =

(
− g

M̄p

)
k · k′ (3.28)

である。これを式 (3.27)に代入し、運動量積分を実行すると崩壊幅 Γ(m)は

Γ(m) =

(
g

M̄p

)2
m3

128π
(3.29)

と求まる。
これより φnの Feynmann伝播関数の輻射補正を求めると、分母に複素数 imΓ(m)が加わる

ことが分かる。これは一般にも言え、崩壊する粒子の輻射補正を含むFeynmann伝播関数の分
母には必ず imΓtotalが加わる。ここで Γtotal は粒子の全崩壊幅を表す。Toy modelでは φnの崩
壊先として 2χ′のみを考えているので、Γtotal = Γ(m)である。
崩壊しない粒子の輻射補正を含む Feynmann伝播関数の分母には複素数 imΓtotalが加わらな

い。輻射補正を表すFeynmann図のループに on-shellの状態の粒子が回る寄与が無いので、M(1)

の虚部がゼロになる為である。実はこのFeynmann伝播関数の分母の構造により反応過程の中
間状態にある粒子が on-shellの状態をとるか否かが決まる。

φnの崩壊過程を含む φnの生成過程の不変散乱振幅MΓは式 (3.23)のMΓ(m)を質量mにつ
いて和をとったものである。

MΓ =
∑

0<|~n|<∞

[MΓ(n)] '
∫ ∞

0

dm ρ(m) [MΓ(m)] (3.30)
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ここでρ(m)は式 (3.13)で求めた積分密度である。これより不変散乱振幅の絶対値の2乗MΓMΓ
†

は

MΓMΓ
† =

∑
0<| ~n1|<∞

∑
0<| ~n2|<∞

[
MΓ(n1)MΓ

†(n2)
]

'
∫ ∞

0

dm1

∫ ∞

0

dm2 ρ(m1)ρ(m2)
[
MΓ(m1)MΓ

†(m2)
]

(3.31)

となり、散乱断面積 σΓは

σΓ =
1

2
· 1

4

∫ 3∏
i=1

[
d3ki

(2π)32k0
i

]
MΓMΓ

†

4
√

(p1 · p)2
(2π)4 δ4(p1 + p2 − k1 − k2 − k3)

' 1

2
· 1

4

∫ 3∏
i=1

[
d3ki

(2π)32k0
i

]
1

4
√

(p1 · p2)
2

[∫ ∞

0

dm1

∫ ∞

0

dm2 ρ(m1)ρ(m2)
[
MΓ(m1)MΓ

†(m2)
]]

× (2π)4 δ4(p1 + p2 − k1 − k2 − k3) (3.32)

である。ここで pµ
1 と pµ

2 はそれぞれ始状態にある ψと ψ̄の 4元運動量であり、kµ
1 と kµ

2、kµ
3 は

それぞれ終状態にある χと χ′、χ′の 4元運動量である。この散乱断面積も始状態のスピンの状
態について平均をとった。終状態にある 2χ′は区別ができないので散乱断面積を求める際に 1/2

倍する。
φnの崩壊過程を含まない過程の場合は質量m = |~n| /Rを持つ φnの生成過程の散乱断面積を

質量mについて足し上げたが、φnの崩壊過程を含む φnの生成過程の場合は不変散乱振幅を求
める段階で質量mについて足し上げた。これは 2つの過程の散乱断面積を求める際の大きな違
いである。不変散乱断面積の段階で質量mについての和をとるため、式 (3.31)のMΓMΓ

† に
は異なる質量m1とm2を持つ φnが中間状態を伝播する過程の不変散乱振幅同士の積の項

ρ(m1)ρ(m2)
[
MΓ(m1)MΓ

†(m2)
]

が表れる。この項は干渉項と呼ばれ、異なる質量を持つφnが互いに量子力学的に干渉する効果
を表している。中間状態にある φnは量子力学的な不確定性によって生じている仮想粒子であり
観測される状態の粒子ではない。このため異なる質量を持ち同じ相互作用をする φnが中間状
態にある場合には全て互いに干渉する。これに対し φnの崩壊過程を含まない φnの生成過程の
φnは終状態にあり、on-shellの状態にある観測可能な物理的な粒子である。このためφnの崩壊
過程を含まない φnの生成過程では異なる質量を持つ φnが互いに干渉することはない。
式 (3.30)の質量積分は積分範囲が 0 < m < ∞であるため、余剰次元の個数が 2以上の場合

発散することが分かっている。これは、ADD模型では余剰次元方向の運動量が保存していな
い為である。4次元有効理論でのKaluza-Klein重力子の質量は高次元の重力子の余剰次元方向
の運動量の大きさと等しい。このため ADD模型の余剰次元方向の運動量の非保存の問題が 4

次元有効理論では中間状態にあるKaluza-Klein重力子の質量積分の発散の問題として表れる。
Kaluza-Klein重力子が終状態にある場合では 4元運動量の保存則と式 (3.16)の on-shell条件か
ら質量積分の上限

√
sが決まっていた。これに対しKaluza-Klein重力子が中間状態にある場合

では一般には on-shell条件を満たさないため、4元運動量の保存則だけでは質量の上限を得ら
れない。
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この発散する積分から意味ある物理量を取り出すため、積分範囲の上限に cut off ΛNewを置
く必要がある。 ∫ ∞

0

dm ρ(m) [MΓ(m)] −→
∫ ΛNew

0

dm ρ(m) [MΓ(m)] (3.33)

この ΛNewは 4次元部分空間への粒子の閉じ込めの動力学を記述する新しい物理のエネルギー
スケールであると共に、ADD模型の適応限界と考えられる。ADD模型は粒子の部分空間への
閉じ込め現象の動力学を一切記述していない。このためADD模型では

√
sが 4次元部分空間へ

の粒子の閉じ込め現象の物理が見えてくるエネルギースケール ΛNewに達すると「大きい余剰
次元のシナリオ」の物理をうまく記述できなくなる。第 2章で見た通り、ADD模型では余剰次
元まで含む高次元の Lagrangianに含まれる標準模型の Lagrangianに手で δ関数をかけ算する
ことで、4次元部分空間に閉じ込められた標準模型の粒子を説明している。

SSM =

∫ √
−gdDz LSMδd(y) (3.34)

これは 4次元の場の量子論には現在、粒子の部分空間への閉じ込めを説明する動力学が存在しな
いためである。δ関数を用いて部分空間に粒子を手で局在させているために余剰次元方向の運動
量保存則が破れている。しかし部分空間への粒子の閉じ込め現象を動力学的に記述できる新し
い理論では、この余剰次元方向の運動量の非保存の問題は解決されているはずである。この新
しい物理の効果を 4次元有効理論で見ると、質量積分のΛNew < mの範囲からの寄与は部分空間
への粒子の閉じ込めの物理の効果で抑制されて積分値は有限になると予想される。

√
s ¿ ΛNew

の範囲ではこの新しい物理の効果は小さい。これよりADD模型は適応できるエネルギースケー
ルがΛNew までの有効理論と考えられる。

√
s < ΛNewの範囲の過程に対してADD模型は「大き

い余剰次元シナリオ」における近似的な散乱断面積を与えている。実際
√

s < ΛNewであれば、
質量積分のm >

√
sの積分範囲からの寄与は小さく、積分値は ΛNewに強く依存しない。この

ため
√

s < ΛNewの場合は式 (3.33)のように積分範囲の上限をΛNewとして質量積分の値を近似
するのは良い近似になっていると考えられる。

ΛNewの値は部分空間への粒子の閉じ込め現象の動力学を記述する新しい理論によって決まる1。
この新しい理論は同時に高次元の重力相互作用も記述している事が期待されるので、ΛNew ' Mf

であると考えられる。ΛNew ≤ Mf の場合と ΛNew > Mf の場合が考えられるが、前者の場合
は強い重力相互作用の効果が表れる前に部分空間への粒子の閉じ込めの現象の物理の効果が大
きくなっていしまうため、Kaluza-Klein重力子の生成過程を用いて「大きい余剰次元のシナリ
オ」を実験的に検証するのは適切ではない。後者の場合は強い重力相互作用の効果が表れるの
に十分な値まで中間状態にあるKaluza-Klein重力子の質量を積分できる。よってADD模型を
用いて計算したKaluza-Klein重力子の生成過程の散乱断面積を用いて「大きい余剰次元のシナ
リオ」を検証できるのは

√
sとΛNewが

√
s <∼ Mf < ΛNew ≡ αMf (3.35)

の関係を満たす場合である。ここで αは 1 < α < 10をとる適当な数である。本論文で考えて
1例えばこの新しい理論が超弦理論である場合は ΛNew = Ms (ストリングスケール)である。MsとMf の関係

は 6個ある余剰次元の大きさによって決まる。
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いる実験は LHC加速器を用いた実験と ILC加速器を用いた実験であり、これらの加速器の
√

s

はそれぞれ 1TeV程度2であるので
√

s <∼ Mf の関係は満たしている。
これより φnの崩壊過程を含む φnの生成過程の散乱断面積 σΓは

σΓ =
1

2
· 1

4

∫ 3∏
i=1

[
d3ki

(2π)32k0
i

]
MΓMΓ

†

4
√

(p1 · p2)
2

(2π)4 δ4(p1 + p2 − k1 − k2 − k3)

' 1

2
· 1

4

∫ 3∏
i=1

[
d3ki

(2π)32k0
i

]
1

4
√

(p1 · p2)
2

[∫ αMf

0

dm1

∫ αMf

0

dm2 ρ(m1)ρ(m2)
[
MΓ(m1)MΓ

†(m2)
]]

× (2π)4 δ4(p1 + p2 − k1 − k2 − k3)

≡
∫ αMf

0

dm1

∫ αMf

0

dm2 ρ(m1)ρ(m2) σΓ(m1,m2) (3.36)

