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概要

「宇宙の後期加速膨張の発見」という功績により，S. Perlmutter，B. Schmidt，A. Riess

らが 2011 年度ノーベル物理学賞を受賞したことは記憶に新しい [1]．この後期加速膨張の
起源の解明は，現在の宇宙論において最も重要な課題の一つになっている．一般相対論の枠
組みにおける後期加速膨張は，物質源として未知の「暗黒」成分を取り入れることで実現す
る．この成分を暗黒エネルギーと呼ぶ．その最も単純な候補は宇宙項であり，これを基にし
た Λ-CDM モデルは観測との良い整合性を持つ一方で，素粒子物理学において現れる真空の
エネルギーが宇宙項の起源だと考えると，理論的に予測されるエネルギー密度が観測値に比
べて極端に大きすぎるという重大な問題が生じる [2]．
宇宙項が暗黒エネルギーの起源でないとすると，大別して二通りの別の候補が考えられて
いる．一つは時間変化しない宇宙項に対して，動力学的な場を考える理論である．そのよう
なモデルとしてはクインテッセンス [3]が挙げられるが，今日の加速膨張を説明するために
はスカラー場について極端に小さな質量 (mφ ' 10−33 eV)が要求され，これもまた素粒子物
理学の枠組みと適合させるのが一般的に難しいという問題がある [4]．二つ目は修正重力理
論と呼ばれ，大スケールにおいて重力理論が修正される可能性を考えるものであり，現在の
宇宙加速膨張を説明する有力な候補として活発に研究されている．
この枠組みでは，大スケールにおいて重力理論の修正により安定な後期加速膨張が実現さ
れなければならない一方で，局所重力実験が一般相対論とよく一致していることから，小ス
ケールにおいては一般相対論的な振る舞いを取り戻すことが要求される．修正重力理論の例
としては，f(R)重力理論 [5]，スカラーテンソル理論 [6]，Dvali-Gabadadze-Porrati (DGP)ブ
レーンワールド [7]，ガリレオン重力理論 [8, 9]等がある．最初の二つのモデルはスカラー場
のポテンシャルを考えるものであり，後の二つは場の運動項によって加速膨張が引き起こさ
れるモデルとなっている．f(R) 重力理論，及びスカラーテンソル理論においては局所領域
でスカラー場が実効的に大きな質量を得るというカメレオン機構 [10]により第五の力の伝播
が抑制され，局所重力実験と整合性を持つことができる．しかしながら，これらのモデルが
上手く働くためには初期条件に関するファインチューニングが必要になってしまうという問
題がある [11]．他方，DGP モデルにおいては，ブレーンを起源とするスカラー場の非線形
な自己相互作用項 ¤φ(∇φ)2 から引き起こされるヴァインシュタイン機構 [12] により，ヴァ
インシュタイン半径 rV と呼ばれるスケールの内側で第五の力の伝播が抑制される．これに
よって DGP モデルは局所重力実験との整合性を持つことができるのだが，このモデル自身
はゴーストや，Ia 型超新星 (SN Ia)とバリオン音響振動 (BAO)に関する観測の複合解析と
の一致の困難という問題に苛まれている [13]．そこで我々はこのヴァインシュタイン機構に
着目し，一般化したラグランジアンのもと，どのようにこの機構が働くのかを研究した．
一般的な二次のスカラーテンソル理論におけるヴァインシュタイン機構を研究するため，作
用としては様々なモデルを内包する Horndeskiのラグランジアン [14]を出発点にした．このラ
グランジアンは L2 ≡ P (φ,X), L3 ≡ G(φ,X)¤φ, L4 ≡ G4(φ,X)R+G4,X×(field derivatives),

L5 ≡ G5(φ,X)Gµν(∇µ∇νφ) + (G5,X/6) × (field derivatives) という形をとる．DGP モデ
ルにおいてヴァインシュタイン機構を生み出したスカラー場の非線形な自己相互作用項は，
Horndeski のラグランジアンにおいては L3 に対応している．よって，この項の効果から
一般的にどのようにヴァインシュタイン機構が働くのかを示すため，L4, L5 については
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G4(φ,X) ≡ F (φ)/2, G5(φ,X) = 0 とおいた．この場合 L4 = F (φ,X)R/2 と書くことが
でき，これは F = M2

pl の時にアインシュタイン・ヒルベルト項に帰着する． 我々の解析
は拡張ガリレオン重力理論，ディラトン重力理論，及び場の非線形な相互作用を伴うブラン
ス・ディッケ理論といった幅広い重力理論を包括している．このラグランジアンのもと，物
質場の存在する球対称時空において完全な運動方程式を導き，弱い重力場の近似を用いてス
カラー場 φ 及び重力ポテンシャル Ψ の閉じた方程式を導いた．そして，一般相対論的振る
舞いを回復する条件より F (φ) = M2

pl e
−2Qφ/Mpl という非最小結合が存在する場合について，

ヴァインシュタイン半径に関する一般式を導いた．Q 6= 0 においては，ヴァインシュタイン
半径の外側で重力ポテンシャルが大幅に修正される一方で，内側においては一般相対論から
のずれが抑制されることが分かった．またこの場合，球対称時空の中心において特異点は現
れない．我々はヴァインシュタイン半径内部における重力ポテンシャルの解析解から，ポス
トニュートニアンパラメータ γ の観測的な制限を満たす条件を導いた．また一方で Q = 0

においては，太陽系スケールにおいて重力ポテンシャルの修正が抑制される場合と，原点で
特異点が現れ理論が有効でなくなる場合とが存在することを示した．我々はこれらの結果を
extended Galileon モデルと ディラトン結合の存在する Brans-Dicke モデルに適用し，局所
重力実験からの制限に対する整合性を確かめた [15]．
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1 球対称背景時空における場の方程式
次のような作用から始める．

S =

∫
d4x

√
−g

[
1

2
F (φ) R + P (φ,X) − G(φ,X)¤φ

]
+ Sm(gµν , Ψm) , (1)

ここで，g は計量テンソル gµν の行列式を，R はリッチスカラーを，F (φ) はスカラー場 φ

の関数を，P (φ, X) や G(φ,X) は φ 及び X = −gµν∂µφ∂νφ/2 に関する関数を，そして Sm

は物質場の作用をそれぞれ表す．物質場Ψm は，スカラー場 φ と直接は結合していないと
仮定する．
球対称背景時空のもと，運動方程式を導いていく．線素は，

ds2 = −e2Ψ(r)dt2 + e2Φ(r)dr2 + r2(dθ2 + sin2 θ dφ2) , (2)

ここで， Ψ(r) と Φ(r) は中心からの距離 r の関数となっている． 物質場の作用 Sm に関し
ては，エネルギー運動量テンソルが T µ

ν = diag (−ρm, Pm, Pm, Pm) となる完全流体を考える．
作用 (1) から導かれる運動方程式の (00), (11), (22) 成分は各々，次のようになる．(

