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場の量子論を用いた非平衡統計力学について解説する。具体的に扱う系は二体相互作用する

BosejFermi粒子系で、松原グリーン関数とその Dyson方程式に関する知識を仮定する。まず、

Keldyshグリーン関数を用いた非平衡摂動展開とそのFeynman則について簡潔に説明する。次に、

Keldyshグリーン関数のDyson方程式を出発点とし、 Wigner表示を用いて量子輸送方程式を導出

する。この量子輸送方程式は、スペクトル関数Aと分布関数ゅについての閉じた方程式をなして

おり、量子非平衡系における確率分布の時間発展を追跡することができる。また、希薄高温極限で

Boltzmann方程式になり、ゆを BosejFermi分布関数で置き換えると平衡状態の遅延/先進グリー

ン関数に対する Dyson方程式に帰着する。つまり、非平衡状態の時間発展を決める方程式が、平

衡統計力学を内包する形で得られたことになる。さらに、ゅについての方程式からは、非平衡状態

のエントロビー密度に対する連続の方程式も導くことができる。これは、 BoltzmannがH定理を

証明する際に用いた手法を、量子効果と高次散乱を取り込むように一般化したことになっている。

熱力学や平衡統計力学では、「エントロビー増大員IjJを非平衡な「経路」で直接確認できず、平衡

状態の「経路」で迂回してその変化を追認できるのみである。対照的に、ここでは非平衡状態に

おけるエントロビーの微視的表式が平衡統計力学と矛盾なく得られ、その時々刻々の変化を追跡

できるようになった。その他の話題として、荷電系における量子輸送方程式、多体相関の計算法、

動的保存則、および、輸送方程式と流体力学の関連についても解説する。

1 はじめに

Boltzmannは、 1872年、後に彼の名を冠することになる輸送方程式を提出し、さらに、この方

程式を用いて、エントロビー増大則に微視的な基礎を与える H定理を証明した [1]。この方程式

は、統計力学建設の突破口を与えたのみならず、非平衡系における確率分布の時間発展を直接追

うことができる点できわめて独創的かつユニークで、現代においてもその有用性は失われていな

い。しかし、その後の統計力学発展の本流は、 Boltzmannの原理 (1877年)[2]とGibbsによる精

密な定式化(1902年)[3]に基づく静的な平衡統計力学に移ったように思える。実際、揺らぎゃ相
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転移におけるその後の大きな展開に較べ、非平衡統計力学の発展ははるかに地味であり、「非平衡

統計力学は未確立である」と一般に思われているようである。本稿では、「輸送方程式で非平衡系

がどこまで記述可能か」という問題意識の下に、輸送方程式論の最近の発展について解説する。

B61tzmann方程式などの輸送方程式を線型応答理論 [4]と較べるとき、その明らかな利点とし

て、非平衡系における確率分布の時間発展を記述できることが挙げられる。線型応答理論では、微

小な外場(=平衡状態からのずれの原因)に対する大域的平衡状態の応答を計算する。従って、外

場の大きさそのものを決めることは不可能であり、この目的のためには、線型応答理論で計算さ

れた輸送係数(例:粘性係数)を持つような非線形方程式(例:N avier-Stokes方程式)を外から持ち

とむ必要がある。一方、 Boltzmann方程式は、衝突項の存在により、確率分布関数fに関する非

線型方程式となっており、初期値と境界条件を与えれば原理的に fの時開発展を記述できる。こ

のことは、熱伝導系などの典型的な非平衡系についてもあてはまる。

1970年代以降に盛んになった非平衡パターン形成の研究 [5]との関連についても言及しておく。

この手法の本質は、 Navier-Stokes方程式など保存則に関連した非線形な決定論的方程式を数値的・

解析的に解くことにあり、統計力学の本質である確率概念がその時開発展過程において欠知してい

る。一方、 Boltzmann方程式は確率分布fの時間発展方程式であり、 fを求めることにより揺ら

ぎなどの高次相関も原理的に計算可能なのである(以下の第6章参照)。このことに関連して、希

薄古典気体に関する連続の方程式や Navier-Stokes方程式および熱伝導方程式は、 Boltzmann方

程式から、局所平衡からの 1次のずれまでを考慮する近似で導出できることを指摘しておく(以下

の第8章参照)。つまり、 Boltzmann方程式という確率分布fの発展方程式は、 Navier-Stokes方

程式などの非線形な決定論的方程式も内包しており、後者を越えた非平衡系の微視的・統計力学

的な記述を可能にする。例えば、流体力学は統計力学と独立した一分野と一般に思われているが、

Boltzmann方程式を用いることで、流体中の揺らぎ、などを理論的・統計力学的に考察することも

できる。

しかし、 Boltzmann方程式は希薄高温極限という限られた適用範囲でのみ成り立つ方程式であ

り、 Boltzmannによるその導出 [1]も物理的直観に依存する所が多い。この Boltzmann方程式を

量子効果や多体散乱を取り込むように一般化し微視的に確固と基礎づけることで、非平衡系の理

論的記述に大きな進展がもたらされると期待してもよいであろう。

この方向における一つの突破口を切り開いたのが、 1962年のKadanoffとBaymの研究 [6]であ

ると筆者は考える。彼らは、輸送方程式の研究に、グリーン関数Gを用いる場の量子論的手法を持

ち込んだ。松原[7]により統計力学への応用が始められた場の量子論は、摂動展開の系統的な実行と

その一般的構造の深い理解を可能にし、蓄積された豊富な研究成果をもっ[針。 KadanoffとBaym

は、この手法を用いて、おおよそ下記の手順により Bose/Fermi分布関数に対する Boltzmann方

程式を微視的に導出した(詳細は以下の第3章を参照)0 (i)左Dyson方程式G-1G= 1と右Dyson

方程式GG-1= 1をWigner表示に変換する (Gはグリーン関数の行列表現、 lは単位行列);(ii) 

重心座標について l次の勾配展開を行う;(iii)右Dyson方程式を左Dyson方程式から差し引く

(G-1G -GG-1 = 0); (iv)準粒子近似を採用して Wigner変換の際に現れる変数一つを積分によ
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り消去する。

しかし、彼らの導出法は、虚時間を変数とする平衡松原グリーン関数を実時間へ解析接続する

もので、「非平衡系の発展方程式を得る」という観点からはいささか冗長で難解である。また、左

Dyson方程式と右Dyson方程式という全く等価な二つの方程式を差し引き、かつ変数を一つ消去

するという手続きに関しても、近似の構造が不明確であるという不満が残る。一体この手続きで失

われた情報は何であろうか?また、得られた方程式は閉じた方程式なのであろうか?しかし、輸

送方程式の導出にグリーン関数Gを用いる着想はすばらしい。古典Boltzmann方程式の微視的導

出としては、 Liouville方程式に基づく Bogoliubovのものが有名であり [9，10ト量子系への拡張も

Bogoliubov， LandauぅVlasov，Silinなどのロシア学派により既に始められていた [10]0Kadanoff 

とBaymの功績は、グリーン関数Gを用いることで、より系統的かつ明瞭な導出を行ったことに

あると筆者は考える。一般に、量子統計は、準位の離散化や同種粒子の同等性が自然に導入される

という点で古典統計よりも論理が明快で、かつ、古典統計を高温極限として含む。また、グリーン

関数を用いることで、厳密な議論や系統的な近似が可能になる。後に Baymは、 Kadanoff-Baym 

の研究を拡張し、保存則を自動的に満たす近似法(いわゆる争微分近似もしくは保存近似)を開発

しているが [11卜このようなことも、グリーン関数を使ってこそ可能であったと思われる。ちな

みに、物性論のコミュニティで広く知られた(しかし必ずしもよく理解されているとは限らない)