となる。ここで σΓ(m1,m2)は

σΓ(m1, m2) =
1

2
· 1

4

∫ 3∏
i=1

[
d3ki

(2π)32k0
i

]
MΓ(m1)MΓ

†(m2)

4
√

(p1 · p2)
2

(2π)4 δ4(p1 + p2 − k1 − k2 − k3) (3.37)

である。先に式 (3.31)の質量積分を求めてから運動量積分を実行するのは困難であるので、ま
ずは σΓ(m1,m2)を求めてから質量積分を実行する。式 (3.23)と式 (3.4)、式 (3.5)より

1

4

∑
Spin

MΓ(m1)MΓ
†(m2) =

(
λ

M̄p

)2(
g

M̄p

)2

∆(m1, q)∆
∗(m2, q) (k1 · k2)

2 p1 · p2

=

(
λ

M̄p

)2(
g

M̄p

)2
1

m2
1 − q · q − imΓ(m1)

1

m2
2 − q · q + imΓ(m2)

(k1 · k2)
2 p1 · p2 (3.38)

である。これを式 (3.37)に代入し運動量積分を実行すると σΓ(m1,m2)が求まる。式 (3.37)の運
動量積分は終状態の粒子が 3体であるため、4元運動量の保存則を用いてそれぞれの粒子のと
りうる運動量の範囲を求めながら運動量積分を実行しなければならない。このため 3.2.1節で
求めた、終状態が 2体である過程の散乱断面積 σ(m)の運動量積分よりも取扱いが複雑である。

2LHC加速器は複合粒子である pと p̄を
√

s = 14TeVで衝突させるが、実際に相互作用する基本粒子 (クォー
ク)で見たときの

√
sは主に 1'2TeV程度である。
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式 (3.37)の運動量積分を実行すると以下のようになる。

σΓ(m1,m2) =
1

2

(
λ

M̄p

)2(
g

M̄p

)2
1

(2π)328s

1

(m2
1 − m2

2)
2 +

(
m1Γ(m1) + m2Γ(m2)

)2

×

[(
m2

2 − m2
1

) {
1

2
s2

(
m2

2 − m2
1

)
+ s

(
m2

1

(
m2

1 − Γ2(m1)
)
− m2

2

(
m2

2 − Γ2(m2)
))

−1

2
m2

1

(
m2

1

(
m2

1 − s
)

+ Γ2(m1)
(
s − 3m2

1

))
ln

∣∣∣∣ m4
1 + m2

1Γ
2(m1)

(s − m2
1)

2
+ m2

1Γ
2(m1)

∣∣∣∣
+

1

2
m2

2

(
m2

2

(
m2

2 − s
)

+ Γ2(m2)
(
s − 3m2

2

))
ln

∣∣∣∣ m4
2 + m2

2Γ
2(m2)

(s − m2
2)

2
+ m2

2Γ
2(m2)

∣∣∣∣
+m3

1Γ(m1)
(
2s − 3m1 + Γ2(m1)

)(
Arctan

(
m1

Γ(m1)

)
+ Arctan

(
s − m2

1

m1Γ(m1)

))

−m3
2Γ(m2)

(
2s − 3m2 + Γ2(m2)

)(
Arctan

(
m2

Γ(m2)

)
+ Arctan

(
s − m2

2

m2Γ(m2)

)) }
+

(
m1Γ(m1) + m2Γ(m2)

)
×

{
m1Γ(m1)

(
1

2
s
(
s − 4m2

1

)
+

1

2
m2

1

(
3m2

1 − 2s − Γ2(m1)
)
ln

∣∣∣∣ m4
1 + m2

1Γ
2(m1)

(s − m2
1)

2
+ m2

1Γ
2(m1)

∣∣∣∣
+

(
m1Γ(m1)

(
3m2

1 − s
)

+
m3

1

Γ(m1)

(
s − m2

1

))
×

(
Arctan

(
m1

Γ(m1)

)
+ Arctan

(
s − m2

1

m1Γ(m1)

)))

+m2Γ(m2)

(
1

2
s
(
s − 4m2

2

)
+

1

2
m2

2

(
3m2

2 − 2s − Γ2(m2)
)
ln

∣∣∣∣ m4
2 + m2

2Γ
2(m2)

(s − m2
2)

2
+ m2

2Γ
2(m2)

∣∣∣∣
+

(
m2Γ(m2)

(
3m2

2 − s
)

+
m3

2

Γ(m2)

(
s − m2

2

))
×

(
Arctan

(
m2

Γ(m2)

)
+ Arctan

(
s − m2

2

m2Γ(m2)

))) }]
(3.39)

となる。式 (3.39)の σΓ(m1,m2)を式 (3.36)の最後の式

σΓ =

∫ αMf

0

dm1

∫ αMf

0

dm2 ρ(m1)ρ(m2) σΓ(m1,m2) (3.40)

に代入し、質量積分を実行すると σΓが求まる。式 (3.40)の質量積分の値を解析的に求めるの
は困難である。このため、散乱断面積 σΓと σの差を求める為に質量積分の被積分関数である
σΓ(m1,m2)を用いる。
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3.3 散乱断面積σΓとσの差
前節で求めた φnの崩壊過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σ と φnの崩壊過程を含

む φnの生成過程の散乱断面積 σΓを用いて、散乱断面積の差 σΓ − σを求める。式 (3.39)より
σΓ(m1,m2)は関数型が複雑であり、Γ(m)に対する依存性がわかりにくい。また σΓ(m1, m2)と
σ(m)は引数が異なるためこのままでは差を求めることができない。このため以下ではσΓ(m1, m2)

をm1 = m2の場合とm1 6= m2の場合に分け、それぞれの場合について Γ(m)/mの冪で展開し
σΓと σの差を求める。3.3.1節ではまず σΓ(m1,m2)のm1 6= m2の部分を Γ(m)/mの冪で展開
し、σΓの σΓ(m1, m2)のm1 6= m2 の部分からの寄与である σm1 6=m2

Γ のオーダーを求める。次に
3.3.2節では σΓ(m1,m2)のm1 = m2の部分 σΓ(m,m)を取り出し Γ(m)/mの冪で展開し、σΓの
σΓ(m,m)からの寄与である σm1=m2

Γ のオーダーを求める。φnの崩壊過程を含まない φnの生成
過程の散乱断面積 σはこの σm1=m2

Γ に含まれる。最後に Γ(m)/mの冪で展開した σΓ(m1,m2)を
用いて散乱断面積 σΓと σの差を求める。

3.3.1 散乱断面積 σΓに対するσΓ(m1,m2)のm1 6= m2の部分からの寄与

この節ではσΓ(m1,m2)のm1 6= m2の部分を取り出し、Γ(m)/mの冪で展開する。σΓ(m1, m2)

のm1 6= m2の部分の質量積分を実行し求めた散乱断面積を σm1 6=m2

Γ とすると、式 (3.40)と式
(3.39)より

σm1 6=m2

Γ =

∫ αMf

0

dm1

∫ m1

0

dm2 ρ(m1)ρ(m2) σΓ(m1,m2) (3.41)

である。この散乱断面積 σm1 6=m2

Γ は σΓ(m1,m2)の、異なる質量を持つ φnの干渉項からの寄与を
足し上げたものであり、σΓと σの差をとる際に残る部分である。m1 6= m2の場合異なる崩壊
幅 Γ(m1)と Γ(m2)が σΓ(m1,m2)に含まれているので Γ(m)を

Γ(m) ≡ g2A(m)

; A(m) =
m3

(2π)26
(3.42)

とし g2の冪で展開する。Γ(m)/m ∝ g2であるので Γ(m)/m → 0の極限は g2 → 0の極限に対
応する。式 (3.39)より σΓ(m1, m2)は (m2

2 −m2
1) に比例する部分と (m1Γ(m1) + m2Γ(m2))に比

例する部分に分けられる。m1 6= m2の場合は (m1Γ(m1) + m2Γ(m2))に比例する部分は g2の高
次の項になり、σΓ(m1,m2) (m1 6= m2)の主要な寄与は (m2

2 − m2
1)に比例する部分に含まれる。
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式 (3.39)に含まれる関数をそれぞれ g2について展開すると

1

(m2
1 − m2

2)
2 +

(
m1Γ(m1) + m2Γ(m2)

)2 =
1

(m2
1 − m2

2)
2 + g4

(
m1A(m1) + m2A(m2)

)2

' 1

(m2
1 − m2

2)
2

+ O(g4) (3.43)

ln

∣∣∣∣ m4 + m2Γ2(m)

(s − m2)2 + m2Γ2(m)

∣∣∣∣ = ln

∣∣∣∣ m4 + m2A2(m)g4

(s − m2)2 + m2A2(m)g4

∣∣∣∣
' ln

∣∣∣∣ m4

(s − m2)2

∣∣∣∣ + O(g4) (3.44)

Arctan

(
m

Γ(m)

)
= Arctan

(
m

A(m)g2

)
' 1

2
π − A(m)

m
g2 + O(g4) (3.45)

Arctan

(
s − m2

mΓ(m)

)
= Arctan

(
s − m2

mΓ(m)

)
' 1

2
π − mA(m)

s − m2
g2 + O(g4) (3.46)

である。これらの近似式と式 (3.13)の ρ(m)を式 (3.41)に代入し、g2の項までとると

σm1 6=m2

Γ '
∫ αMf

0

dm1

∫ m1

0

dm2 ρ(m1)ρ(m2)
1

2

1

(2π)328s

(
λ

M̄p

)2(
g

M̄p

)2

×
[1

2
s2 − s

(
m2

2 + m2
1

)
+

1

m2
2 − m2

1

×
{
−1

2
m4

1

(
m2

1 − s
)
ln

∣∣∣∣ m4
1

(s − m2
1)

2

∣∣∣∣ +
1

2
m4

2

(
m2

2 − s
)
ln

∣∣∣∣ m4
2

(s − m2
2)