2F

r
+ F ′ − 2φ′XG,X

)
Φ′ +

F

r2

(
e2Φ − 1

)
− F ′′ − 2F ′

r
+ φ′2G,φ + 2φ′′XG,X

= e2Φ(ρm − P ) , (3)(
2F

r
+ F ′ − 2φ′XG,X

)
Ψ′ − F

r2

(
e2Φ − 1

)
+

2F ′

r
+ φ′2G,φ − 4

r
φ′XG,X

= e2Φ(Pm + P − 2XP,X) , (4)

F

[
Ψ′′ +

(
1

r
+

F ′

F

)
(Ψ′ − Φ′) + Ψ′2 − Ψ′Φ′

]
+ F ′′ +

F ′

r
− φ′2G,φ

− 2(φ′′ − Φ′φ′)XG,X = e2Φ(Pm + P ) , (5)

ここで X = −e−2Φφ′2/2，プライムは r に関する微分を，そしてカンマは φ 又は X に関
する偏微分 (e.g., G,φ = ∂G/∂φ) を表す．スカラー場 φ に関する運動方程式は，

φ′′
[
P,X + 2XP,XX − 2(G,φ + XG,φX) − 2e−2Φφ′(G,X + XG,XX)

(
2

r
+ Ψ′

)]
+e2ΦP,φ + φ′

[
P,X

(
2

r
+ Ψ′ − Φ′

)
+ φ′P,φX − 2Φ′XP,XX

]
+F,φ

[
e2Φ − 1

r2
− Ψ′′ − 2

r
(Ψ′ − Φ′) + Ψ′Φ′ − Ψ′2

]
+2XG,X

(
2

r2
− 3Ψ′Φ′ + Ψ′2 + Ψ′′ − 6

r
Φ′ +

4

r
Ψ′

)
− 4X2G,XXΦ′

(
2

r
+ Ψ′

)
−2φ′G,φ

(
2

r
+ Ψ′ − Φ′

)
− φ′2G,φφ + 2φ′XG,φX

(
2

r
+ Ψ′ + Φ′

)
= 0 . (6)

物質流体に関する連続方程式は，

P ′
m + Ψ′(ρm + Pm) = 0 . (7)
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この方程式は，式 (3)-(6) を組み合わせて導くこともできる．
以降，我々は |Φ| ¿ 1 かつ |Ψ| ¿ 1 で特徴付けられるような弱い重力場を考える．する
と，式 (3) において支配的な寄与となる項は (F/r2)Φ のオーダーとなる．式 (3) と (4) の各
項と F/r2 とを比較するために，次のような量を定義する．

εFφ ≡ F,φφ
′r

F
, εGX ≡ e−2ΦG,Xφ′3r

F
, εGφ ≡ G,φφ

′2r2

F
, εP ≡ e2ΦPr2

F
,

εPX ≡ P,Xφ′2r2

F
, εPφ ≡ e2ΦP,φφ

′r3

F
, εPm ≡ e2ΦPmr2

F
, (8)

そして，

λFφφ ≡ F,φφφ
′r

F,φ

, λPX ≡ XP,XX

P,X

, λPXφ ≡ P,Xφφ
′r

P,X

,

λGXX ≡ XG,XX

G,X

, λGφX ≡ XG,φX

G,φ

, λGφφ ≡ G,φφφ
′r

G,φ

. (9)

物質場のエネルギー密度 ρm は (F/r2)Φ のオーダーである．連続方程式 (7) より，弱い重力
場においては Pm/ρm ∼ Ψ となり，ここから εPm ∼ Ψ2 となることが分かる．以降，式 (8)

の各量は全て 1 よりも小さいという近似を用いることにする．また，局所重力実験との整合
性から，これらの量は大きくとも Φ と Ψ 程度のオーダーであることを要求する．
方程式 (3) と (4) を用いると，Φ′ 及び Ψ′ を ρm，Φ，そして場 φ 及びその微分項で表す
ことができる．これらの関係式を方程式 (5) に代入し，二次の項 ε2

i を εi と比べて無視する
ことにより，次の式を得る．

¤Ψ = µ1ρm + µ2¤φ + µ3 , (10)

ここで ¤ ≡ d2

dr2
+

2

r

d

dr
，そして，

µ1 ' e2Φ

4F

(
e2Φ + 1 − e2ΦεFφ − e2ΦεGX − εGφ + εP + εPX + εPm

)
, (11)

µ2 ' −(3 − e2Φ)(εFφ + εGX)

4φ′r
, (12)

µ3 ' −1 − 2e2Φ + e4Φ

2r2
+

(3 − e2Φ)(λFφφεFφ − 3εPm)

4r2

−4(e2Φ − 2)εP − (5 − 3e2Φ)εPX + 2(1 − e2Φ)(e2ΦεFφ + e2ΦεGX + εGφ)

4r2
. (13)

更に，重力ポテンシャル Φ に関して展開し，支配的な寄与を及ぼす項のみを抽出すると，

µ1 ' 1

4F
(2 + 6Φ − εFφ − εGX − εGφ + εP + εPX + εPm) , (14)

µ2 ' −εFφ + εGX

2φ′r
= −F,φ

2F
+

XG,X

F
, (15)

µ3 ' −4Φ2 + λFφφεFφ − 2εP − εPX − 3εPm

2r2
. (16)

{|Φ|, |εi|} ¿ 1 であるから, 方程式 (14) は µ1 ' 1/(2F ) のように近似される．一般相対論
(以降，GR と呼ぶ) においては，F = M2

pl = 1/(8πGN) (GN はニュートン重力定数) とな
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るため，µ1 = 4πGN を得る．µ2 6= 0 である時，スカラー場のラプラシアン項 ¤φ によって
重力定数は修正を受ける．これは場の方程式 (6) について式 (3) を用いて Φ′ を消去した際，
物質のエネルギー密度 ρm の項が含まれることから来ている．方程式 (15) は次の条件で特
徴付けられる理論において，重力定数が修正されることを示唆している．

F,φ 6= 0 , or G,X 6= 0 . (17)

式 (10) の右辺は Φ/r2 のオーダーである．|µ2φ
′/r| À |µ3| という条件が満たされると

すると，方程式 (10) の右辺第三項目は第二項目に比べて無視することができる．これは，
{|εFφ|, |εGX |} À {Φ2, |λFφφεFφ|, |εP |, |εPX |, |εPm|} という条件に対応する．
方程式 (6) と (3)-(5) とを連立することで，φ に関しての閉じた方程式を導くことができ
る．支配的な寄与を及ぼす項を抽出すると，

¤φ = µ4 ρm + µ5 , (18)

ここで，

µ4 ' φ′re2Φ(α + εGX + εFφ)

2Fα
, (19)

µ5 ' −φ′{[2e2Φ(1 − λGXX) + (e4Φ − 15)(1 + λGXX)]εGX + 2(2e2Φ − 8λGφX + λGφφ − 2)εGφ

−2(λPXe2Φ + λPXφ + e2Φ − 1 − 5λPX)εPX − 2εPφ}/(2rα) , (20)