このKadanoff-Baymによる量子輸送方程式の導出は、その難解さにも原因があるのであろラが、

古典Boltzmann方程式の教科書ではほとんど言及されていないように思われる [12]0

さて、上に述べた Kadanoff-Baym理論の第一の欠点は、 1964年に Keldyshにより取り除かれ

た[13]。彼は、 2行2列の行列グリーン関数、すなわち Keldyshグリーン関数を用いた実時間摂動

展開法を開発した。また、対応する Dyson方程式に Keldysh変換を施してその構造を明確にし、

さらに、その一成分から上記 (i)ベiv)の手続きにより荷電系のBoltzmann方程式を導出している。
この摂動展開理論は非平衡系の動的記述に大きな可能性を開くものであったと筆者は考える。し

かし、この手法は現在でもその真価に値するほど充分には普及していない。最近では量子ドット系

や接合系に良く用いられているが、バルクの非平衡系への適用例は、松原グリーン関数を用いた平

衡状態の研究に較べはるかに少ない。この理由としては、摂動展開の具体的な計算法やFeynman

則を明快に解説した教科書・レビュー記事があまり無いことが影響しているかもしれない。例え

ば比較的初期の 1976年に Langrethが書いたレビュー記事 [14]では、非平衡摂動展開のFeynman

則について、ただ一言“useyour own rules; they will wor k here出 well!"としか述べていない。

その後最近までいくつかのレビュー記事や教科書が出ている [15ぅ16，17]0しかし、そこでも、摂

動展開の経路(いわゆる Keldysh経路)や Keldyshグリーン関数および、 Dyson方程式に関する記

述に較べ、 Feynman則など摂動展開の実用ツールに関する説明は見劣りする。

KadanoιBaym理論の第二の欠点すなわち近似の構造を明確にすることは、近年、 Ivanovら[18]

により、二体接触相互作用の場合について行われた。左Dyson方程式と右Dyson方程式は本来等

価であるが、 Wigner表示に移って勾配展開を実行すると見かけ上異なる表現を持つ。そして、こ

のことがG-1G-GG-1 = 0による輸送方程式導出を可能にした。つまり、勾配展開を有限項で打
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ち切った場合には、初期の等価性が必ずしも保障されないことになる。これは深刻な問題を含んで

いる。すなわち、系の時間発展は、本来、左Dyson方程式もしくは右DySOll方程式のいずれを用

いても同じであるが、 1次の勾配展開を行うと、どちらを使うかで時間発展が異なってくる可能性

があるのである。 Ivanovらは、 Kadano耳目Baymによる上記の手続き (iii)に関連し、 1次の勾配展

開の範囲内で左Dyson方程式と右Dyson方程式が等価になるような近似法 (Botermans-Malfliet 

近似 [19])を持ち込んだ。そして、 (iv)の積分による変数消去の手続きを行わずに、量子効果を残

した輸送方程式を導出した。この輸送方程式は、スペクトル関数Aと分布関数ゅについての閉じ

た方程式系をなしており、希薄高温極限で Boltzmann方程式になり、また、ゆを BosejFermi分

布関数で置き換えると平衡状態の遅延/先進グリーン関数に対する Dyson方程式に帰着する。こ

れにより、 Kadanoff-Baymによる手続き (iv)が、状態密度に関連する Aの自由度を消去すること

に等しいことも明らかになった。 Botermans幽Malfliet近似はもうひとつの大きな御利益をもたら

す。 Ivanovらは [18トこのようにして得られた分布関数ゅについての方程式から、 Boltzmannが

H定理を証明したのと同様の手続きを経て [12ト非平衡系におけるエシトロビーの表式とその時

間発展方程式を導出した。

しかし、 Ivanovらの輸送方程式は衝突積分に「記憶効果」と呼ばれる時空微分項を含んでおり、

そこから得られたエントロビーの表式は筆者が得た熱平衡状態におけるエントロビーの厳密な表

現 [20]と矛盾する。このことは、彼らの動力学を孤立系という典型例に適用した場合、真の熱平

衡状態に漸近して行かないことを意味する。そこで、筆者はIvanovらの考察を一般の二体相互作

用に拡張し、詳細な検討を加えた [21]。そして、衝突積分の「記憶効果」項を取り除くことで、エ

ントロビーの微視的表式が平衡統計力学と矛盾のない形で得られることを示した。また、非平衡

系における二体相関の計算法と保存則についても詳細な考察を行った。

これらの研究により、平衡状態と非平衡状態に対する場の量子論を用いた理論的枠組みの関連

と違いが明快になった。平衡状態では、 Luttinger-Wardによる熱力学関数の表現からも明らかな

ように [22卜すべての熱力学量や一粒子期待値および多体相関が原理的に松原グリーン関数を用い

て表現できる。一方、その松原グリーン関数は、 Lehmann表示によりスペクトル関数Aのみの汎

関数として表される[針。つまり、多粒子系の平衡統計力学の課題は、スペクトル関数A(白状態

密度)を決めることにあり、粒子の分布そのものはBosejFermi分布に従う。例えば、近藤効果の

本質は、多体相関により低温でFermi準位近傍に発達する状態密度のピーク(近藤共鳴ピーク)を

いかに記述するかにあった [23]0一方、非平衡状態においては、スペクトル関数Aだけではなく、

分布関数ゆも自己無撞着に決めなければならない。対応するゆについての方程式は、非平衡状態

におけるエントロビーの流れの式も内包し、平衡状態において BosejFermi分布関数に帰着する。

統計力学を熱力学に矛盾の無いように構成することで、我々は、熱力学では不可能な状態方程式

や輸送係数等の微視的計算法を獲得した。これと同様に、非平衡統計力学を平衡統計力学を内包

するように構成することで、非平衡系の微視的扱いが可能になると期待してもよいであろう。新た

に得られたAとゆについての方程式は、平衡統計力学と矛盾の無いように拡張されており、非平

衡系における確率分布の時開発展を記述できる閉じた方程式系をなしている。また、そこからは
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非平衡エントロビーの微視的表現も得られる。エントロビーは、エネルギーや体積および粒子数