2

∣∣∣∣}]
=

1

2

1

(2π)328s

(
2π

δ
2

Γ
[

δ
2

])2
λ2g2

M2δ+4
f

∫ αMf

0

dm1 mδ−1
1

∫ m1

0

dm2 mδ−1
2

×
[1

2
s2 − s

(
m2

2 + m2
1

)
+

1

m2
2 − m2

1

×
{
−1

2
m4

1

(
m2

1 − s
)
ln

∣∣∣∣ m4
1

(s − m2
1)

2

∣∣∣∣ +
1

2
m4

2

(
m2

2 − s
)
ln

∣∣∣∣ m4
2

(s − m2
2)

2

∣∣∣∣}]
(3.47)

が求まる。例として δ = 4の場合を考えると σm1 6=m2

Γ は

σm1 6=m2

Γ ' 1

2

2π4

(2π)328s

λ2g2

M12
f

∫ αMf

0

dm1 m3
1

∫ m1

0

dm2 m3
2

×
[1

2
s2 − s

(
m2

2 + m2
1

)
+

1

m2
2 − m2

1

×
{
−1

2
m4

1

(
m2

1 − s
)
ln

∣∣∣∣ m4
1

(s − m2
1)

2

∣∣∣∣ +
1

2
m4

2

(
m2

2 − s
)
ln

∣∣∣∣ m4
2

(s − m2
2)

2

∣∣∣∣}]
(3.48)
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となる。式 (3.47)の σm1 6=m2

Γ は本来 σΓの Γ(m)/mの 1次の項に対応する量であるが、そのオー
ダーはO(1/M̄2

p )ではなくO(
√

s
2δ+2

/M2δ+4
f )である。本論文では

√
s ' 1TeVとMf ' 1 ∼ 5TeV

の場合を考えているので、O(
√

s
2δ+2

/M2δ+4
f )はO(1/M̄2

p )に対して非常に大きい。これはσm1 6=m2

Γ

を求める際に中間状態で互いに干渉する非常に沢山の φnが足しあげられている為である。例
として δ = 4でMf = 5TeV、

√
s = 1TeVの場合を考えると

O
(
σm1 6=m2

Γ

)
= O

(√
s
10

M12
f

)

= O
(

10−8

(TeV)2

)
(3.49)

である。σm1 6=m2

Γ のオーダーを φnの崩壊過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σのオー
ダーと比較すると

O
(
σm1 6=m2

Γ

)
O (σ)

= O

((√
s

Mf

)δ+2
)

(3.50)

である。δ = 4でMf = 5TeV、
√

s = 1TeVの場合を考えると σm1 6=m2

Γ は σの 10−4倍と小さい。
これは σm1 6=m2

Γ が異なる質量を持つ φnが中間状態で互いに量子力学的に干渉する効果を表す散
乱断面積である為である。散乱断面積 σは on-shellの状態にある φnを生成する過程の散乱断面
積であり、摂動の次数の最低次の量 (O(

√
s
2+δ

/M2+δ
f ))であった。これに対し散乱断面積σm1 6=m2

Γ

は中間状態にある異なる質量を持つ φn同士の干渉項から寄与を足し上げた散乱断面積であり、
量子力学的効果によって生じている量であるため摂動の次数の高次の量 (O(

√
s
2+2δ

/M4+2δ
f ))と

なっている。これは図 3.4から分かる通り、φnの崩壊過程を含む φnの生成過程が重力相互作用
の頂点を 2つ含む過程であることからも理解できる。このため散乱断面積 σm1 6=m2

Γ と散乱断面
積 σのオーダーの比は (

√
s/Mf )

2+δとなり、
√

s < Mf の範囲では、散乱断面積 σm1 6=m2

Γ のオー
ダーは散乱断面積 σのオーダーを越えて大きくなることはない。散乱断面積 σΓと σの差を求
めると、2つの散乱断面積の差としてこのO(

√
s
2δ+2

/M2δ+4
f )である σm1 6=m2

Γ が残る。σm1 6=m2

Γ の
全体に g2が掛かっているので、σm1 6=m2

Γ の g2 → 0の極限をとるとゼロになる。

3.3.2 散乱断面積 σΓに対するσΓ(m,m) の寄与

この節ではσΓ(m1,m2)のm1 = m2の部分σΓ(m,m)をΓ(m)/mの冪で展開し、散乱断面積σΓ

の σΓ(m,m)からの寄与である σm1=m2
Γ のオーダーを求める。散乱断面積 σm1=m2

Γ には φnの崩壊
過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積である σ が含まれている。まず最初に σΓ(m, m)を
Γ(m)/mの冪で展開したとき、Γ(m)/mの0次の項がσ(m)に一致する事を示す。次にσΓ(m1, m2)

から σΓ(m,m)を取り出し、σΓ(m,m)の質量積分を実行して得られる σm1=m2
Γ のオーダーを求

める。
σΓ(m,m)は中間状態を伝播する φnのそれぞれが干渉せずに伝播する過程の寄与と、同じ質

量を持ち異なるベクトル ~nで番号付けされている φnの干渉項からの寄与を含んでいる。この
うち σΓ(m,m)の前者の部分には φnの崩壊過程を含まない質量mを持つ φnの生成過程の散乱
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断面積 σ(m)が含まれており、この部分の質量積分を実行し得られた散乱断面積 σdiag
Γ には φn

の崩壊の過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σが含まれている。この σdiag
Γ を求める為

には異なる ~nで番号づけされた φnの干渉項を σΓ(m,m)から落として質量積分を実行すればよ
い。σΓ(m1,m2)に δ ~n1, ~n2を掛けて式 (3.40)の質量積分を実行すると、σΓ(m,m) から異なる ~nで
番号づけされた φnの干渉項を落として質量積分を実行することができる。ここで δ ~n1, ~n2は

δ ~n1, ~n2 =

{
1 ( ~n1 = ~n2)

0 ( ~n1 6= ~n2)
(3.51)

である。式 (3.36)の σΓ(m1,m2)に σΓ(m1,m2)δ
~n1, ~n2を代入して求めた散乱断面積 σdiag

Γ は

σdiag
Γ =

∑
0<| ~n1|<∞

∑
0<| ~n2|<∞

σΓ(m1,m2) δ ~n1, ~n2

=
∑

0<| ~n1|<∞

σΓ(m,m)

'
∫ αMf

0

dm ρ(m) σΓ(m,m) (3.52)

となる。ここで式 (3.39)より σΓ(m, m)は

σΓ(m,m) =
1

2

(
λ

M̄p

)2(
g

M̄p

)2
1

(2π)328s

×

[
1

2
s
(
s − 4m2

)
+

1

2
m2

(
3m2 − 2s − Γ2(m)

)
ln

∣∣∣∣ m4 + m2Γ2(m)

(s − m2)2 + m2Γ2(m)

∣∣∣∣
+

(
mΓ(m)

(
3m2 − s

)
+

m3

Γ(m)

(
s − m2

))(
Arctan

(
m

Γ(m)

)
+ Arctan

(
s − m2

mΓ(m)

))]
(3.53)

である。式 (3.39)より、σΓ(m1,m2)は (m2
2 − m2

1) に比例する部分と (m1Γ(m1) + m2Γ(m2))に
比例する部分に分けられるが、m1 = m2 の場合は (m2

2 − m2
1)に比例する部分はゼロとなり

(m1Γ(m1)+m2Γ(m2))に比例する部分のみが残る。式 (3.53)に含まれる関数をΓ(m)/mで展開
し Γ(m)/mの 1次の項までとると、σΓ(m,m)は

σΓ(m,m) ' 1

(2π)24

(
λ

M̄p

)2
s − m2

s
× 1

(2π)26

(
g

M̄p

)2
m3

Γ(m)

× 1

π

m2

s − m2

[
s − m2

m2
π +

Γ(m)

m

{
1

2

s (s − 4m2)

m4
− 1 +

2s − 3m2

m2
ln

∣∣∣∣s − m2

m4

∣∣∣∣}
]

(3.54)

となる。ここで散乱断面積 σ(m)と崩壊幅 Γ(m)はそれぞれ式 (3.19)と式 (3.29)より

σ(m) =
1

32π

(
λ

M̄p

)2
s − m2

s
=

1

(2π)24

(
λ

M̄p

)2
s − m2

s
(3.55)

Γ(m) =

(
g

M̄p

)2
m3

128π
=

1

(2π)26

(
g

M̄p

)2

m3 (3.56)
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であるので、これを式 (3.54)に代入すると

σΓ(m,m) ' σ(m)

×

[
1 +

Γ(m)

m

{
1

2

s (s − 4m2)

m2 (s − m2) π
− m2

(s − m2) π
+

2s − 3m2

(s − m2) π
ln

∣∣∣∣s − m2

m4

∣∣∣∣}
]

(3.57)

となり、σΓ(m,m)の Γ(m)/mの 0次の項はちょうど σ(m)に一致することが分かる。式 (3.57)

の σΓ(m,m)を式 (3.52)に代入すると σdiag
Γ は

σdiag
Γ =

∫ αMf

0

dm ρ(m) σ(m)

×

[
1 +

Γ(m)

m

{
1

2

s (s − 4m2)

m2 (s − m2) π
− m2

(s − m2) π
+

2s − 3m2

(s − m2) π
ln

∣∣∣∣s − m2

m4

∣∣∣∣}
]

(3.58)

となる。ここで σdiag
Γ の Γ(m)/mの 0次の項を取り出すと

σdiag
Γ '

∫ αMf

0

dm ρ(m) σ(m) (3.59)

である。この式を式 (3.15)の φnの崩壊の過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σと比
較すると質量積分の積分範囲が異なっている事が分かる。式 (3.59)の質量積分の積分範囲が
0 < m < αMf であるのに対し式 (3.15)の質量積分の積分範囲は 0 < m <