そして，
α ≡ (1 + λGXX)(e2Φ + 3)εGX + 2(1 + λGφX)εGφ − (1 + 2λPX)εPX . (21)

である． e2Φ ' 1 という近似を用い，更に式 (19) と (20) について，作用の段階で用いた量
で表すと，

µ4 ' −r(F,φ − φ′β + φ′2G,X)

2Fβ
, (22)

µ5 ' −P,φr
2 + 4X(2G,φX − P,XX)φ′r + [(P,φX − G,φφ)r

2 + 6G,X + 8XG,XX ]φ′2

rβ
, (23)

ここで，
β ≡ (P,X + 2XP,XX − 2G,φ − 2XG,φX)r − 4(G,X + XG,XX)φ′ . (24)

式 (18) を (10)に代入すると次が従う．

¤Ψ = 4πGeffρm + µ3 + µ2µ5 , (25)

ここで，

Geff ≡ 1

4π
(µ1 + µ2µ4)

' 1

8πF

[
1 +

(
F,φ

2F
− XG,X

F

)
r(F,φ − φ′β + φ′2G,X)

β

+ 3Φ − 1

2
(εFφ + εGX + εGφ − εP − εPX − εPm)

]
. (26)
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方程式 (25) は修正ポアソン方程式に相当する．式 (26) の右辺第二項目は重力がどの程度修
正されるのかを計算する上で極めて重要となる．P = X かつ G = 0 である理論において，
この第二項目は F 2

,φ/(2F ) のオーダーで寄与する．F = M2
ple

−2Qφ/Mpl という形のディラトン
結合が存在する場合 (ここで Q はオーダー 1 の定数であり Mpl は換算プランク質量)，この
寄与は |φ/Mpl| ¿ 1 において 2Q2 に落ちるため，重力結合定数は GR の場合と比べて大幅
に修正される．この場合のモデルは局所重力実験と矛盾するが，G(φ,X) という項が存在す
ると状況は変わってくる．次節ではいかにしてこの項の効果が現れるのかを見ていく．
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2 ヴァインシュタイン機構
非線形な場の自己相互作用項 G(φ,X)¤φ が存在する場合における，ヴァインシュタイン
機構について考える．その上で，どこかの時点で G(φ,X) 等の関数型を決定する必要がある
のだが，幅広いスカラーテンソル理論を内包できるよう，可能な限りは一般形で解析を続け
ることにする．
まず最初にリッチスカラー R と非最小結合した関数 F (φ) の形に関して考えよう．これが
ベキ関数の形 F (φ) ∝ φp である場合，パラメータ εFφ は εFφ = pφ′r/φ という形に落ちる．
この時 φ ∝ rq という形の解が存在する場合，εFφ = pq となり， |εFφ| ¿ 1 という近似は p

と q が 1 のオーダーの際に崩れてしまう．
例えば，F (φ) = φ (i.e. p = 1) かつ P = ωBDX/φ で特徴付けられるブランス・デ

ィッケ理論 [16] において，X に依存する項 G(X) が存在する場合を考えよう．|P,Xr| À
|4(G,X + XG,XX)φ′| という条件で特徴付けられる大スケールにおいて，式 (24) における
項 β は β ' ωBDr/φ という形で与えられるため，µ4 はベキの形の解 φ ∝ rq の場合には定
数となる．実際，すぐ後に見るように µ4 が定数である時，φ ∝ r−1 という解が存在する．
|P,Xr| À |4(G,X + XG,XX)φ′| となる領域において，場の方程式 (18) は近似的に次のように
与えられる．

d

dr
(r2φ′) ' µ4ρmr2 . (27)

ここで質量源のシュヴァルツシルト半径 rg を次のように導入する．

rg ≡
1

M2
pl

∫ r

0

ρmr̃2dr̃ , (28)

ここから，ρmr2 = M2
pl drg/dr といった関係式を得る．すると，式 (27) を積分して次のよう

な解を得る．

φ′(r) '
µ4M

2
plrg

r2
. (29)

関数 rg がほぼ定数となるような (すなわち，ρmr2 → 0 となるような) 半径 r について，
φ′(r) ∝ r−2 より εFφ = −1 が成り立つ． よって 1 節で用いた近似は非最小結合 F (φ) = φ

の場合には破綻することとなる． この問題はスカラー場 φ を指数関数型結合，すなわち
φ → M2

ple
−2Qφ̃/Mpl，を用いてスケールしなおすことにより回避できる．ここで Q は定数で

ある．この場合，スケールしなおした後のスカラー場 φ̃ は低エネルギー有効弦理論におけ
るディラトン場と関係している [17]．後に 3.2 節で見るように，このようなスケールのしな
おしを行うと，ブランス・ディッケ理論における運動項は，Q → 0 の極限で通常の運動項
P = −gµν∂φ̃µ∂φ̃ν/2 へと落ちる．F (φ) ∝ φp というベキ関数型結合よりも寧ろ，指数関数型
結合するスカラー場 φ をより根本的なものとして扱おう．

F (φ) = M2
ple

−2Qφ/Mpl (30)

この場合は εFφ = −2Qφ′r/Mpl となり，|εFφ| はベキ関数型の解 φ′(r) ∝ r−2 があったとして
も 1 よりも非常に小さくなりうる．
ここから先， (30)のような結合を持つ理論に着目していく．そのうえで，(i) Q 6= 0と (ii)

Q = 0 の場合を個別に見ていくこととする．
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2.1 Q 6= 0 の場合
Q の値が 0 ではない場合を論じるにあたり，我々は主に |Q| の値が 1 のオーダーである
ような理論に興味がある．この場合 式 (22) 中の F,φ という項が場の方程式に重要な寄与を
する，式 (22) と (23) より，解の定性的な振る舞いは次の式で特徴付けられる半径 rV の内
外において変化することを我々は発見した．

|B(rV )rV | = |4(G,X + XG,XX)(rV ) φ′(rV )| , (31)

ここで，
B ≡ P,X + 2XP,XX − 2G,φ − 2XG,φX . (32)

この rV こそがヴァインシュタイン半径と呼ばれるものであり [12]，この半径の内側では
G(φ,X)¤φ という項の存在により GR 的振る舞いが取り戻されることになる．
以降，次のような作用で記述される理論に着目する．

S =

∫
d4x

√
−g

[
1

2
F (φ)R + f(φ)X − g(φ)M1−4nXn¤φ

]
+ Sm(gµν , Ψm) , (33)

ここで F (φ) は式 (30) で与えられる関数であり，また M は質量次元の定数である．この場
合 P (φ,X) = f(φ)X かつ G(φ,X) = g(φ)M1−4nXn であり， f(φ)，g(φ) は φ の関数，そし
て n は正の整数 (n ≥ 1) である．f(φ) と g(φ) を緩やかに広がる，オーダー 1 程度の無次
元な関数であると仮定しよう，すなわち，

|Mplf,φ/f | . 1 , |Mplg,φ/g| . 1 . (34)

もし f(φ) と g(φ) が F (φ) = M2
ple

−2Qφ/Mpl に比例する場合，条件 (34) は |Q| . 1 において
満たされる．
作用 (33) について場の方程式 (18) は次のようになる．

d

dr
(r2φ′) =

r[2QF/Mpl + {f − 2(n + 1)M1−4ng,φX
n}φ′r − 2n(4n + 1)M1−4ngXn]

2F [{f − 2(n + 1)M1−4ng,φXn}r − 4n2M1−4ngXn−1φ′]
ρmr2 (35)

−f,φXr2 + 8nM1−4ng,φX
nφ′r + {(f,φ − M1−4ng,φφX

n)r2 + 2n(4n − 1)M1−4ngXn−1}φ′2

{f − 2(n + 1)M1−4ng,φXn}r − 4n2M1−4ngXn−1φ′ r .