などの力学変数とは異なり、熱力学と統計力学を特徴づける唯一の本質的な変数である [24]0r孤

立系のエントロビーは増大する」とよく言われる。しかし、熱力学や平衡統計力学では、時々刻々

変化する非平衡状態のエントロビーを計算できず、局所平衡系を仮定してそれらを連結させるこ

とで近似的に見積もることができるのみである。また、非平衡熱力学でも、エントロビーを現象

論的に導入せざるを得ない [25]。上記の研究により、非平衡系におけるエントロビーの微視的表現

が得られ、また、それがどのような組視化の下で定義できるかを明らかにできたと考えている。

本稿では、上記の研究成果を、理論系の修士課程大学院生を念頭において初歩から解説する。具

体的に考察するのはこ体相互作用する BosejFermi粒子系である。前提とする知識は、松原グリー

ン関数を用いた平衡状態の摂動展開と Dyson方程式であるが、その要点は Appendixにまとめて

おく。非平衡摂動展開は、平衡状態の摂動展開に習熟していれば、ほんの少しの努力で理解可能

であると筆者は考える。まず、第 2章で、 Keldyshグリーン関数を用いた非平衡摂動展開とその

Feynm組員fjについて簡潔に説明を行う。第3章では、 Keldyshグリーン関数の Dyson方程式を出

発点として量子輸送方程式を導出し、さらにエントロビーの流れの式を導く。 H定理と平衡状態

への漸近についても言及する。第4章では、導出した量子輸送方程式をさらに簡略化するための二

つの近似法、すなわち準粒子近似と準古典近似について説明する。量子輸送方程式と Boltzmann

方程式との関連もここで明らかになる。以上で本稿は一区切りをなし、第5章からは個別に関連

する話題を扱う。第5章では、電磁場中の荷電粒子系を考察し、ゲージ不変な量子輸送方程式の

導出を行う。第6章では二体相関の計算法を議論する。第7章「φ微分近似と保存則」では、動的

現象を扱う際に重要となる様々な保存則を、 Baymの争微分近似に基づいて考察する。第8章で

は、量子輸送方程式と流体力学との関連について、希薄古典気体を例にとって説明する。第9章

はまとめと今後の展望および課題について言及する。

Appendixでは、初学者を念頭において場の量子論の基本的事項について解説した。まず、 Ap-

pendix Aでは、「多粒子系に対する第一量子化法と等価な記述法」としての第二量子化法について

説明する。 AppendixBでは、統計力学で重要となる密度行列の概念を導入し、平衡状態に対して

その具体形を求め、さらに第二量子化での表現を与える。 AppendixCでは、 Bloch-deDomimicis 

の定理の証明を与える。この証明により、定理の成立には大正準集団との仮定は不要であること

が明らかになる。 AppendixDとFでは、松原グリーン関数を用いた熱平衡状態の摂動論を解説し

た。 AppendixDは熱力学ポテンシャルに対する摂動展開とその Feynman則を扱う。 AppendixE 

では、松原グリーン関数に対する摂動展開を考察し、その一般的性質を明らかにする。 AppendixF 

では、繰り込まれた摂動展開(あるいは自己無撞着摂動展開)を扱う。具体的には、 Luttinger-Ward 

による熱力学関数の表現 [22]を導出し、系の熱力学ポテンシャルが、松原グリーン関数の汎関数と

して書き下せることを示す。最後に、 AppendixGでは、 Luttinger-Wardの汎関数を用いて、熱

平衡状態におけるエントロビーの表式を導出する。

本稿を読んだ読者に、一般には未だ充分に認識されているとは言い難い「量子輸送方程式を用

いた非平衡統計力学」の大きな可能性を感じ取っていただければ幸いである。
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2 非平衡摂動展開

この章では非平衡摂動展開の基礎的事項について説明する。特に、 Feynman則や Dyson方程式

について、松原グリーン関数を用いる平衡系の場合と比較しながら解説する。

2.1 Sch凶dinger表示と Heisenberg表示

通常、 Schr凸dinger表示と Heisenberg表示は、時間依存のないハミルトニアンを使って議論さ

れる [8]。しかし、本稿で考察するのは時間発展のある系である。そこで、まず、ハミルトニアン

も時間変化するような場合について、 Schrるdinger表示と Heisenberg表示をきちんと定義してお

くことにする。

ハミルトニアンえ(t)で記述される系を考える。第二量子化の表示を採用すると、そのSchr凸dil1ger

方程式は次のようになる。
dl宙(t))
九 dt -冗(t)1世(t))・ 、、•• 

，ノ

噌

Eム
/
'
t
、

第二量子化について不慣れな読者は、 Appel1dixA、特に (223)式を参照されたい。この方程式は

次の形式解を持つ。

|宙(t))= U(tぅto)I世(to)). 

ただし、 toは初期時刻であり、また、 U(t，to)は次式で定義されている。

f竺 I ~ ¥n rt rtl rtn-l 
U(tぅto)三 1+) : (ーム)1 dt1 1 dt2・・ .1 d弘行(t1)冗(t2)・・・冗(tn)

会~ ¥ n) Jto --~ Jto --，<， Jto 

=T叶ば角(t1)心1]. (ゐ)

最後の表式に現れるTは、置換対称性を考慮して左から時間の大きい順に場の演算子を並べ変えるい

わゆるT演算子である [8]。このUが実際にHeisenbergの運動方程式仇必イ(tぅto)/dt==冗(t)U(tJo) 

を満たすことは、 (3a)式の第一番目の表式を微分することで簡単に示せる。一方、 U(tぅto)のエル

ミート共役演算子をut(t， to)と表すと、その具体的表式は次のようになる。

(2) 

。↑ (t， to) 三 1+ 子l l i l t d t l j l d t 2 jft 一1 d仰 ( 九ω) 吋的附(付仇t匂帆2
乞白~¥川n)Jto --~ Jんto--0<， Jt。

=~p[-jjtoえ(t1)吋 附
ここでTαは、右から時間の大きい順に場の演算子を並べ変える操作を行う。 I討がHeisel1bergの

運動方程式-indUt(t，to)/dt ==μ↑(tぅto)冗(t)を満たすことは、第一番目の表式を微分すれば納得
できる。 MとM↑は以下の性質を持つ。

。(toぅto)= Ut ( to， tO) = 1， 
[((t， t1)[((t1， tO) == U(tヲto)，

ut (t， tO)U ( tぅto)== 1. 

(4a) 

(4b) 

(4c) 
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』

F

一4 うt
ー-

図 1:演算子の期待値の評価に現れる経路

(4b)式が成立することは、両辺が t= tlで同じ値を持ち、かっ、 tについての同じ一階微分方

程式を満たすことから分かる。一方、 (4c)式は、等式が t= toで成立し、かつ、両辺の t微分

が共に 0となることから明らかである。 (4c)式より Ut(tぅto)= [U(tぅtO)]-lがわかる。従って、

U(t， to)l針。ぅto)= 1も成立することになる。

(2)式で初期時刻を to=一∞と選ぶと、演算子Cの|宙(t))についての期待値O(t)が、 Mを用

いて以下のように表せる。

O(t) = (宙(t)IOI宙(t))= (雷(-∞)IOH(t)1宙(-∞))ぅ

。H(t)== ut(tぅ一∞)6U(t，一∞).

(5) 

(6) 

(5)式の最後の表式を右から左に見ていくと、次のように解釈できる。まず、-∞から tまで波動

関数をUで時間発展させ、演算子。を作用させた後、 tからー∞までut= U-1で(逆)時開発展

させ、 t=一∞での波動関数との内積を取る。この時開発展の経路は図 1のようにあらわすこと

ができる。ここで、行きと帰りの経路がそれぞれ時間軸の上下にあるのは、両者を明確に区別す

るという便宜上の理由からであり、実際の変化は実の時間軸上で行われることに注意しておく。

2.2 相互作用表示と Keldysh経路

ハミルトニアンが冗(t)=冗o(t)+げ(t)と二つの部分に分割できる場合を考える。そして、冗o(t) 

に対応する時間発展演算子を

Uo(t， to)三Hj??l-LIltdh i1dh i -1d九州1)九(t2) . . . ilo ( tn ) ， 守、
~ ¥ nJ J to J to J to 

で導入する。 Q。は運動方程式仇dUo(t，to)/dt =えo(t)Uo(tパ0)を満たす。次に、 QJとQを用いて、

演算子Sを次式で定義する。

ぷ(t，to)三 UJ(t，to)U(t， to)・ (8) 

この両辺に i1id/dtを作用させ、。;とβの運動方程式および、Uo(t，to)必(t，to) = 1を用いると、ぷ
が次の微分方程式を満たすことを確認できる。

dS(tぅto)
九一一一一=制(t)S(t，to). 
dt 

ここで、冗i(t)はげ(t)の相互作用表示を意味し、具体的に次式で定義されている。

えi(t)三 OJ(tjo)?ど(t)Uo(t，to)・

(9) 

、、.a
，，，
nu 

噌

E
よ〆，a
，、、
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C 

t 

図 2:Keldysh経路

(9)式は次の形式解を持つ。

S(t， to) 三 1+ ず(_~Y rt dt占tll1d向tち2...I一1d
た訂~ ¥ 昆引) }んto--~ }んんt句o --.. }ん句

υ。と Sが (4)式のMと同じ性質を持つことは明らかである。
(8)式と Z計(t，tO) = U-1(t， tO)より、 U(tぅto)= UO(t，to)5(t， tO)がわかる。この式を (5)式に代
入し、ぷ↑(t2ぅtI)ぷ(t2ぅtl)= 1と(宙(一∞)1宙(-∞))= 1を用いると、。(t)が次のように書き換えら
れる。