√
sである。このた

め σΓ(m,m)の Γ(m)/mの 0次の項は σ(m)と一致するのに対し、σdiag
Γ の Γ(m)/mの 0次の項

は σと一致しない。
これは φnの崩壊の過程を含む φnの生成過程の散乱断面積 σΓを求める際に質量積分の積分

範囲の上限値 αMf を cut offとして手で置いてしまったことに原因がある。φnの崩壊の過程を
含まない φnの生成過程の散乱断面積 σを求める際には質量積分の積分範囲の上限値

√
sが 4元

運動量の保存則と on-shell条件から決まっていたのに対し、φnの崩壊の過程を含む φnの生成
過程の散乱断面積 σΓを求める際には余剰次元方向の運動量が保存しない為に質量積分の積分
範囲の上限値が得られなかった。本論文では

√
sと αMf の大小関係は

√
s <∼ Mf < αMf の場

合を考えているので、式 (3.59)の σdiag
Γ の Γ(m)/mの 0次の項に式 (3.15)の σは含まれている。

φnの崩壊幅 Γ(m)がO(m3/M̄2
p )と小さい為、式 (3.58)の質量積分の

√
s < m < αMf からの寄

与はO(1/Mp2)と非常に小さい。このため σdiag
Γ は σに対し良い近似となっている。すなわち

σdiag
Γ − σ = O

(
1

M̄2
p

)
(3.60)

である。
σΓ(m,m)のΓ(m)/mの 1次の項は、中間状態にあるφnがとりうる 4元運動量が on-shell条件

を満たす 4元運動量からずれていることによって生じている σ(m)に対する補正項である。φn

の崩壊過程を含まない φnの生成過程では φnが終状態にあるため、φnは必ず on-shell条件を満
たす 4元運動量を持つ。これに対しφnの崩壊過程を含む φnの生成過程は φnが中間状態にある
ため、φnの 4元運動量は一般には on-shell条件を満たさず on-shell条件を満たす値を中心に崩
壊幅 Γ(m)に比例した広がりを持った値をとる。これは式 (3.24)にある中間状態を伝播する φn
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に対応するFeynmann伝播関数の分母に崩壊幅 Γ(m)が入っている為である。φnの崩壊過程を
含まない φnの生成過程に比べ φnの崩壊過程を含む φnの生成過程では φnのとりうる 4元運動
量の範囲が大きくなる為、φnの崩壊過程を含む φn の生成過程の散乱断面積 σΓ(m,m)は φnの
崩壊過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σ(m)よりも大きくなり、その補正項は崩壊幅
Γ(m)に比例する。この補正項のオーダーはO((

√
s
2+δ

/M2+δ
f M̄2

p )と小さくΓ(m)/m → 0の極限
をとるとゼロとなる。
次にσΓ(m1,m2)からσΓ(m,m)を取り出し、σΓ(m,m)の質量積分を実行して得られるσm1=m2

Γ

のオーダーを求める。σΓ(m1,m2)からσΓ(m,m)を取り出すためにはσΓ(m1,m2)にδ(n1−n2) (ni =

|~ni|)を掛けて式 (3.40)の質量積分を実行すればよい。式 (3.40)のσΓ(m1,m2)にσΓ(m1,m2)δ(n1−
n2)を代入すると

σm1=m2
Γ =

∫ αMf

0

dm1

∫ αMf

0

dm2 ρ(m1)ρ(m2) σΓ(m1,m2)δ(n1 − n2) (3.61)

となる。ここでm = |~n| /Rより、質量積分をベクトル ~nの大きさ nについての積分に変換す
ると

σm1=m2
Γ =

∫ αMf R

0

dn1

∫ αMf R

0

dn2 ρ(n1)ρ(n2) σΓ(m1,m2)δ(n1 − n2) (3.62)

(ni = |~ni|)

となる。ここで ρ(n)は

ρ(n) =
2π

δ
2

Γ
[

δ
2

]mδ−1Rδ−1

= ρ(m) × 1

R
(3.63)

であり、ρ(n)は質量 |~n| /Rを持つ φnの個数を表す無次元の量である。式 (3.62)の n1について
の積分を実行すると σm1=m2

Γ は

σm1=m2
Γ =

∫ αMf R

0

dnρ2(n) σΓ(m,m)

=

∫ αMf

0

dm R ρ2(m) × 1

R2
σΓ(m,m) (3.64)

となる。式 (3.64)のσΓ(m,m)に式 (3.57)のΓ(m)/mで展開したσΓ(m,m)を代入するとσm1=m2
Γ

は

σm1=m2
Γ =

∫ αMf

0

dm ρ2(m) × 1

R

×σ(m)

[
1 +

Γ(m)

m

{
1

2

s (s − 4m2)

m2 (s − m2) π
− m2

(s − m2) π
+

2s − 3m2

(s − m2) π
ln

∣∣∣∣s − m2

m4

∣∣∣∣
=

1

(2π)24

(
λ

M̄p

)2∫ αMf

0

dm ρ2(m) × 1

R

×s − m2

s

[
1 +

Γ(m)

m

{
1

2

s (s − 4m2)

m2 (s − m2) π
− m2

(s − m2) π
+

2s − 3m2

(s − m2) π
ln

∣∣∣∣s − m2

m4

∣∣∣∣}
]

(3.65)
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となる。ここで式 (2.27)より

1

R
=

(
M2+δ

f

M̄2
p

) 1
δ

(3.66)

となるので、式 (3.13)の ρ(m)と式 (3.66)を式 (3.65)に代入すると

σm1=m2
Γ =

1

(2π)24

(
2π

δ
2

Γ
[

δ
2

])2
λ2M̄2

p

M2δ+4
f

(
M2+δ

f

M̄2
p

) 1
δ ∫ αMf

0

dm
(
mδ−1

)2

×s − m2

s

[
1 +

Γ(m)

m

{
1

2

s (s − 4m2)

m2 (s − m2) π
− m2

(s − m2) π
+

2s − 3m2

(s − m2) π
ln

∣∣∣∣s − m2

m4

∣∣∣∣}
]

(3.67)

が求まる。例として δ = 4の場合を考えると

σm1=m2
Γ =

2π4

(2π)24

λ2M̄
3
2
p

M
21
2

f

∫ αMf

0

dm m6

×s − m2

s

[
1 +

Γ(m)

m

{
1

2

s (s − 4m2)

m2 (s − m2) π
− m2

(s − m2) π
+

2s − 3m2

(s − m2) π
ln

∣∣∣∣s − m2

m4

∣∣∣∣}
]

(3.68)

となる。σm1=m2
Γ のオーダーは

O (σm1=m2
Γ ) = O

 M̄
2− 2

δ
p

M
2(2+δ)− 2+δ

δ
f

√
s
2δ−1

 (3.69)

であり、σm1=m2
Γ の係数に M̄

2−2/δ
p が入っているため σm1=m2

Γ のオーダーは非常に大きい。例とし
て δ = 4でMf = 5TeV、

√
s = 1TeVの場合を考えると

O (σm1=m2
Γ ) =

M̄
3
2
p

M
21
2

f

√
s
7

= O
(

1015

(TeV)2

)
(3.70)

となる。φnの崩壊の過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σのオーダーと比較すると

O (σm1=m2
Γ )

O (σ)
= O

 M̄
2− 2

δ
p

M
(2+δ)(1− 1

δ )
f

√
s

δ−1

 (3.71)

である。例として δ = 4、Mf = 5TeV、
√

s = 1TeVの場合を考えると

O (σm1=m2
Γ )

O (σ)
= O

M̄
3
2
p

M
9
2
f

√
s
3


= O(1020) (3.72)
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となり、散乱断面積 σm1=m2
Γ のオーダーは散乱断面積 σのオーダーの 1020倍と非常に大きくなっ

ている。さらに式 (3.67)を見ると分かる通り σm1=m2
Γ の Γ(m)/mの 0次の項は g2に比例せず、

σm1=m2
Γ の g2 → 0の極限をとっても M̄

2−2/δ
p に比例する項が残る。

σm1=m2
Γ の Γ(m)/mの 0次の項のオーダーが φnの崩壊の過程を含まない φnの生成過程の散

乱断面積 σのオーダーのO
(
M̄

2−2/δ
p

√
s

δ−1
/M

(2+δ)(1−1/δ)
f

)
倍と非常に大きくなっている原因は

散乱断面積 σm1=m2
Γ が同じ質量を持つ φn同士の干渉項からの寄与を含んでいる為である。質量

m = |~n| /Rを持つ φnの個数は式 (3.63)より ρ(n)個であった。散乱断面積 σm1=m2
Γ は σΓ(m,m)

の質量積分を実行して得られるが、式 (3.57)より σΓ(m,m)は Γ(m)/mの 0次の項として質量
mを持つ φnの生成過程の散乱断面積 σ(m)を含み

σΓ(m,m) − σ(m) = O

(
1

M̄2
p

)
(3.73)

を満たしていた。これより σΓ(m,m) ' σ(m)であり、式 (3.64)の σΓ(m, m)に σ(m)を代入する
と σm1=m2

Γ は

σm1=m2
Γ '

∫ αMf R

0

dn ρ2(n) σ(m) (3.74)

となる。これに対し σは、式 (3.15)の σ(m)の質量積分の式を nについての積分に直すと

σ =

∫ √
sR

0

dn ρ(n) σ(m) (3.75)

となる。式 (3.74)と式 (3.75)を比べるとφnの崩壊過程を含まないφnの生成過程の散乱断面積で
ある σを求める際の質量積分の被積分関数が ρ(n)σ(m)であるのに対し σm1=m2

Γ を求める際の被
積分関数は ρ2(n)σ(m)となっている。これはToy modelに同じ質量を持つφnが ρ(n)個含まれて
いる為である。粒子が 1個のみ中間状態を伝播する過程と同じ質量を持ち同じ相互作用をする粒
子が複数個中間状態を伝播する過程を比較すると、中間状態を伝播する粒子の数だけFeynmann