方程式 (35) の解の定性的な振る舞いは，半径 rが rV よりも大きいか否かによって異なって
くる．更に r がある半径 r∗ よりも小さい領域でも解の振る舞いは変わる．r∗ は方程式 (35)

において，密度に依存する初項が球対称物質まわりで二項目と同程度の寄与をもつ点の半径
である．故に，三つの異なる領域 (a) r À rV , (b) r∗ ¿ r ¿ rV，そして (c) r ¿ r∗ が存在
することになる． これから方程式 (35) の解を各々の領域において求めていく．

2.1.1 r À rV

条件 |F,φ| À |φ′β| が領域 r À rV において満たされている限り，方程式 (22) 中の µ4

の項は µ4 ' Q/(MplB) のように近似できる．以下で見るように，場は領域 r À rV にお
いて B ' constant ならば，φ′(r) ' (QMpl/B)(rg/r

2) のように振る舞う．この場合，条件
|F,φ| À |φ′β| は満たされることになる．(33) のような作用で記述される理論において，領域
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r À rV では方程式 (18) の右辺のうち項 µ4ρm が支配的に寄与する．これは µ5 を取り除い
て方程式 (18) の解を求めた上で，その解を方程式 (22) と (23) とに代入することで確認で
きる．すると，領域 r À rV において場の方程式 (35) 次のように近似できる．

d

dr
(r2φ′) ' Q

MplB
ρmr2 , (36)

ここで B = f − 2(n + 1)M1−4ng,φX
n ' f である．f(φ) がゆるやかに変化する関数であるか

ぎり，B はほぼ定数となる．P が X の非線形項を含むような k-essence [18] において，一
般的には B は r に依存する．P = f(φ)X という項が B の中で支配的な項だと仮定しても，
B がほぼ一定という近似を使うことができる．式 (28) で定義されたシュバルツシルト半径
を用いると，方程式 (36) は次のように積分される．

φ′(r) ' QMpl

B

rg

r2
. (37)

解 (37) が r = rV においてもおおよそ成り立つと近似すると，

r3
V '

∣∣∣∣4QMplrg

B(rV )2
(G,X + XG,XX)(rV )

∣∣∣∣ . (38)

関数 G = X/M3 の場合には，ヴァインシュタイン半径は rV = |4QMplrg/(B(rV )2M3)|1/3

になること．項 G,X + XG,XX が X に依存する場合，式 (37) を再度用いて rV の閉じた式
を求める必要がある．

2.1.2 r∗ ¿ r ¿ rV

領域 r∗ ¿ r ¿ rV においては，G に依存する項が β の中で支配的な寄与となる．解が
φ′(r) ∝ r−p (0 < p < 1) で表される限りは，β ' −4(G,X + XG,XX)φ′(r) のように近似
することができる．G = g(φ)M1−4nXn (n ≥ 1) という関数型の場合，後に導かれる解は
φ′(r) ∝ r−1/(2n) のように振る舞うため上記の近似は保証される．領域 r∗ ¿ r ¿ rV におい
て，方程式 (23) の µ5 の分子にある項 (6G,X + 8XG,XX)φ′2 が場の方程式に支配的な寄与を
及ぼすため，次のように近似することができる．

d

dr
(r2φ′) ' 3G,X + 4XG,XX

2(G,X + XG,XX)
rφ′ =

4n − 1

2n
rφ′ . (39)

λGXX = XG,XX/G,X = n − 1 であるため，方程式 (39) の中にある項 rφ′ の係数は関数型
G = g(φ)M1−4nXn の場合には定数となる．方程式 (39) を積分すると，

φ′(r) = Cr−1/(2n) . (40)

係数 C は二つの解 (37) と (40) とを r = rV においてマッチングすることによりおおよそ知
ることができ，C = QMplrgr

1/(2n)−2
V /B(rV ) となる．すると式 (40) は次の形に落ちる．

φ′(r) ' QMplrg

B(rV )r2
V

(
r

rV

)−1/(2n)

. (41)
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解 (37) と比べると，領域 r∗ ¿ r ¿ rV において場の微分項はよりゆっくりと変化すること
が分かる．これがヴァインシュタイン機構の働いている領域である．解 (41) は方程式 (39)

において我々が用いた近似，例えば |g,φg
−1φ′r| ¿ 1，と矛盾しない．

解 (41) は，極限 r → 0 において発散する．この発散を回避するためには，φ′(r) が r∗ よ
りも小さい領域で異なった振る舞いをすることが望まれる．我々が用いた近似が，その内側
で崩れるような領域の半径 rε を求めるために，式 (8) で定義した量を計算してみよう:

εFφ ' − 2Q2

B(rV )

rg

rV

(
r

rV

)1−1/(2n)

, |εGX | '
M2

pl

8nF (φ)

rg

r
|εFφ|,

εGφ| '
|Q3ηg(φ)M2

pl|
8n2B(rV )2F (φ)

(
rg

rV

)3 (
r

rV

)1−1/n

, εPX = −2εP '
f(φ)Q2M2

pl

B(rV )2F (φ)

(
rg

rV

)2 (
r

rV

)2−1/n

,

εPφ '
f(φ)ηf (φ)Q3M2

pl

2B(rV )3F (φ)

(
rg

rV

)3 (
r

rV

)3−3/(2n)

, (42)

ここで ηf (φ) = Mplf,φ/f， ηg(φ) = Mplg,φ/g である．F (φ)/M2
pl であり，かつ f(φ)，g(φ)