。(t)= (申(-∞)1♂(tぅ一∞)01(t)S(tぅ一∞)1曽(-∞))
(世(-∞)15↑(∞，一∞)ぷ(∞ぅt)OI(t)5(t，一∞)同(-∞))
(宙(-∞)1♂(∞ぅ一∞)S(∞ぅ一∞)1宙(一∞))

(宙(一∞)IS↑(t，一∞)6I(t)St(∞，t)S(∞ぅ一∞)1世(-∞))
ゆ(-∞)1♂(∞，一∞)S(∞，一∞)同(-∞))

ここで、 OI(t)== UJ(tぅ一∞)OUo(tぅ一∞)である。第 2番目と 3番目の表式における時間発展は、
共に、 t=-∞から∞に行って戻ってくる図2の経路 C(Keldysh経路)上で行われている。そ

して、 Cを作用させる時刻tは、第2番目の式では往路にあるのに対し、 3番目の式では復路にあ

る。しかし、どちらの表式を使っても同じ結果が得られる。従って、 O(t)は次のようにも書ける。

(宙(-∞)ITcScOI(t)1宙(一∞))O(t) = 
(宙(-∞)1 TcSc 1宙(-∞))

(12) 

ただし、 Tc、置換対称性を考慮して右から経路C上の行程順に場の演算子を並べ替える演算子で
あり、。I(t)の時刻 tは往路と復路のどちらにあってもよく、また、 Scは次式で定義されている。

5c三 TcexpI-~ I角i(tc)dtCI. (13) 
L IL JC J 

このようにして、平衡状態の松原グリーン関数を用いた摂動展開法 (AppendixD参照)で、積分

経路を虚時間上の区間 [0，-i1isl (s == 1jkBT; Tは温度)から実時間上の往復経路Cに変えること
により、実時間摂動展開法が得られることが分かった。

2.3 ハミルトニアン

to =一∞において相互作用のない同種BosejFermi粒子の集団を考える。そして、 t>一∞に
おいて外場 Uを印加すると共に相互作用を断熱的に加え、系を力学的に時間発展させる。時刻 t

-8-
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におけるハミルトニアンは次式で与えられる。

行(t)=冗O(t)十冗intα(t). (14) 

ここで、冗oは外場 Uを含む相互作用のないハミルトニアン、行intは二体の粒子間相互作用、ま

た、 α(t)は断熱因子であり、例えば階段関数B(t)を用いて α(t)言。(-t)eo+t+B(t)で与えられる。
スピンの自由度は当面無視する。冗oおよび1tintの具体形は、場の演算子ψ(r)を用いる第二量子

化法で次のように表せる。

ぇ。=/ ~ t (r) I ~~ + u (吋)一μI~(r) d3rぅ
I l"L.m I 

ht=ifd吋向が川
(15a) 

(15b) 

ただし、 b、m、μは、それぞれ運動量演算子、粒子の質量、および化学ポテンシャルである。ま

た、 V(rl-r~) は相互作用ポテンシャルで、 Irl-r~1 のみに依存し次のように Fourier 変換できる

ものとする。

V(r)=ffL九eip.r/九
J (2πn)3 . 1-' (16) 

2.4 密度行列と演算子の期待値

系はto=一∞において大正準集団で表される温度Tの熱平衡状態にあったとする。その密度行

列。。は、え。(一∞)の固有値Evと固有ベクトル|曽v(一∞))を用いて次のように表せる。

。0=Z-l 2二e-Ev/kBTI'l1v(_∞))('l1v(-∞) Iぅ Z三 L:e-Eν(kBT (17) 
ν ν 

この表現に不慣れな方はAppendixBの(251)式を参照されたい。ただし、ここでのハミルトニア

ン(14)は最初から大正準集団を扱っていることに注意しておく。

時刻t>ー∞における演算子Oの期待値O(t)は、 (12)式を初期の確率分布で平均することに

より、次のように表せる。
4
L
-
J
一《円刈

《
丹
、

u

一れ

F

V

一/
r
¥

T一
一一

4
'
U
 H
 

A

。一
一4'む

。
(18) 

ただし、(・・・)は。。での期待値を意味する。初期状態が相互作用のない大正準集団であることか

ら、この期待値の計算には Bloch-deDominicisの定理 [26)が適用できる (Bloch-deDominicisの

定理については AppendixC参照)。従って、1tintの効果が (18)式の第二の表式を用いて摂動論的

に評価でき、 O}(t)とつながった Feynman図形のみが期待値に寄与することになる。

本筋からは逸れるが、ここで次のことを指摘しておくのも有益であろう。 Bloch-deDominicis 

の定理は、元来、相互作用のない大正準集団の期待値について証明された [26]0しかし、この前提

条件は緩和させることができる(詳しくは AppendixC参照)。このことを見るために、冗o(一∞)
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を対角化する表示角。(-∞)= 2:k ckelek (ふはμから測ったー粒子固有エネルギー)を用いて、。。

を次のように書き換える。

L Ink)p~k (nkl 
Þo=II~ 

山
w一川

(19) 

nk 

ここに、 Pk= e-f.k/kBTは、量子数kで指定される一粒子状態に一個の粒子が存在する相対確率で

ある。次の恒等式が証明できる。

会|川1=名目|0)f(OlP=PE与10)pn(01♂+1_会|めpn(η|己
この恒等式とそのエルミート共役な式を用いると、 (19)式の密度行列に対して

CkPO = PkρOCk， 
t ̂  1 ̂  ̂t 
C;"ρ0= -ρOC;"ぅ
山 Pk 山

(20) 