図が増えるので、前者の過程の不変散乱振幅に対し後者の過程の不変散乱振幅は粒子の個数倍さ
れる。例えば同じ質量を持ち同じ相互作用をする粒子が 10個中間状態を伝播する過程の不変散
乱振幅は粒子が 1個だけ中間状態を伝播する過程の不変散乱振幅の 10倍である。散乱断面積を
求める際に不変散乱振幅の絶対値の2乗を用いるので、散乱断面積で比較すると粒子が10個中間
状態を伝播する過程の散乱断面積は粒子が 1個だけ中間状態を伝播する過程の散乱断面積の 100

倍となる。中間状態を伝播する粒子の個数が 10倍になると散乱断面積は 102倍になるのである。
Toy modelの場合で考えると質量m = |~n| /Rを持つ φnの個数は ρ(n)個である。質量mを持つ
φnの内 1個が中間状態を伝播する過程の不変散乱振幅がMΓ(m)であるとすると、質量mを持
つ φnの全てが中間状態を伝播する場合の不変散乱振幅はMΓ(m)の ρ(n)倍である ρ(n)MΓ(m)

になる。さらに不変散乱振幅の 2 乗を求めると ρ2(n)
[
MΓ(m)M†

Γ(m)
]
となり、質量mを持つ

φnの内 1個が中間状態を伝播する過程の散乱断面積σΓ(m, m)に対し質量mを持つφnの全てが
中間状態を伝播する過程の散乱断面積は σΓ(m)の ρ2(n)倍である ρ2(n)σΓ(m,m) ' ρ2(n)σ(m)

となる。この散乱断面積 ρ2(n)σ(m)の内 ρ(n)(ρ(n)− 1)σΓ(m)は同じ質量を持つ φn同士の干渉
項からの寄与を表す散乱断面積であり、残りの散乱断面積 ρ(n)σ(m)はそれぞれの φnが干渉せ
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ずに伝播する過程の散乱断面積に対応する。これに対し φnが終状態にあり φn同士が量子力学
的に干渉しない場合は、終状態に表れる粒子の個数が ρ(n)倍されると散乱断面積が ρ(n)倍され
るので、1個の φnが終状態にある過程の散乱断面積を σ(m)すると ρ(n)の φnが終状態にある
過程の散乱断面積は ρ(n)σ(m)となる。質量積分下にある質量mはO(m) = O(

√
s)であるので

質量積分の被積分関数が ρ(n = mR)倍されると積分結果はO (ρ(n =
√

sR))倍され、式 (3.74)

と式 (3.75)の散乱断面積 σm1=m2
Γ と σΓの比をとると

σm1=m2
Γ

σ
= O

(
ρ(n =

√
sR)

)
= O

 M̄
2− 2

δ
p

M
(2+δ)(1− 1

δ )
f

√
s

δ−1

 (3.76)

となる事が分かる。

3.3.3 散乱断面積 σΓとσの差のオーダー

3.3.1節と 3.3.2節より散乱断面積 σΓ の m1 6= m2 の場合の σΓ(m1,m2)からの寄与である
σm1 6=m2

Γ のオーダーと散乱断面積 σΓの σΓ(m,m)からの寄与である σm1=m2
Γ のオーダーが求まっ

た。これらの散乱断面積 σm1 6=m2

Γ と σm1=m2
Γ を用いて φnの崩壊過程を含む φnの生成過程の散乱

断面積 σΓと φnの崩壊過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σの差を求める。ここで散
乱断面積 σm1 6=m2

Γ と σm1=m2
Γ は

σΓ = σm1 6=m2

Γ + σm1=m2
Γ (3.77)

の関係を満たしており、散乱断面積 σm1=m2
Γ には中間状態にある φn全てがそれぞれ干渉せずに

伝播する過程の散乱断面積 σdiag
Γ が含まれていた。式 (3.60)より σdiag

Γ は

σdiag
Γ − σ = O

(
1

M̄2
p

)
(3.78)

の関係を満たしている。
散乱断面積 σΓと σの差を求めると、2つの散乱断面積の差として σm1 6=m2

Γ と σm1=m2
Γ − σdiag

Γ

が残る。すなわち

σΓ − σ = σm1 6=m2

Γ + σm1=m2
Γ − σdiag

Γ (3.79)

である。散乱断面積 σdiag
Γ のオーダーは φn崩壊過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積で

ある σのオーダーと等しく、σm1 6=m2

Γ のオーダーと比べると式 (3.71)にあるように非常に小さ
い。このため σm1=m2

Γ − σdiag
Γ ' σm1=m2

Γ とできる。散乱断面積 σm1 6=m2

Γ のオーダーと散乱断面積
sigm1=m2のオーダーはそれぞれO(

√
s
2δ+2

/M2δ+4
f )とO(M̄

2−2/δ
p

√
s
2δ−1

/M
(2+δ)(2−1/δ)
f ) であった

ので σm1 6=m2

Γ ¿ σm1=m2
Γ である。この為散乱断面積 σΓと σの差として残る主な量は σm1=m2

Γ で
あり、

σΓ − σ ' σm1=m2
Γ (3.80)
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となる。これより 2つの散乱断面積の差のオーダーを求めると

O (σΓ − σ) = O

 M̄
2− 2

δ
p

M
2(2+δ)− 2+δ

δ
f

(√
s
)2δ−1

 (3.81)

となり、2つの散乱断面積 σΓと σの間にはO(1/M̄2
p )ではないO(M̄

2−2/δ
p

√
s
2δ−1

/M
(2+δ)(2−1/δ)
f )

の大きな差が生じていることが分かった。3.3.2節で見た通り、この差は φnが崩壊しない極限
に対応する g2 → 0の極限をとってもゼロとならない。2つの散乱断面積 σΓと σの比をとると
以下のようになる。

O
(σΓ

σ

)
=

O (σm1=m2
Γ )

O (σ)

= O

 M̄
2− 2

δ
p

M
(2+δ)(1− 1

δ )
f

√
s

δ−1

 (3.82)

3.4 散乱断面積σΓとσの間に生じている差の物理的意味
前節では 2つの散乱断面積 σΓと σの差 σΓ − σと 2つの散乱断面積 σΓと σの比のオーダー

O(σΓ/σ)を求め

σΓ − σ ' σm1=m2
Γ

O
(σΓ

σ

)
=

O (σm1=m2
Γ )

O (σ)

= O

 M̄
2− 2

δ
p

M
(2+δ)(1− 1

δ )
f

√
s

δ−1


となった。これより φnの崩壊過程を含む φnの生成過程の散乱断面積 σΓが φnの崩壊過程を含
まない φnの生成過程の散乱断面積 σのO

(
M̄

2−2/δ
p

√
s

δ−1
/M

(2+δ)(1−1/δ)
f

)
倍の大きさを持ち、2

つの散乱断面積 σΓと σの差が g2 → 0の極限をとってもゼロとならないという結果を得た。こ
の結果は物理的には理解しがたい結果である。何故ならば散乱断面積 σΓは φnの生成過程

ψψ̄ → χφn

に φnの崩壊過程
φn → χ′χ′

を加えた過程
ψψ̄ → χχ′χ′

であり、g2 → 0の極限をとれば φnは崩壊しなくなるので、この 2つの φnの生成過程の散乱断
面積は g2 → 0の極限の元で一致するはずであるからだ。g2 → 0の極限で 2つの散乱断面積 σΓ

と σが一致するためには散乱断面積 σΓと σの比が
σΓ

σ
= 1 (3.83)
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であり、散乱断面積 σΓと σの差が g2に比例しなければならない。この節では φnの崩壊過程を
含まない φnの生成過程の散乱断面積 σと φnの崩壊過程を含む φnの生成過程の散乱断面積 σΓ

の間の対応関係を考え、2つの散乱断面積 σΓと σの間に生じている大きな差の物理的意味を考
える。
通常、on-shellの状態にある崩壊する粒子を生成する過程の散乱断面積 σは崩壊過程まで含

む崩壊する粒子の生成過程の散乱断面積 σΓに対し誤差がO(Γtotal/m)の近似になっている。こ
れは 2つの過程の違いが、崩壊する粒子が on-shellの状態にあるか否かの違いのみである為で
ある。崩壊過程まで含む崩壊する粒子の生成過程の散乱断面積を求める際に cutting rules 3を
用いて中間状態にある崩壊する粒子の 4元運動量を on-shell条件を満たす 4元運動量に制限し
て散乱断面積を求めると、求めた散乱断面積は on-shellの状態にある崩壊する粒子の生成過程
の散乱断面積と一致する。さらに、cutting rulesを求めた散乱断面積は崩壊過程まで含む崩壊
する粒子の生成過程の散乱断面積の Γtotal → 0の極限に一致する。これは中間状態にある崩壊
する粒子の 4元運動量の on-shellの状態からのズレがその粒子の崩壊幅Γtotalによって決まって
いる為である。崩壊幅Γtotalがゼロであれば中間状態にある崩壊する粒子は on-shell条件を満た
す運動量のみをとる。このため on-shellの状態にある崩壊する粒子を生成する過程の散乱断面
積 σと崩壊過程まで含む崩壊する粒子の生成過程の散乱断面積 σΓの間には

lim
Γtotal→0

σΓ = σ (3.84)

の関係が成立ち、

σΓ − σ = O

(
Γtotal√
s
2
m

)
(3.85)

となる。ここでmは崩壊する粒子の質量である。Kaluza-Klein重力子の崩壊幅ΓがO(m3/M̄2
p )

と小さい為、式 (3.85)より 4章の冒頭で述べた式 (3.1) で表されるMirabelliらの予想が理解で
きる。
しかしToy modelを用いて求めた φnの生成過程の散乱断面積 σΓには上の議論が適用できな