が急激に変化せずに 1 のオーダーであり続ける限り，領域 r ¿ rV において式 (42) に示さ
れた量は，|εGX | を除き，1 よりもずっと小さくなる．変数 εGX は r−1/(2n) に依存するため，
r → 0 の極限で発散してしまう．近似 |εGX | ¿ 1 は次のような半径 r < rε で破綻してしま
うことになる．

rε = rV

(
M2

plQ
2

4nF (rε)|B(rV )|
r2
g

r2
V

)2n

. (43)

|Q|，|B(rV )|，そして F (rε)/M
2
pl が 1 のオーダーである場合，rε/rg ≈ (rg/rV )4n−1 を得る．

これは，n ≥ 1 かつ rg ¿ rV の場合，rε が rg と比べても更に小さくなることを意味する．
後に 3 節で見るように，暗黒エネルギーと関わるモデルでは，太陽 (rg ≈ 105 cm) の一般的
なヴァインシュタイン半径はおよそ rV ≈ 1020 cm となる．n = 1 の場合，rε ≈ 10−40 cm と
なり，これはプランク長よりも小さい．一方で解の振る舞いが変わる一般的な半径 r∗ は太
陽半径程度 (≈ 1010 cm) であるため，解 (41) は r > r∗ において信用できることになる．

2.1.3 r ¿ r∗

球対称物体まわりにおいて，場の方程式 (35)の右辺にある密度に依存する項が重要になっ
てくる領域での解を求めていこう．原点における解の正則性のため，境界条件は φ′(0) = 0か
つ |φ′′(0)| < ∞を満たさなければならない．これら二つの条件は，r → 0において φ′(r) ∝ rm

(m ≥ 1) を導く．また，密度 ρm について，r → 0 の極限で一定値 ρc に近付く条件を課す．
n = 1，すなわち G = g(φ)M−3 となるような理論に関して，場の方程式 (35) は r = 0 ま
わりにおいて，

d

dr
(r2φ′) ' M3Qρm

Mpl(rM3fc − 4gcφ′)
r3 − 6φ′2gc

rM3fc − 4gcφ′ r , (44)

ここで，fc = f(φc)，gc = g(φc)，そして φcは原点における場の値である．ρm ' ρc = constant

を用いると，φ′(r) = br で特徴付けられる解が存在する．係数 b は φ′(r) = br を方程式 (44)

に代入することで得ることができる．すると解は，

φ′(r) ' M3fc

4gc

[
1 ±

√
1 − 8Qρcgc

3MplM3f2
c

]
r . (45)
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|Qρcgc| À MplM
3f2

c という条件が満たされる場合，解 (45) は近似的に，

φ′(r) ' ±
(
|Q|M3ρc

6Mplgc

)1/2

r , (46)

この解が存在するためには Q < 0，gc > 0 が必要となる．解 (46) の符号は領域 r À r∗ に
おける解とのマッチングによって決定される．Q < 0 の時，B(rV ) > 0，B(rV ) < 0 の場合
について符号はそれぞれ負，正となる．
星の中心まわりでの解 (46) を求めたが，これは ρm がほぼ一定になるような星について
も使うことができる． n = 1 の場合について，半径 r∗ で二つの解 (41) と (46) とをマッチ
ングすることにより，次が従う．

r∗ '
(

6|Qgc|
B2(rV )

r2
g

ρcr3
V

)1/3
Mpl

M
, (47)

ここで，式 (35) の右辺にある二つの項は同程度のオーダーになる．マッチング半径 r∗ は M

及び ρc に依存する．後に 3 節で見るように，今日の宇宙加速膨張に関係のあるモデルにお
いて，太陽の場合の半径 r∗ (太陽の質量がおおよそ一定であると考えて) は一般的に太陽半
径程度である .

n > 1 の場合，境界条件 r = 0 を満たす場の方程式は次の形に落ちる．

d

dr
(r2φ′) ' Qρc

Mplfc

r2 . (48)

積分すると，次のようになる．
φ′(r) ' Qρc

3Mplfc

r , (49)

ここで，φ′(0) = 0 を用いた．この解を (41) とマッチングさせるために，B(rV ) > 0 である
ことを要請する．

2.1.4 重力ポテンシャルの補正

領域 r∗ ¿ r ¿ rV において，どのようにニュートン重力ポテンシャルが修正されるのか
を見ていこう．まず最初に，ヴァインシュタイン機構がどのようにして式 (26) に現れる重力
カップリングの補正項を抑制するのかを見ていく．領域 r∗ ¿ r ¿ rV において |εGX | ¿ |εFφ|
となるため，項 XG,X/F は F,φ/(2F ) に対して無視することができる．解 (41) と式 (38) で
定義された rV を用いると，|β| ' |4(G,X +XG,XX)φ′| ' |B(rV )|rV (rV /r)1−1/(2n) となる．す
ると式 (26) の角括弧内の二項目は次のように計算することができる．∣∣∣∣(F,φ

2F
− XG,X

F

)
r(F,φ − φ′β + φ′2G,X)

β

∣∣∣∣ ' ∣∣∣∣ rF 2
,φ

2Fβ

∣∣∣∣ ' 2Q2

M2
pl

∣∣∣∣ F (φ)

B(rV )

∣∣∣∣ ( r

rV

)2−1/(2n)

, (50)

これは領域 r ¿ rV において 1 よりもずっと小さい．β の中に項 G(φ,X) があることで，
ヴァインシュタイン半径内では GR 的な振る舞いが取り戻されるのである．
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式 (42) を用いて方程式 (3) 及び (4) の支配的な寄与をする項のみ抜き出すと，

2F

r
Φ′ +

2F

r2
Φ − F ′′ − 2F ′

r
' ρm , (51)

2F

r
Ψ′ − 2F

r2
Φ +

2F ′

r
' 0 . (52)

解 (41) を上式 (51) に代入することで，次を得る．

d

dr

(
rΦ − rg

2

)
' (1 − 4n)Q2rg

2nB(rV )r
2−1/(2n)
V

r1−1/(2n) . (53)

これを積分することにより，

Φ ' rg

2r

[
1 − 2Q2

B(rV )

(
r

rV

)2−1/(2n)
]

, (54)

この解を式 (52) に代入すると，

Ψ ' − rg

2r

[
1 − 4n

2n − 1

Q2

B(rV )

(
r

rV

)2−1/(2n)
]

. (55)

式 (54) と (55) の角括弧内二項目は，明らかに r ¿ rV の領域で 1 よりもずっと小さくな
る．よって，第五の力は抑えられることになる．
ポストニュートニアン・パラメータ γ を次のように定義しよう．

γ ≡ −Φ/Ψ . (56)

γ には現時点で厳しい制限が課せられており，|γ − 1| < 2.3 × 10−5 となる [19]．解 (54) と
(55) とを用いると，この制限は次のように翻訳できる．

2Q2

2n − 1

1

|B(rV )|

(
r

rV

)2−1/(2n)

< 2.3 × 10−5 . (57)

rV よりも非常に小さい r について，(57) は |Q| = O(1) の場合であっても満たされる．
領域 r ¿ r∗ において，重力ポテンシャルの補正項は式 (54) と (55) の場合よりも更に抑
制されることになる．これは r が 0 に近付くと， |εFφ| や |εGX | といった量が減少していく
という事実から来ている．

2.2 Q = 0 の場合
作用 (33) において F = M2

pl となる理論の場合を考えよう．Q = 0 の場合でも，XG,X/F

という補正項が式 (26) の中に存在するため，そのような補正項が抑制されるか否かは自明
ではない．(i) n = 1 と (ii) n > 1 の場合に分けて考えていく．
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2.2.1 n = 1