が成り立つことを示せる。これらのp手e-Ck/kBTについても成立する恒等式を用いると、 Pkが正

値である任意の向に関して Bloch-deDominicisの定理を証明できる [26]。従って、この定式化に

おいては、相互作用のない一般の非平衡初期分布から系を発展させることが可能である。

t>一∞に生じるこ体相互作用による粒子問の散乱は、外場のない孤立系においては、ほとん

どすべての初期分布について、平均衝突時間程度の時間が経った後に熱平衡状態をもたらすと期

侍される。このことは、 OrbanとBellemans[27]による古典的な分子動力学シミュレーションの

結果からも明らかであり、また実際にも、原子気体を用いた Bose-Einstein凝縮の実験における蒸

発冷却の過程など [28卜広範囲に用いられている。そして、 Boltzmannの観点では、多粒子系の

純力学的な時開発展において「圧倒的多数の初期状態が系に熱平衡分布をもたらすJというこの

事実こそが、時間の非可逆性の起源に他ならない [29]。また、この多粒子系における「圧倒的多数

の初期状態が巨視的に同じ時間発展をするJという事実は、孤立系の場合だけではなく、系が熱

浴と相互作用する場合にも成り立つであろう。

以下ではグリーン関数を用いた力学的な非平衡統計力学の定式化を行ってゆくが、そこでは、初

期条件の与えられた単一の力学系ではなく、分布関数と期待値を扱うことになる。そして、この分

布関数と期待値は、初期状態に関して平均操作を行った結果を表す、言い換えると、上記の圧倒

的多数の初期状態に関するものである、と理解するのが妥当であると筆者は考える。従って、こ

の定式化においては、系を純力学的に時間発展させるにも関わらず、必然的に「時間の矢」すな

わち「非可逆性」が現れる。また、温度の概念は定式化に不要で、それは、系が熱平衡状態に至っ

たときの分布関数の特徴として現れてくるのみである。

ハU
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2.5 グリーン関数と Dyson方程式

以上の準備のもとに、 (14)式の行Intα(t)三冗'(t)を摂動として系の時間発展を追う。そして、

(18)式を評価するために次のグリーン関数を導入する。

G(内乍一すj(吟ωd山似H以H(lC

ここで、 1C 三 rltfの上っき添え字 Cは、演算子山(lC) 三 ut(tf，-∞)ψ(rl)O(tf，一∞)と

仇(1C)三 OJ(tf，一∞)仏(rl)uo(tf，-∞)の必(rl)が往路と復路のいずれにあるかを区別する必

要から生じた。また、最後の式における下っき添え字cは、外線とつながったFeynman図形のみ

からの寄与を意味する。以下では仇と引の添え字Iを省略する。

C上の摂動展開は平衡状態の場合と同様に実行でき、ただ経路を松原形式の [0ぅ-ins]から Cに

変化させれば良いだけである。従って、このグリーン関数は次のDyson方程式を満たす。

モ九三-ajoう似
ただし、

針。)三手+U(l)一μ (お)
- Lm  

は(15a)式に現れる一体のハミルトニアンを表し、また、 2は自己エネルギーである。平衡状態の

摂動展開と Dyson方程式については AppendixDから Fを参照されたい。

2.6 Keldyshグリーン関数

次に、 C上で定義されたグリーン関数を、通常の時刻一∞ <t<∞を用いた形式に書き換え

る。そのために、まず、経路Cを往路01と復路02にわけ、 C上での積分を次のように表す。

I dtC = I dt1 + I dt2 = I dt1 -I dt2. (24) 
JC JC1 JC2 J-∞(C1) J-∞(C2) 

つぎに、 F三 rlti(i = 1ぅ2)を導入して 01上と O2上の座標を区別し、 G
ij(lぅ2)三 G(lヘ2J)を導

入する。そして、これらのグリーン関数を以下のように行列表示する。

I Gl1(ll2) Gロ (1~2) I 
G(lぅ2)三 1::'，) l~:l:~ ::'')')~:~:~ 1. (25) 
I G21(1ぅ2) G22 (1 ， 2) I 

本稿では、二つの経路01とO2の自由度に由来する 2x 2行列を、一般に v をつけて表すことに

する。 Gの各成分の具体形は下記の通りである。

G
21
(1，ド -jh(叫 (2))ぅ(ぬ)

I +1 : Bose粒子
Gゲ伊門ロ引2(ο仏山L口う，2ト 一ぺ中(ω仙仙d仏仙Lμμk(2)ρ仰2幻2)~山似叫H凶凶刷州(ρ仰lりω))トう σ =~ 一1 : Fe町rrr凶1

G1μ州日円1(οL口川，2勾)=ーか(tl- t2)(山 (1)仏(2)) 刊(t2-h)叫(2)~H(1))] 

= B(tl-t2)G21(1ぅ2)+ B(t2-tl)GI2(1ぅ2)ぅ (26c)

G22(1，2) = B(t2-tl)G21(ll2) + B(hーら)GI2(1，2). (26d) 

可
E
4
1
i
 



北孝文

ただし、 8は引数が負のときは0で正のときは lの値をとるいわゆる階段関数である。 Kadanoff-

Baymの表記では、 G12とG21はそれぞれGくおよびc>と表される[針。各成分には次の性質が

ある。

[G12(1，2)]* = _G12(2， 1)， [G21 (1， 2)]* = -G21(2ぅ1)ぅ [Gll(1，2)]* = _G22(2， 1)， (27a) 

Gll (1，2) + G22(1ぅ2)= G12(1， 2)十G21(1ぅ2). (27b) 

(27)式の対称性は、 Gを用いて次のように簡潔に表すことができる。

。(1ぅ2)=ーテ10↑(2，1)テ1， TrG(lう2)= Tr 'h G(l， 2). (28) 

ただし、売れ=1，2，3)はPauli行列である。同様に、 2り(1ぅ2)三 E(Pう2J)から次の自己エネル

ギ一行列を構成できる。

I El1(1， 2) ~12(1 ， 2) I 
2(l，2)=||.(29)  I ~21 (1， 2) ~22(1 ， 2) I 

Gおよび、2を用いて Dyson方程式 (22)を書き換えると以下のようになる。

(i吠一」4吋叩2利即即jrP0町)う)μμM川G引仰侃(ο仏川1，う
ここで、 Gと2の間のちは次の変形から出てくる。

I ~(li ， 3c)G(3c ， 2j)d3c = I d3r3 I dt3 [E何 ，3)G1j(3，2) -~i2(1 ， 3)G勾(3，2)] 
JC J J-

また、 (30)式右辺のちは、 (26c)式と (26d)式で階段関数の引数が逆符号であることに由来する。

(30)式を積分形で表すと次のようになる。

引仰ω1口2幻)=ゴJοび伊伊(仰川0的)(υ川川1，リ叫うJ刈2幻)+ Jρμdω3/ωω(川0町)川匂活悩仰幻却(ρ川3
ただだ、し、。(0)は次式で定義されている。

び0)(山

2.7 摂動展開のFeynman則

(32) 

次に、摂動展開のおynman員Ijを具体的に書き下す。そのために、 (24)式の変形を用いて、 (13)

式のScを下記のように表す。

ぷc= Tcexp [す富山口ti向(tO]
=Tc叫卜 (¥Zt / dl / d2デ(-1)iー1V(1-2)ψ(1 i)が(2りや(2i)-0(1i) I . (33) l 21i } ---}μ j  
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図3:二体相互作用を表すFeynman図形

第二の表式に現れるVは

V(l -2)三 O(tlーら)V(r1-r2) (34) 

で定義されている。また、場の演算子以外の引数については、往路と復路を区別する上付き添え

字i= 1，2が不要であるので省略している。この相互作用は図3のFeynman図形で視覚的に表す

ことができる。ここで、波線はVに対応し、また入ってくる(出てゆく)直線はψ(ψ↑)を表す。

(33)の表式を、熱力学的摂動論に現れる次の S行列 [6ぅ26]と比較する (AppendixD参照)。

SM(s，O)三 Trexp I-~ r d1 r d2 V(l -2)が (1)θ(2)~(2)必 (1) Iぅ 1三 r171 (0三71三s)・L 2 } ~-- } ¥ - -/ T ¥ ~ / T ¥ / r ¥ / r ¥ / J 

すると、本質的な違いは、相互作用ポテンシャル -V(1-2)を持つ経路C2からの余分の寄与であ

ることに気づく。従って、この経路からの寄与をつけ加えるという変更のみで実時間上の摂動展

開が実行できる。以上の考察により、グリーン関数に対する n次摂動作 =1う2，.・・)の Feynman

則は、下記のようにまとめることができる。

(a)外線とつながった η次の図形をすべて描く。

(b)各々の図形に次の因子を関連づける。

(in)nσηE 
2nn! 

(35) 

ここで ncは閉じた粒子線の数を表す。また、因子(仇)nは、 (33)式の展開による (-ijn)η

に、 η次摂動項を 2n個のグリーン関数で表す際に現れる (21)式の -ij五を打ち消すための

因子(仇)2nを掛けることで生じた。

(c) Pに2Jから到着する粒子線に G出0)(1，2)を対応づける。

(d)もし G“(0)における二つの時刻が等しければ、 i= 1ぅ2の場合に対し、それぞれGll(O)(1ぅ1+)
とG22(0)(1+ぅ1)を対応づける。ここで 1+の添え字+は、 1+の時刻h+が t1より無限小だ、

け大きいことを意味する。この規則は、 (15b)式の冗intにおいて、ががdの左に位置する
ことに由来する [26]。

(e)すべての内部変数について積分もしくは和を実行する。その際、ポテンシャル-Vをもっ経

路 C2からの寄与も考慮する。

(f)スピン自由度の影響は、スピンの大きさを Sとして、個々の閉じた粒子線の寄与を 28+1倍

することで取り入れることができる。

円。
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4太ふ
1 2 l' 