い。何故なら、散乱断面積 σΓは式 (3.84) を満たさないからだ。φnの崩壊過程を含む φnの生成
過程の散乱断面積を求める際に、中間状態にある φnの 4元運動量を on-shell条件を満たす 4元
運動量に制限して求めた散乱断面積は on-shellの状態にある φnの生成過程の散乱断面積 σと一
致するが、散乱断面積 σΓの Γ → 0の極限は散乱断面積 σと一致しないのである。これは φnの
崩壊過程を含む φnの生成過程の散乱断面積 σΓが同じ質量を持つ φn同士の干渉項の寄与を含
んでいる為である。この干渉項からの寄与は on-shellの状態にある φnの生成過程の散乱断面積
σの大きさを大きく超えている。
通常、異なる粒子同士の干渉項からの寄与を表す散乱断面積の大きさがそれぞれの粒子が

干渉せずに中間状態を伝播する過程の散乱断面積の大きさよりも大きくなることはあり得な
い。これは異なる粒子同士の干渉が量子力学的な不確定性によって生じている現象である為
である。異なる粒子同士の干渉項からの寄与を表す散乱断面積は、それぞれの粒子が干渉せ
ずに中間状態を伝播する過程の散乱断面積に対し摂動の高次の量となる。例えば式 (3.47)で
求めた異なる質量を持つ φnの干渉項からの寄与である散乱断面積 σm1 6=m2

Γ は摂動の次数の高
3cutting rules及びに cutting rulesを用いた散乱断面積の計算方法の詳細は付録 Aに記す。
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次の量 (O(
√

s
2+2δ

/M4+2δ
f ))となっていた。これに対し φn の崩壊過程を含まない φnの生成過

程の散乱断面積 σは摂動の次数の最低次の量 (O(
√

s
2+δ

/M2+δ
f ))であった。この為 σm1 6=m2

Γ は σ

の大きさを超えて大きくなることは無かった。これに対し σm1=m2
Γ は摂動の次数の最低次の量

(O(
√

s
2+δ

/M2+δ
f ))であり、さらに σm1=m2

Γ の大きさは同じく摂動の次数の最低次の量である σ

の大きさを大きく超えている。これは中間状態にある同じ質量を持つ φn同士の干渉項からの
寄与である散乱断面積 ρ(n)(ρ(n) − 1)σΓ(m,m)が中間状態にある φnがそれぞれ干渉せずに伝
播する過程の散乱断面積 ρ(n)σΓ(m,m)に対し摂動の次数の高次の量となっていない為である。
同じ質量を持つ φn同士の干渉項からの寄与である散乱断面積 ρ(n)(ρ(n)− 1)σΓ(m)の大きさは
φnがそれぞれ干渉せずに伝播する過程の散乱断面積 ρ(n)σΓ(m)よりも大きくなっている。

ADD模型の 4次元有効理論ではでは同じ質量を持つ φn 同士の干渉の効果を異なる粒子同
士の干渉の効果として正しく取り扱う事ができない。これは 4次元有効理論では同じ質量を持
ち同じ相互作用をする粒子は区別がつかず同一の粒子と見なされる為である。Toy modelに含
まれる同じ質量を持つ ρ(n)個の φn は区別がつかず、全て同一の粒子と見なされる。この為、
中間状態にある φnそれぞれが干渉せずに伝播する過程からの寄与と中間状態にある同じ質量
を持つ φn 同士の干渉項からの寄与は区別がつかず、純粋に中間状態にある φn それぞれが干
渉せずに伝播する過程の散乱断面積の ρ(n)倍の大きさを持ってしまう。よって、異なる質量
を持つ φn同士の干渉項からの寄与とは異なり同じ質量を持つ φn同士の干渉項からの寄与は
摂動の次数の高次の量となっていない。この同じ質量を持つ φn同士の干渉項からの寄与によ
り、散乱断面積 σΓの大きさは on-shell の状態にある φnの生成過程の散乱断面積 σの大きさの
O

(
M̄

2−2/δ
p

√
s

δ−1
/M

(2+δ)(1−1/δ)
f

)
倍となり、散乱断面積 σΓの Γ → 0の極限をとっても散乱断面

積 σに一致しなくなっている。
同じ質量を持つ φn同士の干渉項からの寄与を表す散乱断面積 ρ(n)(ρ(n) − 1)σΓ(m)はADD

模型の 4次元有効理論を求める際の理論的問題によって生じている量であり、物理的な意味を
持たない量だと考えることができる。ADD模型の 4次元有効理論における等しい絶対値nを持
つベクトル ~n で番号付けされたKaluza-Klein重力子は、元の 4+δ次元の理論の余剰次元方向
に大きさが等しく向きが異なる運動量を持った高次元重力子に対応している。4+δ次元の理論
では大きさが等しく向きが異なる運動量を持った高次元重力子は互いに区別できるが、4次元
有効理論ではこれらの高次元重力子が同じ質量を持ち同じ相互作用をするKaluza-Klein重力子
として取り扱われ、互いに区別することができなくなってしまう。この為、大きさが等しく向
きが異なる運動量を持った高次元重力子が中間状態で量子力学的に干渉する現象が 4次元有効
理論では互いに区別できない同一粒子の干渉現象として扱われてしまい、求めた散乱断面積が
物理的意味を持たない非常に大きな散乱断面積となってしまう。
実際の実験で観測される散乱断面積との比較に用いる為、この 4次元有効理論を求める際に

発生する理論的問題を回避しながらKaluza-Klein重力子が中間状態を伝播する過程の散乱断面
積を求める為には、同じ質量を持つKaluza-Klein重力子の干渉項からの寄与を取り除いて散乱
断面積を求める事が必要である。最も単純な方法としては、同じ質量を持つKaluza-Klein重力
子同士の干渉項からの寄与を手で落として散乱断面積を求める方法が考えられる。今回議論し
たToy modelの過程

ψψ̄ → χχ′χ′

の場合では、3.3.2節の議論より散乱断面積 σm1=m2
Γ から同じ質量を持つ φn同士の干渉項からの
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寄与を取り除いた散乱断面積は σdiag
Γ であった。このため散乱断面積 σΓ = σm1 6=m2

Γ + σm1=m2
Γ の

代わりに新たな散乱断面積 σ̃Γを

σ̃Γ ≡ σdiag
Γ + σm1 6=m2

Γ (3.86)

と定義する。この散乱断面積 σ̃Γは丁度、散乱断面積 σΓから同じ質量を持つ φn同士の干渉項か
らの寄与を取り除いた散乱断面積となっている。3.3節の議論より散乱断面積 σm1 6=m2

Γ と σdiag
Γ は

lim
g2→0

σdiag
Γ = σ

lim
g2→0

σm1 6=m2

Γ = 0

を満たしており、式 (3.58)と式 (3.50)より

σdiag
Γ ' σ

σm1 6=m2

Γ

σ
= O

((√
s

Mf

)δ+2
)

である。よって新たに定義した散乱断面積 σ̃Γは
√

s < Mf の範囲で

lim
g2→0

σ̃Γ = σ (3.87)

σ̃Γ

σ
= 1 (3.88)

という性質を持つ。これらの性質は φnの生成過程

ψψ̄ → χφn

に φnの崩壊過程
φn → χ′χ′

を加えた過程の散乱断面積の性質として望ましい性質である。よって φnの崩壊過程を含む φn

の生成過程の散乱断面積として物理的に意味のある散乱断面積は散乱断面積 σΓではなく散乱
断面積 σ̃Γであると考えられる。
この散乱断面積 σ̃Γを用いて φnの崩壊過程を含む φnの生成過程の散乱断面積 σ̃Γと φnの崩

壊過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σの差を求めると

σ̃Γ − σ ' σm1 6=m2

Γ (3.89)

であり、その大きさは

O (σ̃Γ − σ) = O
(
σm1 6=m2

Γ

)
= O

(√
s
2+2δ

M4+2δ
f

)
(3.90)
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となる。これは摂動論の手法を用いて求めた散乱断面積の差として望ましい結果である。φnの
生成過程が

√
s
2+δ

/M2+δ
f の冪の 1次の量であったのに対し 2つの散乱断面積の差は

√
s
2+δ

/M2+δ
f

の冪の 2次の量になっており、φnの生成過程に φnの崩壊過程を加えた事による散乱断面積の
変化が元の過程の散乱断面積に対し摂動の次数の高次の量となっている。
式 (3.90)で求めた 2つの散乱断面積の差は式 (3.1)のMirabelliらの予想とは異なり、1/M̄2

p を
係数に持たない大きな差である。例として δ = 4でMf = 5TeV、

√
s = 1TeVの場合を考える

と σ̃Γ − σの大きさは

O (σ̃Γ − σ) = O

(√
s
10

M12
f

)

= O
(

10−8

(TeV)2

)
(3.91)

となる。これに対し散乱断面積 σの大きさは

O(σ) = O
(

10−4

(TeV)2

)
(3.92)

となるので、Mf = 5TeVに対し
√

s = 1TeVの場合は 2つの散乱断面積の差 σ̃Γ − σの大きさ
は散乱断面積 σ の大きさの 1/1000程度となる。2つの散乱断面積の差は

√
s
2+2δに比例する為、√

sが大きくなりMf に近付くにつれて散乱断面積 σ̃Γは散乱断面積 σに対し大きくなる。
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第4章 結論

今回の研究により、Kaluza-Klein重力子の生成過程にKaluza-Klein重力子の崩壊過程を加え
た過程の散乱断面積を求める際に生じる、新たな理論的な問題を発見した。既に知られていた
問題はKaluza-Klein重力子が中間状態にある過程の散乱断面積が発散する問題である。これは
ADD模型の余剰次元方向の運動量の非保存の問題に由来する問題であった。これに対し今回新
たに発見した問題は 2つに分かれる。1つはKaluza-Klein重力子の崩壊過程を含むKaluza-Klein