これは関数型 G = g(φ)M−3X の場合に相当する．解の定性的な振る舞いは |fV rV | =

|4M−3gV φ′(rV )| で特徴付けられる半径 rV において変化する．ここで，fV と gV は各々
r = rV における f と g の値である．
領域 r À rV において，式 (18) の中では項 µ4ρm が µ5 に比べ支配的になる．ここで，

µ4 ' φ′r/(2M2
pl) である．すると，

d

dr
(r2φ′) =

φ′r

2

drg

dr
. (58)

この方程式の解は次のような形で書くことができる．

φ′(r) =
C

r2
exp

[
1

2M2
pl

∫ r

rV

ρm(r̃)r̃dr̃

]
, (59)

ここで C は積分定数である． 局所的な物質密度について，その積分
∫ ∞

ρm(r̃) r̃2dr̃ が有限
であることを仮定する．すると r が大きい地点で，ρm ' br−2−q (q > 1，b は定数) となる
ことが要請される．この場合，式 (59) は次のようになる．

φ′(r) =
C

r2
exp

[
− b

2M2
plq

(r−q − r−q
V )

]
' C1

r2
, (60)

ここで C1 は指数関数を吸収させた上での定数である (指数関数は r の大きな領域でほぼ定
数となる)．この関係はより弱い境界 q > 0 においても有効となる．
半径 r が rV よりも小さな領域を考えよう．球対称の中心まわりにおいて，解はある半径

r∗ で変化するはずである．よって我々はまず，領域 r∗ ¿ r ¿ rV において解を導く．この
領域において β ' −4M−3gφ′，µ4 ' 5φ′r/(8M2

pl)，そして µ5 ' 3φ′/(2r) であるから場の方
程式は，

d

dr
(r2φ′) = φ′r

(
5

8

drg

dr
+

3

2

)
. (61)

条件 |drg/dr| ¿ 1 (これは r の大きな領域で ρmr2 → 0 となることに対応する) のもとでは，
近似解が存在し，

φ′(r) ' C2√
r

, (62)

ここで C2 は積分定数である．この解 (62) は r → 0 の極限で用いることはできない．
最後に領域 r ¿ r∗ における解の振る舞いを見ておこう．原点における解の正則性のため
に，場の微分項は φ′(r) ∝ rm (m ≥ 1) という形をとらなければならない． この領域におい
ては ρm = ρc + O(r2) であるから，場の方程式 (35) は次のように近似される．

d

dr
(r2φ′) ' 6M−3gcφ

′2r

4M−3gcφ′ − fcr
, (63)

解の形として φ′ = b r を想定し，式 (63) に代入すると次の解を得る．

φ′(r) ' fc

2gc

M3r . (64)
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r = r∗ において，二つの解 (64) と (62) のマッチングを行おう．ただし，r = r∗ において
ρm が ρc からずれる場合には，解 (64) に関する補正を考える必要がある．マッチングを行
うと C2 = fc/(2gc) M3 r

3/2
∗ であることが分かり，領域 rg < r ¿ rV における解は，

φ′(r) ' fc

2gc

M3r∗

(r∗
r

)1/2

. (65)

最後に r ' rV において，二つの解 (65) と (60) のマッチングを行うと，領域 r À rV にお
いて解は次のようになることが分かる．

φ′(r) ' fc

2gc

M3r∗

(
r∗
rV

)1/2 (rV

r

)2

. (66)

ヴァインシュタイン半径 rV は条件 |fV rV | ' |4M−3gV φ′(rV )| によって定義される．ここ
から，

rV '
∣∣∣∣2fc gV

fV gc

∣∣∣∣2/3

r∗ . (67)

|f | と |g| がオーダー 1 の場合，上式 (67) は rV が r∗ と同じオーダーであることを示唆し
ている．これは解 (65) で特徴付けられる中間領域 r∗ < r < rV が存在しないことを意味す
る．更にマッチング半径 rV は完全に決定することができない．
解 (64) で特徴付けられる領域 r < rV を考えよう．すると実効重力定数 (26) の角括弧内
二項目は次のように近似して計算することができる．

ξ ≡
∣∣∣∣(F,φ

2F
− XG,X

F

)
r(F,φ − φ′β + φ′2G,X)

β

∣∣∣∣ ≈ |εGX | ≈
M6r4

M2
pl

. (68)

このモデルが宇宙の後期加速膨張と関係する場合，質量 M は M3 ≈ MplH
2
0 といった形で

今日のハッブルパラメータ H0 と関係する [20, 21]．この関係を用いると，ξ ≈ (r/H−1
0 )4 と

なる．これは太陽系スケールにおいては補正項が著しく抑制されることを意味する．式 (3)

及び (4) 中にある，関数 G に依存する項はそれぞれ (F/r2)εGX と (F/r2)εGφ のオーダーで
ある．領域 r < rV において，|εGφ| ≈ (r/H−1

0 )6 となるため，これは |εGX | と比べてもずっ
と小さくなる．すると G(φ,X)¤φ という項からくる重力ポテンシャルへの補正項は，太陽
系スケールにおいて強く抑制されるのである．
領域 r > rV においては，場の微分項 φ′(r) は r に関する減少関数となるため，補正項 ξ

は r = rV 付近で最大となる．rV ¿ H−1
0 である限り，ξ(rV ) ≈ (rV /H−1

0 )4 は 1 よりもずっ
と小さくなる．勿論，r∗(∼ rV ) が原点から著しく遠くにある場合，解 (64) に物質密度の変
化からくる補正項を加える必要がある．その場合も式 (64) に現れる小さな値を持った質量
項 M3 は，解 (65) や (66) の場合と同様に，領域 r > rV においても解に影響し，ξ は抑制
されるだろう．
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2.2.2 n > 1

n > 1 の場合について見ていこう．まず，原点まわりでの解の振る舞いを考える．解の正
則性の条件から φ′(r) ∝ rm (m ≥ 1) かつ r → 0 の極限で ρm → ρc となることを仮定する．
すると，方程式 (35) は次のようになる．

d

dr
(r2φ′) =

ρc

2M2
pl

r3φ′ − f,φ(φc)

2f(φc)
r2φ′2 , (69)

f が定数であるような理論において，方程式 (69) の解は φ′(r) ∝ eρcr2/(4M2
pl)/r2 で与えられ

る．よって，これは r = 0 で特異点を持つことになる．f が φ に依存する場合は，次のよ
うな解を得る．

φ′(r) ' −2f(φc)

f,φ(φc)

1

r
, (70)

こちらの場合もやはり r = 0 において特異点を持つ．よって，どちらの場合も原点における
解の正則性の条件を満たすことができない．上で議論した性質により，n > 1 かつ Q = 0 の
理論は有効ではないのである．
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3 具体的なモデルへの適用
この節では 2 節で得た結果を様々な具体的モデルに適用していく．