図4:(;に寄与する 1次の Feynman図形

なお、 (35)式における因子持は、グリーン関数の場合、トポロジー的に同等な図形の数の全部

あるいは一部と相殺して消えることに注意しておく。

例を挙げよう。 Qii'(1ぅ1')に寄与する 1次の Feynman図形でトポロジー的に異なるものを描く

と図4のようになる。内部変数2<---+ 2'の置き換えをしたものも同じ寄与を与え、上記Feynman

則(b)から生じる因子1/21を相殺する。また、摂動に Cj(j = 1，2)というこつの経路からの寄与

があることを考慮すると、対応する解析的表現が次式のように得られる。

Qii'(l) (1，1') = in計十2'(ー1川
+G以0)(1， 2)GJJ(0) (2ぅ2')GJi'(0) (2'う1')}. (36) 

(36)式と (31)式を比較すると、 l次の自己エネルギーの表式が次のように得られる。

訂卸刊山j'六仰川，吋勺判(υ川1り)川 =斗吋吋引令らか似j'バ，べ(刊叶仰削削う，l'γ吋f
このように l次の自己エネルギ一は対角行列である。さらに、上記の Feynman則 (d)を考慮して

Gll (1 ぅ 1') → Gll (1 ぅ 1~) = Q12(1，.1')および G22(1ぅ1')→ Q22(1+，1') = G12(1ぅ1')の置き換えを行

うと、 1次の自己エネルギー行列記(1)が最終的に次のように書けることが分かる。

主(1)(1，1') = f3~HF(1) (1，1')ヲ (37b)

~HF(l) (1， l'同旬、1')J位向-2)inG12(0) (2，恥 V(l-l')inG町、川 側

Feynman則を用いた摂動展開のもう一つの例は次節で扱う。

2.8 争微分近似(保存近似)

グリーン関数を用いた摂動展開では様々な近似法が考案されている。ここではその中から特に、

Baymにより導入されたφ微分近似(保存近似)[11]について説明し、 Feynman図形を使った摂動

展開のさらなる例も示すことにする。

まず、 Gijの汎関数争を、 (33)式を用いて以下のように定義する。

争三 [(Sc)c-1]比eleton，Gij(O)→ Gij・ (39) 

ここで、添え字cとskeletonは、つながったおynman図形のなかで更に自己エネルギー補正のな

い骨格Feynman図形のみを考慮することを意味し、また、 Qij(O)→ Gijは、摂動展開を行った後

-14 -
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の表式において、非摂動グリーン関数Gij(O)を繰り込まれたグリーン関数GtJで置き換えることを

表す。平衡状態における繰り込まれた摂動展開に関しては、 AppendixFを参照されたい。摂動展

開のFeynman則はグリーン関数の場合と全く同じである。この汎関数争は、平衡状態において、

LuttingerとWardにより最初に導入された [22](Luttinger-Ward汎関数の詳細と導出についても

Appendix F参照)。ただし、ここでの表式は、彼らのものと較べ、積分経路と定数係数に違いが

あることに注意しておく。 LuttingerとWardは、平衡状態の熱力学関数を繰り込まれたグリーン

関数の汎関数として表すことを目指して研究し、その中でこの汎関数に行き着いたのである。正

確な自己エネルギーは、このφと次の関係式で結ぼれている。

tパ.ザ， 8争
L;tれt"(ο1 ヲ1') = σ ( 一1り)アドZ叶+

8Gi仰，句iべ(1'う1)" (40) 

右辺に係数σがあるのは、 2がにおける閉じた粒子線の数が争と較べて一つ減ることによる。ま

た、因子(_l)i+i'は、 (31)式の土の左右にちがあることに由来する。 (28)式と (40)式から、乏

が次の対称性を持つことがわかる。

土(1ぅ2)=ーテlt↑(2ぅ1)テ1・ (41) 

さて、 φ微分近似あるいは保存近似とは、争の摂動展開に現れる無限個のFeynman図形から一

部のみを残して近似し、その争を用いて (30)式と (40)式でグリーン関数と自己エネルギーを自

己無撞着に決める近似のことをいう。この近似の利点は下記の通りである。

(a) Feynman図形をすべて考慮すると正確になる。従って、厳密な理論と同じ構造を持つ。

(b)様々な動的保存則を自動的に満足する(以下の第7章参照)。

( c ) vertex correctionsも自動的に入ってくる。

(d)この近似で二粒子相関やより高次の相関も計算できる(以下の第6章参照)。

以下、争に対する低次の寄与と、それから得られる Zの表式を書き下す。 Feynman則はグリー

ン関数の場合と全く同じである。まず、争に対する 1次のFeynman図形の中で、トポロジー的に

異なるものは図5の二つである。ただし、ここでは座標変数と矢印を省略し、また、繰り込まれ

たグリーン関数。を太い実線で表した。対応する争の解析的表現は次式で与えられる。

ι2富山fψl'V(l叩“(1川

。rvD8
図 5:争に寄与する l次の骨格Feynman図形

同

h
d
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凶
図6:争に寄与する 2次の骨格Feynman図形

この表式をグリーン関数の 1次摂動である (36)式と較べると、その特徴のーっとして、係数に因

子1/2があることが挙げられる。一般に、争の η次摂動項では、因子1/2nあるいはその一部が相

殺されずに残ってくる。この<t(1)から (40)式の操作により l次の自己エネルギーが得られる。そ

の表式は、 (37a)式の右辺で Gii(O)→ Ghとしたものに一致することが容易に確かめられる。

次に、争に対する2次の寄与を考察しよう。トポロジー的に異なるFeynman図形として図6の

二つがある。対応する争の解析的表現は次式で与えられる。

φ(2) =平台-1)叶 ψ十Jd2'V山町2-2')
X [Gii (1，2)0.ρ(2， l)Gii (1'， 2')Gii(2'， 1') +σGii(lぅ2)Gii(2ぅl')Gii(1'ぅ2')Gii(2'，1)]. (43) 

2次の自己エネルギーは、この争(2)から、 (40)式の操作により次のように得られる。

rが刊刊門j到ρ川川(ロω町2幻引)( 叫 = σ叫榊州川(い川附附i仇向附九的げ)戸2ブ十fρdりdωM川2γ幻州'V明V町(ρ1ト円M一」イ刊1γf
+σGii(ρlう，2γ')Giμぺi句(ρ2'う， l'γ')GtJ代(1γfう，2)リ]. (44) 

この自己エネルギーの対角成分 ~11(2) と ~22(2) の右辺に (26c) 式と (26d) 式を代入し、結果を ~12(2)

と ~21(2) の表式と比較しよう。すると、グリーン関数の成分間の関係式である (26c) 式および (26d)

式が、 2次の自己エネルギーの成分間においても成立することが簡単に示せる。この土(2)の対称

性は高次項まで成立する一般的性質である。従って、 φ微分近似(および厳密な理論)における自

己エネルギーの対角成分は、非対角成分を用いて以下のように表せる。

~11 (1，1') = ~HF (1ヲ1')+ (}(t~ -t1)~ロ (1 ぅ 1')+ (}(tl _t~)~21 (1，1')ぅ (45a)

~22(1 ぅ 1') = _~HF(l ぅ 1')+ (}(tl -t~)~ロ (1 ， 1')+ (}(t~ -tI) ~21(1 ぅ 1'). (45b) 

ここでL;HFは、 (38)式でGii(O)→ Giiの置き換えを行ったもの、すなわち繰り込まれたHartree-

Fockの自己エネルギーで、具体的に次式で与えられる。

~HF川三 σ8(1 ， 1')J d2件
2.9 Keldysh変換

行列グリーン関数(25)やDyson方程式(30)の構造を明瞭にするには、 Gに次の Keldysh変換

を施すと良い [13，15ぅ30]。

+ I GR GK I 6K(1，2)三 L匂G(lぅ2)LT=lA|
I 0 GA I 

L三吉(1一昨

FLO --i 
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ここで iは2x2の単位行列である。変形の際には (27b)式を使った。 GR，K，Aは次式で定義され