重力子の生成過程の散乱断面積 σΓの Γ → 0 の極限 (Kaluza-Klein重力子が崩壊しなくなる極
限)をとっても、Kaluza-Klein重力子を安定な粒子と見なしたKaluza-Klein重力子の生成過程
の散乱断面積 σに一致しないという問題であり、もう 1つの問題はKaluza-Klein重力子の崩壊
過程を含むKaluza-Klein重力子の生成過程の散乱断面積 σΓが物理的な意味を持たない大きな
値を持つという問題である。この 2つの問題はどちらも、ADD模型の 4次元有効理論では同
じ質量を持つ異なる Kaluza-Klein重力子同士の量子力学的な干渉の効果を異なる粒子同士の
干渉の効果として正しく取り扱えない事が原因である。この問題は ADD模型の 4次元有効理
論に同じ質量を持ち異なるKaluza-Klein重力子が複数含まれている為に生じている。これらの
Kaluza-Klein重力子は 4次元有効理論では互いに区別ができない。
今回新たに発見した問題はADD模型の 4次元有効理論の導出方法が適切ではない為に生じて

いる問題と考えられる。4次元有効理論に含まれる同じ質量を持ち異なるKaluza-Klein重力子は
4+δ次元の理論では余剰次元方向に大きさが等しく向きが異なる運動量を持つ高次元重力子で
あった。この高次元重力子は 4+δ次元の理論では互いに区別ができる。しかし 4+δ次元の理論
から 4次元有効理論を導出する際に 4+δ次元の理論では互いに区別できていた高次元重力子が4

次元有効理論では互いに区別できないKaluza-Klein重力子に帰着されてしまう。Kaluza-Klein

重力子が中間状態にある過程を用いて加速器実験で「大きい余剰次元のシナリオ」を検証する
為には、ADD模型の 4次元有効理論を導出する際に生じる問題を克服し Kaluza-Klein重力子
が中間状態にある過程の物理的に意味のある散乱断面積を計算する方法を確立しなければなら
ない。
今回新たに発見した問題を解決するために考えられる主な方法は 2つある。1つは Kaluza-

Klein重力子が中間状態にある過程を計算する際に、同じ質量を持つKaluza-Klein重力子同士
の干渉項からの寄与を落とす方法である。この方法で求めた散乱断面積は物理的に望ましい性
質を持っている。この方法では既に散乱断面積の計算方法が分かっているので、今回調べた過
程以外の他のKaluza-Klein重力子が中間状態にある過程にすぐに応用し、散乱断面積を具体的
に計算することができる。しかし、ADD模型の 4次元有効理論の持つ問題が解決されるわけで
はないので、この方法は問題の根本的な解決方法にはなっていない。これに対しもう 1つの解
決方法は 4+δ次元の理論から 4次元有効理論を求める新たな導出方法を模索する方法である。
例えば、高次元の模型を矛盾なく記述できる可能性を持つ理論として超弦理論があるので、超
弦理論を用いて散乱断面積を計算する方法をヒントとしながら理論的な問題が生じない 4次元
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有効理論の導出方法を模索することができる。この方法はADD模型の 4次元有効理論の持つ
理論的問題を根本的に解決できる可能性がある方法である。
しかし、4次元有効理論の新たな導出方法を得ることは非常に困難であるように思える。何

故ならADD模型の 4次元有効理論だけではなくADD模型自体にも理論的な問題が生じている
為である。ADD模型では余剰次元方向の運動量が保存していない。この問題はADD模型では
4次元時空への標準模型の粒子の閉じ込めを力学的に記述することができない事が原因であっ
た。4次元場の理論には標準模型に含まれている粒子を全て 4次元空間に閉じ込めることがで
きる力学的な機構が存在していない。この為、「大きい余剰次元のシナリオ」の具体的な解析に
用いる模型を理論的な問題が生じないように作る為には、粒子の部分空間への閉じ込めを記述
する新たな力学的な機構を求める必要がある。
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付 録A cutting rules

この章では崩壊する粒子を内線に持つ過程に対する cutting rules [22]を説明し、φnの崩壊過
程を含む φnの生成過程

ψψ̄ → χχ′χ′

に cutting rulesを用いて求めた散乱断面積が φnの崩壊過程を含まない φn の生成過程

ψψ̄ → χφn

の散乱断面積 σに一致することを示す。
崩壊する粒子を内線に持つ過程に対する cutting rulesとは中間状態を伝播する崩壊する粒子の

4元運動量を on-shell条件を満たす 4元運動量に制限して散乱断面積を求める為の計算規則であ
る。崩壊する粒子に対応するFeynmann図の内線を切断 (cut)することにより、もとのFeynmann

図で表されていた過程の散乱断面積をより小さいFeynmann図で表される過程の散乱断面積と
分岐比の積に帰着して計算する。cutting rulesを用いて求めた散乱断面積 σcut

Γ は「on-shellの
状態にある粒子を生成し、その粒子は待っていれば寿命を迎えて崩壊する」という物理的な描
像に則した散乱断面積になっており、中間状態を伝播する崩壊する粒子の崩壊幅 Γtotalがこの
粒子の質量mに対し Γtotal/m ¿ 1と小さい時、cutting rulesを用いて求めた散乱断面積 σcut

Γ

は元の過程の散乱断面積 σΓ に対し誤差がO(Γtotal/m)の良い近似となっている。このため元の
過程の散乱断面積 σΓを cutting rulesを用いて求めた散乱断面積 σcut

Γ で近似することは「幅を
小さいとする近似」(narrow-width approximation) もしくは「pole-dominance approximation」
と呼ばれている。
以下ではまずミュー粒子の生成過程を例にとって cutting rulesを用いた散乱断面積の計算方

法を具体的に説明する。cutting rulesを用いて散乱断面積を求める為の規則は以下である。

1. Feynmann図の崩壊する粒子に対応する内線を切断し、その粒子を終状態と始状態に持つ
2つの Feynmann図に書き換える。

2. 切断された内線に対応する Feynmann伝播関数を通る運動量を on-shellの状態に制限し、
運動量積分を実行し散乱断面積を求める。

ミュー粒子は崩壊する粒子であるので、ミュー粒子の崩壊過程まで含んだミュー粒子の生成
過程は

π− → ν̄µ + µ−

b−−−→ e− ν̄e νµ

である。この過程の Feynmann図を図A.1に示す。図A.1で表されるミュー粒子の生成過程で
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µ
{

d(p1)

図 A.1: π− → ν̄µ + (e− ν̄e νµ)の Feynmann図

はミュー粒子は中間状態にあり、Feynmann図の内線で表されている。この過程の不変散乱振
幅Mは

M =

(
GF√

2

)2

v̄u(p2)γµ(1 − γ5)ud(p1) × ūνµ(k4)γν(1 − γ5)
m + qργρ

m2 − q · q − imΓtotal

γµ(1 − γ5)vνµ(k1)

×ūe(k2)γ
ν(1 − γ5)vνe(k3) (A.1)

である。ここでGFはフェルミ結合定数であり、弱い相互作用の結合定数 g2とWボソンの質量
MWを用いて

GF√
2

=
g2
2

8M2
W

(A.2)

と表される。mとΓtotalはそれぞれミュー粒子の質量と全崩壊幅を表す。式 (A.1)の不変散乱振
幅に含まれている

SF(q,m) =
m + qργρ

m2 − q · q − imΓtotal

(A.3)

は 4元運動量 qµを持つミュー粒子のFeynmann伝播関数であり、不変散乱振幅の中で中間状態
を伝播するミュー粒子を表している。3.2.2節で述べたFeynmann伝播関数の輻射補正の性質か
ら、ミュー粒子の Feynmann伝播関数の分母には複素数 imΓtotalが含まれている。

cutting rulesを用いて散乱断面積を求める。まず、図A.2のように元のFeynmann図のミュー
粒子に対応する内線を切断し外線にする。この操作により中間状態にあったミュー粒子は始状
態と終状態になり on-shellの状態にあるミュー粒子となる。内線を切断することで得られたよ
り小さい Feynmann図に対応する過程はそれぞれ、on-shellの状態にあるミュー粒子を生成す
る過程と on-shellの状態にあるミュー粒子の崩壊過程である。この Feynmann図の内線を切断
する操作に対応して、散乱断面積を求める際に中間状態にあるミュー粒子の運動量を on-shell

の状態に制限し運動量積分を実行する。中間状態にあるミュー粒子を記述しているのは式 (A.3)

の Feynmann伝播関数であるので、Feynmann伝播関数の運動量を on-shellの状態に制限する
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図 A.2: π− → ν̄µ + (e− ν̄e νµ)の Feynmann図における cutting rules

ため次の置き換えを行う。

1

m2 − q · q − imΓtotal

1

m2 − q · q + imΓtotal

−→ π

mΓtotal

δ(m2 − q · q)θ(q) (A.4)

ここで θ(q)は階段関数で、

θ(q) =

{
1 (q = 0)

0 (q < 0)
(A.5)

である。左辺の量は散乱断面積を求める際の運動量積分の被積分関数である不変散乱振幅の絶
対値の 2乗MM†に含まれる量である。右辺の δ関数の係数 π/mΓは左辺の運動量積分と右辺
の運動量積分の値を等しくするため∫ ∞

−∞
dq

1

m2 − q2 − imΓtotal

1

m2 − q2 + imΓtotal

=

∫ ∞

−∞
dq

π

mΓtotal

δ(m2 − q2)θ(q) =
π

mΓtotal

(A.6)

の条件から決まる。図A.1で表されるミュー粒子の生成過程の散乱断面積 σΓは

σΓ =
1

4

∑
Spin

∫ 4∏
i=1

[
d3ki

(2π)32k0
i

]
MM†

4
√

(p1 · p2)
2

(2π)4 δ4(p1 + p2 − k1 − k2 − k3 − k4) (A.7)

であるので、この式のMM†に含まれるFeynmann伝播関数に式 (A.4)の置き換えを行い運動
量積分を実行すれば良い。ミュー粒子の生成過程に cutting rulesを用いて求めた散乱断面積を
σcut