3.1 拡張ガリレオンモデル
まずは次の関数型で特徴付けられる理論について考えよう．

F (φ) = M2
ple

−2Qφ/Mpl , P (X) = εX , G(X) = λM1−4nXn , (71)

ここで ε = ±1，n は正の整数 (n ≥ 1)，そして λ は正でも負でもよい 1 のオーダーの定数
である．この場合，作用 (33) における関数 f(φ) と g(φ) は厳密に定数，すなわち f(φ) = ε

そして g(φ) = λ となる．
ミンコフスキー極限においてガリレオン対称性 ∂µφ → ∂µφ + bµ を回復する共変的ガリ
レオンモデルは n = 1 の場合に相当する [8, 9]．DGP モデルにおいては λM−3X¤φ とい
う自己相互作用項がブレーンベンディングモードから発生する．一般の n の場合，背景時
空における宇宙膨張はドバリ・ターナーモデルの場合と同様になる [20]．ε = −1，Q = 0，
そして λ > 0 の場合には φ̇ = constant となるド・シッターアトラクタが存在することが
分かっている．この解が今日の加速膨張に関係する場合，質量 M は今日のハッブル半径
rc = H−1

0 ≈ 1028 cm と，M ≈ (M1−2n
pl r2n

c )1/(1−4n) といった形で結びつく [20, 21]．
Q 6= 0 の場合を考えよう．方程式 (37) を用いると，式 (38) で定義されたヴァインシュタ
イン半径は次のようになる．

rV = (23−nn2|λ|)1/(4n−1) (|Q|Mplrg)
(2n−1)/(4n−1)

M
≈ (|Q|Mplrg)

(2n−1)/(4n−1)

M
. (72)

質量 M が (Q = 0 の場合と同様に) 近似的な関係式 M ≈ (M1−2n
pl r2n

c )1/(1−4n) を満たす場合，
rV ≈ (|Q|r2n−1

g r2n
c )1/(4n−1) となる．n = 1 の場合，この半径は rV ≈ (|Q|rgr

2
c )

1/3 という形に
落ちる．|Q| = O(1) において DGP モデルにおけるヴァインシュタイン半径 rV ≈ (rgr

2
c )

1/3

を取り戻し，太陽 (rg ≈ 105 cm) まわりでは rV ≈ 1020 cm となる．
式 (37) 及び (41) より，領域 r À rV と r∗ ¿ r ¿ rV における解は各々 φ′(r) '

QMplrg/(εr
2)，φ′(r) ' QMplrg/(εr

2
V )(r/rV )−1/(2n) で与えられる．n = 1 かつ λ > 0，更

に条件 |Qρcλ| À MplM
3 のもとで領域 r ¿ r∗ における解は，ε = +1 の場合は φ′(r) '

−[|Q|M3ρc/(6Mplλ)]1/2r に， ε = −1 の場合は φ′(r) ' [|Q|M3ρc/(6Mplλ)]1/2r のようにな
る (ただし，いずれも Q < 0 の場合)．

n = 1 の場合，式 (47) で与えられたマッチング半径 r∗ は次のように計算することがで
きる．

r∗
rg

'
(

6|Qλ|
ρcr4

V

rV

rg

M3
pl

M3

)1/3

. (73)

関係式M3 ≈ Mplr
−2
c が成り立つ場合，式 (73)は r∗/rg ≈ [2|Qλ|(rV /rg)(ρ0/ρc)(rc/rV )4]1/3の

ようになる．ここで，ρ0 ≈ 3M2
pl/r

2
c ≈ 10−29 g/cm3 は今日の宇宙の密度である．|Qλ| = O(1)

の場合，太陽 (ρc ≈ 102 g/cm3) まわりでは r∗ ≈ 105rg ≈ 1010 cm となり，これは太陽半径と
同程度である．式 (43) において与えられた rε は r∗ よりもずっと小さく，故に 2 節で導か
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れた解は信用に足る．r = r∗ まわりでは解 (46) に物質密度からくる補正項が加わるが，い
ずれにせよ r∗ が rε よりも小さくなることはない．

n > 1 の場合，領域 r ¿ r∗ と r∗ ¿ r ¿ rV における解のマッチングには B(rV ) > 0，す
なわち ε > 0 が必要となる．しかしながら，後期ド・シッター解 (φ̇ = constant) が存在する
ためには ε < 0 であることが要求され， これは原点まわりで適切な境界条件を満たす解が
存在しないことを意味する．ε が正のモデルは暗黒エネルギーとはおよそ無関係ではあるも
のの，不連続な振る舞いはしない．

n = 1 の場合， 領域 r∗ ¿ r ¿ rg における重力ポテンシャル (54) 及び (55) は次のよう
に与えられる．

Φ ' rg

2r

[
1 − 2Q2

ε

(
r

rV

)3/2
]

, Ψ ' − rg

2r

[
1 − 4Q2

ε

(
r

rV

)3/2
]

. (74)

|Q| . 1 である時，ポストニュートニアン・パラメータ γ への制限 (57) は r < 5 × 10−4 rV

において満たされることになる．M3 ≈ Mplr
−2
c という関係が成り立つ場合，この制限は太

陽まわりでは r < 1017 cm，地球まわりでは r < 1015 cm と計算できる．半径 r ¿ r∗ におい
て，Φ 及び Ψ への補正項は式 (74) で与えられたものより更に小さくなることに注意する．
よってこのモデルは太陽系実験と整合性を持つことができる．Q = 0の場合に関しては，2.2

節で重力ポテンシャルの補正項は n = 1 において 1 よりもずっと小さくなることを示した．
故に，このモデルは太陽系実験と整合性を持つことができる．n > 1 のモデルは，原点にお
いて φ′(r) が発散してしまうといった問題を孕んでいる．この問題は，ガリレオン重力理論
[8, 9] における L4 及び L5 の項から来る非線形な場の補正項があれば変わりうるだろう．

3.2 ディラトン・カップリングしたブランス・ディッケ理論
ブランス・ディッケ理論 [16] は次のような作用で特徴付けられる．

S =

∫
d4x

√
−g

[
1

2
χR − ωBD

2χ
(∇χ)2 + · · ·

]
, (75)

ここで χ は R と結合したスカラー場であり，ωBD は BD パラメータである．場 φ を χ =

M2
ple

−2Qφ/Mpl といった形で導入すると，作用 (75) は次のように書き直すことができる [?] ．

S =

∫
d4x

√
−g

[
1

2
F (φ)R + (1 − 6Q2)

F (φ)

M2
pl

X + · · ·

]
, (76)

ここで，
F (φ) = M2

ple
−2Qφ/Mpl , X = −1

2
(∇φ)2 , Q2 =

1

2(3 + 2ωBD)
. (77)