ている。

GR(1，2)三 Gll(1，2) -G12(1， 2) = B(hーら)[G21(1， 2) -G12(1， 2)J， (48a) 

GA(1，2)三一[G22(1ぅ2)-Gロ(1，2)J= -B(t2 -tl)[G21(1，2) -G12(1，2)J， (48b) 

GK(1，2)三 G町 2)+ G21 (1，ト -j(内(叫(2)+σ仏(判(1)). (48c) 

GRとGAは、それぞれ、遅延グリーン関数と先進グリーン関数に他ならない [8ぅ26]0(27a)式を

用いると、 GR，K，Aが次の対称性を持つことを示せる。

[GR(lぅ2)]*= GA(2， 1)， [GK(l， 2)]* = -GK(2， 1). (49) 

この対称性はcKを用いて次のようにも表せる。
。K(lヲ2)=テ"2CK↑(2，1)テ2・ (50) 

(29)式の自己エネルギー行列にも同じ変換を施しておくと便利である。

が(1，2)三同(1，2)Lt= 1 ~R~ ， 2) が~:':? 1. (刊-I 0 ~A(l ぅ 2) I 

ここで、変換後の成分 ~R，A ，K は、 (45) 式より次のように得られる。

~R(1ぅ 2) = ~1l (1 ， 2) -~12 (1， 2) = ~HF(l ぅ 2)+ B(tl -t2) [~21(1 ， 2) -~12(1 ， 2)J， (52a) 

~A(l ， 2) =一 [~22(1 ， 2) -~12(1 ， 2)J = ~HF(1， 2) -B(t2 -tl)[~21 (1， 2) _ ~12(1 ぅ 2)J ， (52b) 

~K(l ， 2) = ~12 (1， 2) + ~21(1 ， 2). (52c) 

(41)式より、 tKも次の関係式を満たすことが分かる。

tK(lぅ2)=テ2tK↑(2ぅ1)テ2・ (53) 

以上で、準備が整ったので、 (30)式の Dyson方程式を Keldysh変換を用いて書き換える。 (30)式

の左右からそれぞれLちと Uを掛け、 LLt=iを用いる。すると、 6Kについての Dyson方程式

が次式のように得られる。

いえ_il~O)) 内ぅ 2) 一戸川6K(3，2) d3 = id(叫 例θt1 

(47)式と (51)式より明らかなように、この方程式は上三角行列の形をしており、また、 (50)式と

(53)式に対応した対称性を持つ。このように、 Keldysh変換は Dyson方程式を見通しょくする。

しかし、摂動計算はあくまで (25)式のグリーン関数を用いて行う必要があることに注意しておく。

最後に、ここで用いた変換 (47)はLarkinとOvchinnikovが 1975年に用いたものであり [30]、

Keldyshの原論文 [13]のものとは異なることを指摘しておく。しかし、物理的内容は当然両者で

同じである。また、 Larkiu-Ovchinnikovによる変換のほうがより簡便でよく使われている [15]0

ウ

t
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3 量子輸送方程式と非平衡エントロビー

自己エネルギーの式 (40)とDyson方程式 (54)はGに対する閉じた方程式系を構成している。

そして、これらを自己無撞着に解くことで、系の時間発展を記述することが原理的に可能である。

しかし、量子ドット系や接合系などの有限系を除くと、これらの方程式を一般の非平衡系に適用

して解くことは最新の計算機をもってしても不可能であろうし、また、たとえそのような解が求

まったとしても、非平衡系に対する物理的理解が深まるとは限らない。

そこで、 Dyson方程式 (54)をより簡略化し、バルクの非平衡系に適用できるようにすることを

考える。このための標準的な処方築は、 Dyson方程式を Wigner表示に変換し、その際に現れる

重心座標に関する勾配展開を低次で打ち切る近似を採用することである。このようにして導かれ

た量子輸送方程式は、希薄高温極限でBoltzmann方程式に簡略化され、また、平衡状態において

遅延グリーン関数に対する Dyson方程式に帰着する。つまり、静的な平衡統計力学を時間発展の

ある非平衡系に拡張したものになっている。さらに、この量子輸送方程式はエントロビーの流れ

も内包し、非平衡系におけるエントロビーの微視的表式を得ることも可能になる。つまり、エン

トロピーの概念がどのような条件下・組視化のもとで成立するかも明らかになるのである。以下

ではこの事情を文献 [18ヲ21]に従って具体的に見てゆく。

3.1 Wigner表示

Wigner表示は、古典統計力学への量子補正を考察するために、 Wignerにより 1932年に導入

された f31，33]0この表示は、古典統計力学における位相空間の概念を量子力学に拡張したものと

みなすことができ、 Weylの量子化手続き [32]とも深い関連を持つ。さらに、 1949年Moyalは、

vVigner表示を用いて、量子力学の位相空間における確率論的な定式化を行っている [34]0このよ

うに、 Wigner表示は量子力学の基礎づけや古典力学との関連の解明に大きな役割を果たしてきた。

それだけでなく、以下に見るように、輸送方程式の微視的導出の際にも必要不可欠な手段となっ

ている。

具体的にグリーン関数G(l:2)を例にとると、そのWigner表示G(pe，rt)は次式で定義される。

](L 2) = r生230(PM山)ei(p.f12-d"12)/九
J (27rn)4 

(55) 

ここでr12三 (r1+r2)/2、t12三 (t1+t2)/2、r12三r1一旬、およびt12主 t1ーらである。便宜上、同じ

記号。を用いたが、。(1，2)とG(pε，r12t12)は関数形が異なることに注意しておく。以下では、引

数のないGはG(pムrt)を表すものとする。なお、 Wignerが1932年に導入した関数は、この表式

で左辺に t依存性がない場合であり、 pとrを引数として持つその場合の Wigner表示は、 Wigner

準確率分布 (Wignerquasi-probability distribution)と呼ばれる。

さて、 (26)式からも明らかなように、 G(1，2)の独立成分は G12(1ぅ2)とG21(1ぅ2)である。ここ

で、それらの Wigner表示を、別の二つの独立関数を用いて書き換えておくと便利である。まず、

口。
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スペクトル関数Aを次式で導入する。

A問 三引iぺ巾伊伊[伊伊げQ2伊例2幻引吋1町(

対称性A*(οlヲ2勾)=A(ρ2，1り)と生成消滅演算子の交換関係から、 A(1，2)のWigner表示A(pεぅrt)が

次の性質を持つことがわかる。

A本(pムrt)= A(pe， rt)， 乙まA(pe，rt) = 1 (57) 

このAは、松原グリーン関数の Lehmann表示に現れるスペクトル関数 [8，26](Appendix E.2参

照)を、非平衡系に一般化したものになっている。次に、分布関数ゆを Wigner表示で以下のよう

に定義する。

jdf12ld3T14(仏(2)内(1))e-i(p.r12-du)/h 
ゆ(pムr12h2)三 d一∞ d 山=グ(pc，r12tω(58)  

~(pε ， r12t12、

後に見るように、平衡状態においては、ゆ(pεぅrt)はBosejFermi分布関数f(ε)= (e/kBTー σ)-1
に移行する。 Aとゆは、 Q12とQ21に代わる Gの独立関数とみなせる。 Kadanoff-Baymに始まる

従来の輸送方程式の研究では、準粒子近似等を採用してAの自由度を積分し、ゅのみの方程式が

導出された。しかし、準粒子近似が成り立たない系も多い。また、上記の積分操作により、エネ

ルギー準位の離散化や状態密度の変化に付随する効果が記述できなくなる。ここでの輸送方程式

導出では、 Aの自由度もそのまま残すことにする。このことは、解くべき方程式の構造や平衡状

態の定式化との関連を明確にするのにも役立つ。

Aとゆにより Gは完全に記述できる。実際、 (26b)式と (56)式および (58)式より、 Q12とQ21

が次のように表せることがわかる。

Q12(pムrt)= -iσA(pムrt)ゆ(pc，rt)， (59a) 

Q21(pε，rt) = -iA(pムrt)[l+σゆ(pムrt)].