Γ とすると、σcut
Γ は on-shellの状態にあるミュー粒子の生成過程の散乱断面積とミュー粒子

の崩壊過程の分岐比の積になる。

σcut
Γ = σ(π− → ν̄µ µ−) × Br

[
µ− → e− ν̄e νµ

]
(A.8)

これはちょうど図 (A.2)にある、ミュー粒子の内線を切断することにより得られた 2つのFeyn-

mann図に対応する過程の散乱断面積と分岐比の積の形になっている。崩壊過程の Feynmann

図に対応する量は本来崩壊幅 Γ(µ− → e− ν̄e νµ)であるが、式 (A.4)の置き換えの際に δ関数の
係数として 1/Γtotalがかかるので、計算結果には崩壊過程の分岐比として表れる。以上がミュー
粒子の崩壊過程を含むミュー粒子の生成過程に cutting rulesを用いて散乱断面積を求める手順
である。
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図 A.3: ψψ̄ → χχ′χ′の Feynmann図における cutting rules

次にこの cutting rulesの手順を用いて、φnの崩壊過程を含む φnの生成過程

ψψ̄ → χχ′χ′

の散乱断面積を求め、求めた散乱断面積が φnの崩壊過程を含まない φnの生成過程の散乱断面
積 σと一致することを示す。ミュー粒子の生成過程の場合と異なりφnの生成過程の場合は中間
状態にある無限個の φnが量子力学的に干渉しているため、式 (A.4) の置き換えが若干異なる。
φnの生成過程のFeynmann図における cutting rulesを図 (A.3)に示す。ミュー粒子の生成過程
の場合と同じように、中間状態にある φnに対応する内線を切断し φnを終状態と始状態に持つ
2つのFeynmann図に書き換える。この操作に対応して式 (3.38)のMΓ(m1)MΓ

†(m2)に含まれ
る φnの Feynmann 伝播関数に対し

1

m2
1 − q · q − imΓ(m1)

1

m2
2 − q · q + imΓ(m2)

−→ δ ~n1, ~n2
π

mΓ
δ(m2 − q · q)θ(q) (A.9)

の置き換えを行う。cutting rulesでは中間状態にあった φnを on-shellの状態に制限するため、
異なる ~nで番号付けされている φnは互いに量子力学的に干渉しなくなる。散乱断面積を求め
る際に異なる ~nで番号付けされている φnが干渉する効果を表す干渉項を落とすため、式 (A.9)

の置き換えの際に on-shell条件の δ関数の係数に δ ~n1, ~n2 が入る。φnの生成過程に cutting rules

を用いて求めた散乱断面積を σcut
Γ とすると σcut

Γ は

σcut
Γ =

1

2
· 1

4

∫ ∞

0

dmρ(m)

∫ 3∏
i=1

[
d3ki

(2π)32k0
i

]
1

4
√

(p1 · p2)
2

(
λ

M̄p

)2(
g

M̄p

)2

(k1 · k2)
2 p1 · p2


× π

mΓ
δ(m2 − q · q)θ(q) (2π)4 δ4(p1 + p2 − k1 − k2 − k3)

≡
∫ ∞

0

dmρ(m) σcut
Γ (m) (A.10)
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である。ここで σcut
Γ (m)は

σcut
Γ (m) =

1

2
· 1

4

∫ 3∏
i=1

[
d3ki

(2π)32k0
i

]
1

4
√

(p1 · p2)
2

(
λ

M̄p

)2(
g

M̄p

)2

(k1 · k2)
2 p1 · p2


× π

mΓ
δ(m2 − q · q)θ(q) (2π)4 δ4(p1 + p2 − k1 − k2 − k3) (A.11)

であり、図 3.4で表される質量m = n/Rを持つ φn が中間状態を伝播する過程に cutting rules

を用いて求めた散乱断面積である。式 (A.11)の運動量積分を実行すると

σcut
Γ (m) =

1

Γ

(
λ

M̄p

)2(
g

M̄p

)2
m2

(2π)2210

s − m2

s
θ(
√

s − m)

=
1

(2π)24

(
λ

M̄p

)2
s − m2

s
× 1

(2π)26

(
g

M̄p

)2
m3

Γ
θ(
√

s − m) (A.12)

となる。ここで質量mを持つ on-shellの状態の φnの生成過程 σ(m)と φnが 2χ′に崩壊する崩
壊幅 Γ(m)は式 (3.19)と式 (3.29)より

σ(m) =
1

32π

(
λ

M̄p

)2
s − m2

s
=

1

(2π)24

(
λ

M̄p

)2
s − m2

s
(A.13)

Γ(m) =

(
g

M̄p

)2
m3

128π
=

1

(2π)26

(
g

M̄p

)2

m3 (A.14)

であるので、これを式 (A.12)に代入すると

σcut
Γ (m) = σ(m)θ(

√
s − m) (A.15)

となる。これより σcut
Γ は

σcut
Γ =

∫ ∞

0

dmρ(m) σcut
Γ (m)

=

∫ √
s

0

dmρ(m) σ(m)

= σ (A.16)

となり、φnの崩壊過程を含む φnの生成過程に cutting rulesを用いて求めた散乱断面積 σcut
Γ が

φnの崩壊過程を含まない φnの生成過程の散乱断面積 σに一致することが示された。
以下では cutting rulesを用いて求めた散乱断面積 σcut

Γ が元の過程の散乱断面積 σΓの近似と
なっている事を簡単に説明する。cutting ruleを用いて求めた散乱断面積 σcut

Γ は元の過程の散乱
断面積 σΓの Γtotal → 0の極限となっている。すなわち

lim
Γtotal→0

σcut
Γ = σ (A.17)
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である。式 (A.17)が成り立つ時、元の過程の散乱断面積 σΓと cutting ruleを用いて求めた散乱
断面積 σcut

Γ の差は

σΓ − σcut
Γ = O

(
Γtotal√
s
2
m

)
(A.18)

となり Γtotal/m ¿ 1の場合には散乱断面積 σcut
Γ は散乱断面積 σΓに対し良い近似となっている

事が分かる。例えば、ミュー粒子の生成過程に cutting rulesを用いて求めた式 (A.8)の散乱断
面積は実際の実験で測定されるミュー粒子の生成過程の散乱断面積を良く説明している。これ
はミュー粒子の崩壊幅 Γtotalが

Γtotal

m
∝ g4

2m
4

M4
W

¿ 1 (A.19)

と小さく Γtotal ¿ mの条件を満たしているためである。
式 (A.17)が成り立つ理由をミュー粒子の場合を例にとり説明する。ミュー粒子の生成過程に

cutting rulesを用いて散乱断面積を求める際、式 (A.4)のように Feynmann伝播関数の 2乗を
on-shell条件の δ関数で置き換えた。これは中間状態にあるミュー粒子の 4元運動量を on-shell

条件を満たす 4元運動量に制限する為であった。中間状態にあるミュー粒子の運動量は一般に
on-shell条件を満たさない。これは 3.2.2節で見たように、式 (A.3)のミュー粒子の Feynmann

伝播関数 SF(q,m)の分母に崩壊幅 Γtotal が入っている為である。このため式 (A.4)で行った
Feynmann伝播関数の 2乗の on-shell条件の δ関数による置き換えは、実は式 (A.3)のミュー粒
子の Feynmann伝播関数 SF(q,m)の分母の崩壊幅 Γtotalをゼロとする置き換え

1

m2 − q · q − imΓtotal

1

m2 − q · q + imΓtotal

−→ 1

m2 − q · q
1

m2 − q · q
(A.20)

と等価になっている。ミュー粒子のFeynmann伝播関数 SF(q,m) の分母に崩壊幅をゼロとした
場合、SF(q,m)は

SF(q,m) =
m + qργρ

m2 − q · q
(A.21)

となりミュー粒子の 4元運動量 qµが on-shell条件を満たす点で Feynmann伝播関数 SF(q,m)

は極となる。崩壊幅 Γtotal が分母に入った Feynmann伝播関数 SF(q,m)の代わりに式 (A.21)

の Feynmann伝播関数 SF(q,m)を式 (A.1)のミュー粒子の生成過程の不変散乱振幅に代入し式
(A.7)の運動量積分を実行し散乱断面積を求めると、不変散乱振幅の絶対値の 2乗がミュー粒子
の 4元運動量 qµが on-shell条件を満たす点で極を持つため、運動量積分の値が qµが on-shell条
件を満たす点での値によって決まる。すなわち、on-shellの状態にあるミュー粒子が中間状態を
伝播する寄与のみによってミュー粒子の生成過程の散乱断面積が求まるのである。このため式
(A.4)で行ったFeynmann伝播関数の 2乗の on-shell条件の δ関数による置き換えはFeynmann

伝播関数の分母の崩壊幅 Γtotalをゼロとする事は等価であり、崩壊幅 Γtotalをゼロとして求めた
散乱断面積と cutting rulesを用いて求めた散乱断面積は等しい。よって元の過程の散乱断面積
σΓと cutting rulesを用いて求めた散乱断面積 σcut

Γ の間に式 (A.17)が成立する。
φnの崩壊過程を含む φnの生成過程に cutting rulesを用いて求めた散乱断面積 σcut

Γ は φnの
Feynmann伝播関数の分母の崩壊幅 Γ(m)をゼロとして求めた散乱断面積と一致しない。これ
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はφnの崩壊過程を含むφnの生成過程の散乱断面積に同じ質量を持つφnの干渉項からの寄与が
含まれる為である。この為 φnの崩壊過程を含む φnの生成過程の散乱断面積 σΓと cutting rules

を用いて求めた散乱断面積 σcut
Γ は式 (A.17)を満たさず、cutting rulesを用いて求めた散乱断面

積 σcut
Γ は散乱断面積 σΓの近似になっていない。
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