場 ϕを ϕ = 2Qφのように定義すると，作用 (76)の角括弧は L = M2
ple

−ϕ/Mpl [R−ωBD(∇ϕ)2]/2+

· · · のように表すことができる．これはディラトン重力 [17] は ωBD = −1 の場合に相当する
ことを意味している．ディラトン重力を動機として，場 φが X¤φとも F (φ) = M2

ple
−2Qφ/Mpl

という形でユニバーサル・カップリングしている理論を考えよう．

S =

∫
d4x

√
−g

[
1

2
F (φ)R + (1 − 6Q2)

F (φ)

M2
pl

X − λF (φ)

M3M2
pl

X¤φ

]
, (78)
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ここで λ は 1 のオーダーの定数である．最後の項は低エネルギー有効弦理論における α′ 補
正として現れる [22]．カップリング Q は Q2 6= 1/6 を満たし，1 のオーダーであると考え
る．作用 (78) は式 (33) において，f(φ) = (1− 6Q2)F (φ)/M2

pl，g(φ) = λF (φ)/M2
pl，そして

n = 1 と選んだ場合に対応している．場が原点において，|φ(0)| ¿ Mpl という境界条件を満
たす場合を考えよう．場の微分項 φ′(r) は小さいがために，条件 |φ(r)| ¿ Mpl は r > 0 に
おいて満たされることになる．式 (77) より，ディラトン重力 (ωBD = −1) は Q2 = 1/2 に相
当する．
式 (38) によって定義されるヴァインシュタイン半径は，次のように与えられる．

rV ≈
(

|4Qλ|
(1 − 6Q2)2

Mplrg

M3

)1/3

, (79)

ここで，F ≈ M2
pl 及び B ≈ 1− 6Q2 といった近似を用いた．モデル (78) が後期加速膨張と

関係する場合，φ̇ = constant 及び M3 ≈ Mplr
−2
c で特徴付けられるド・シッター解が存在す

ることを示すことができる．|Q| と |λ| が 1 のオーダーであれば，ヴァインシュタイン半径
(79) は rV ≈ (rgr

2
c )

1/3 のように計算することができる．
条件 |Qρcλ| À MplM

3(1 − 6Q2)2 のもと，領域 r ¿ r∗ における解は Q2 < 1/6 の場合
φ′(r) ' −[|Q|M3ρc/(6Mplλ)]1/2r，Q2 > 1/6 の場合 φ′(r) ' [|Q|M3ρc/(6Mplλ)]1/2r で与え
られる．式 (47) で与えられるマッチング半径 r∗ は，次のように計算される．

r∗
rg

≈

[
2|Qλ|

(1 − 6Q2)2

rV

rg

ρ0

ρc

(
rc

rV

)4
]1/3

, (80)

ここで関係式 M3 ≈ Mplr
−2
c ，及び ρ0 ≈ 3M2

pl/r
2
c を用いた．|Qλ| = O(1) とすると，r∗ は式

(73) の場合と同じオーダーになり，2 節で導かれた場の方程式の解はやはり信頼に足ること
になる．
方程式 (54) と (55) より，領域 r∗ ¿ r ¿ rV において重力ポテンシャルは次のように計
算することができる．

Φ ' rg

2r

[
1 − 2Q2

1 − 6Q2

(
r

rV

)3/2
]

, Ψ ' − rg

2r

[
1 − 4Q2

1 − 6Q2

(
r

rV

)3/2
]

. (81)

観測的な制限 (57) は次のように翻訳され，(
r

rV

)3/2

< 2.3 × 10−5 |1 − 6Q2|
2Q2

. (82)

例えばディラトン重力 (Q2 = 1/2) の場合，この制限は太陽まわりにおいて r < 10−3rV ≈
1017 cm のようになる．この上限値は太陽系実験の半径よりもずっと大きくなる．

4 まとめ
私は作用 (1) で記述されるような二次のスカラーテンソル理論におけるヴァインシュタイ
ン機構について研究した．順圧完全流体が存在する球対称背景時空のもと，完全な運動方程
式を導いた．式 (8) によって定義された微小パラメータ εi を導入し，弱い重力場近似のも
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と支配的な寄与を抜き出すことで，スカラー場 φ 及び重力ポテンシャル Ψ の閉じた方程式
を導出した．1 節で用いた近似は |εi| ¿ 1 の条件下で有効であり，この条件は太陽系実験と
の整合性のために要請される．
ヴァインシュタイン機構が働く一般的な理論は，非最小結合 F (φ) = M2

ple
−2Qφ/Mpl を持つ

作用 (33) によって記述される．この作用は拡張ガリレオンモデルやディラトン重力，及び
非線形な場の相互作用を持つブランス・ディッケ理論といった幅広い修正重力理論を内包す
る．そのような理論において，我々はヴァインシュタイン半径 rV の一般的な表式 (38) を導
いた．

Q 6= 0 の場合，領域 r À rV における場の方程式の解は式 (37)で与えられ，これは重力ポ
テンシャルに大幅な修正を加える．領域 r∗ ¿ r ¿ rV において解は式 (41) のように変化し，
故に重力の修正は |Q| = O(1) の場合においても抑制されることとなる．この領域において
我々は重力ポテンシャルの解析的な解を導き，ポストニュートニアン・パラメータ γ の観測
的な制限は条件 (57) のもとで満たされることを示した．領域 r ¿ r∗ においては，Q 6= 0 で
の場の方程式の解が φ′(r) ∝ r で与えられ，球対称中心における解の正則条件 φ′(0) = 0 が
満たされる．

Q = 0 かつ n = 1 の場合，そのモデルが後期加速膨張と関係するならば，重力ポテンシャ
ルへの補正は太陽系スケールにおいて極度に小さくなることが分かった．Q = 0 かつ n > 1

の場合，原点まわりでの解は安定ではなく，故にこの理論は有用なものとして扱うことはで
きない．
我々は，導いた一般的な結果を拡張ガリレオン理論やディラトン・カップリングしたブラン
ス・ディッケ理論に適用した．Q 6= 0 かつ n = 1 となるような理論では，領域 r∗ ¿ r ¿ rV

において (r/rV )3/2 程度のオーダーの修正がニュートン重力ポテンシャルに加わるが，太陽系
スケールでは局所重力実験からの制限は満たされることが分かる．また，Q = 0 かつ n = 1

の場合，重力ポテンシャルへの補正は更に小さくなる．Q 6= 0 かつ n > 1 である拡張ガリレ
オン理論においては，このモデルが後期加速膨張と関連する場合，r = r∗ におけるマッチン
グに問題が生じることを示した．
このヴァインシュタイン機構が，G5 及び X に依存した G4 が存在する Horndeski の最も
一般的なスカラーテンソル理論において，どのように働くのかを考えることは非常に興味深
い．現在の観測的，実験的な制限を満たす有用な暗黒エネルギーモデルを構築することもま
た面白い研究になるだろう．特に，ニュートン定数の変化に対する制限 (|Ġ/G| < 0.02H0，
ここで H0 は今日のハッブルパラメータ) はそのようなモデルに厳しい制限を課すと考えら
れる [23]．我々はこれらを今後の課題としていく．
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