また、 (48)式の Wigner表示も、 Aとゆを用いて以下のように表現できる。

f∞dどA(pεヘrt)
QR(pε川)= [QA(pe， rt)]* = I ~c fl.¥PC， ~; 

J-∞ L，πε+-ε' 

(59b) 

(60a) 

QK(pε，rt) = -iA(pε，rt)[l + 2σゆ(pc，rt)]. (60b) 

ただし ε+三 ε+iO+。このように、 QRとQAがスペクトル関数のみで表現されるのに対し、 aK

には分布関数ゅの情報も含まれる。

自己エネルギーに関しても同様の書き換えが可能である。 ~(1 ， 2) の独立成分は ~12(1 ぅ 2) と

I:21 (1ぅ2)である。実際、対角成分I:ll(lぅ2)とI:22(1ぅ2)は(45)式のように書くことができる。そ

こで、I:12(1，2)とI:21(1ぅ2)のWigner表示を、 Gに倣って以下のように表すことにする。

2町pc，rt) = -iσAL;(pe， rt)の(pc，rt)， (61a) 

ハ可
U
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(61b) 

ここで A~ とゆz は二つの独立関数である。すると、 (52) 式と (46) 式より、 Keldysh 変換後の tK

の成分が、次のように表現できることがわかる。

I:21(pe， rt) = -iA~(pム rt)[l +σ牝(pε川)]• 

(62a) 
f∞ dピ A~(pどう rt)

が(pe，rt) = [:EA(pe， rt)]* = ~HF (p川)+/7 ，
J-∞，t，πε+一ε'

(62b) 

最後に、 (54)式の微分演算子も、右から15(1，3)をかけることで行列G♂(1，3)三 ORal-SjO))6(lj)
と見なすことができる。そのWigner表示は次の表現を持つ。

~K(pεぅ rt) = -iA~(pê ， rt)[l + 2σゆ~(pê，rt)]. 

(63) GO
1 (pe， rt)三 ε-Z-U(吋)+μ

Moyal積と勾配展開

前節で (55)式により Wigner表示を導入した。その左辺の関数0(1，2)は1と2を足とする行列

とも見なせる。この観点からは、 Dyson方程式(54)における自己エネルギー項が、行列の積に他な

らないことに気づく。そこで、 Dyson方程式をWigner表示に変換する際に、「行列の積のWigner

表示がどのような表現をもつか」という問題が生じる。その解答は、 C(lぅ2)とD(1，2)を二つの

任意行列として、下記のように与えられる。

3.2 

J C(1，3附 加 =J~坐f主担性比E己些鳥山2生心判hh三匂句勾川C(仰伽(ゆ俳p戸…ε民引川'川川r町l
(2π浦九)4

(64) 

I in I←一→←→←→←→ ¥1
C(pεぅrt)* D(pε， rt)三 C(pe，rt) exp I一(θr・8p一δtθ E:- 8p・θr+θEθt)I D(pε， rt). 12\~' ~p -"-~ -p  .'  -~-"JI 

(65) 

ただし、微分演算子上の左右の矢印は、それぞれ左および右の関数に作用することを意味している。

(64)式はGroenewold(1946年)と Moyal(1949年)により独立に導出された [35ぅ34]0Groenewold 

の導出が先であるが、 (65)式は一般に Moyal積の名前で呼ばれている。

恒等式(64)は次のように証明できる。まず、左辺の C(lぅ3)とD(3ぅ2)をWigner表示で表現し、

重心座標r13t13とr32t32を、 f(rω=f(r12 + ~r32) = exp [~r32 ・ θr12]f(rωのように r12t12から
Taylor展開する。その結果現れる相対座標r32t32とr13t13を、 F〆p，r仙=-in;pe中川h等を
用いて消去したのち、 pεに関する部分積分を実行する。最後に変数3についての積分を行う。

(65)式の指数関数を展開して 1次まで残すと、 Moyal積に対する次の近似式を得る。

ここで、演算子*は、 θr三θ/δrや δt三θ/δt等を用いて次式で定義されている。

C*D勾 CD+2{CJ} (66) 

(67) 

ただし、 {C，D}は、次の一般化されたPoisson括弧式である。
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この近似は l次の勾配展開とも呼ばれる。それが良い精度で成り立つのは、系に特有の微視的な

長さらと時間tmが、系の不均一性を特徴づける巨視的な長さ lMと時間的に較べて小さい場合

である。例えば、 Fermi波数kFとFermiエネルギー εFをもっ低温の Fermi粒子系の場合、微視

的な長さと時間はそれぞれlmrv l/kFおよびtmr-v njεFで与えられる。また、古典気体の場合に

それらに相当するものは、それぞれ粒子間の平均距離および九/kBTとなるであろう。これらのス

ケールと較べてゆっくりとした時空変化の場合には、 (67)式が良い近似となる。そして、この条

件は、非常に広範囲の非平衡系において満たされている。

3.3 量子輸送方程式

以上の準備に基づいて、いよいよ量子輸送方程式を導くことにする。まず、 Dyson方程式 (54)

をWigher表示に変換しよう。その際、 (54)式の第一項を、 (63)式の上で述べたようにして、行

列の積に書き換えておくと便利である。すると、方程式の左辺全体に (66)式が適用でき、 Wigner

表示のDyson方程式が

( Go 11 -tK) * 6K = 1う (68) 

と得られる。ここで、 Gfは(63)式で定義されている。

次に、 (68)式に (66)式の近似を適用する。 (47)式と (51)式を考慮し、その 11成分を具体的に

書き下すと、次のようになる。

in 
(GO
1
-r;R)GR +一{GO

1
-r;R，GR} = 1. 

U ，- 2'-u (69a) 

この式で添え字の置き換え R→Aを行ったものは、 (68)式の 22成分に他ならない。その複素共役

をとり、 GA*= GRの関係に注意すると、上式は以下のようにも書き換えられる。

in 
(Go
1-BR)GR一一{Go 1 -r;R 1 G

R} = 1. (69b ) 
U ，- 2'-u 

この方程式は、右Dyson方程式6K* (Go11 -土K)= 1の11成分からも直接導かれる。ここで上
の二式を加え合わせると、以下の方程式を得る。

GR = (G0
1 -r;R)一1 (70) 

(60a)式を思い起こすと、この式が、与えられたBRに対し、スペクトル関数Aを決定する方程式

であることがわかる。

(70)式は (69a)式と (69b)式を加え合わせることにより得られた。しかし、 (69a)式と (69b)式

のおおもとである (54)式の 11成分と 22成分は、複素共役の関係にあり、数学的に全く同等であ

る。そこで、この同等性が、 1次の勾配展開後の結果である (69a)式と (69b)式においても保たれ

ているか否かが問題になる。 Ivanovら[18]により提起されたこの間いに答えるために、 (69a)式

と(69b)式の差をとって (70)式を代入すると、次のようになる。

0= {(GR)-l， GR} = _(GR)-2{GR， CR}. 

っ，u
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この式は {GR，GR}= 0の恒等式である。従って (69a)式と (69b)式は確かに同等であることが

チェックできた。また、以上の考察により、 (70)式で決まる GRが、勾配展開の 1次までのオー

ダーで正しい表式であることが分かった。

次に (68)式の 12成分に注目し、 1次の勾配展開を行うと、次の方程式を得る。

吋一♂

その複素共役をとり、 (60)式と (62)式を考慮すると、上式が次のようにも表せることがわかる。

in (rr-l ....A rrK1 in _(GÜl_~A)GK + ~KGR+ ~~~ {GÜl_~A ， GK} _ b~b {~K ， GR} = 0・ (71b)

この方程式は、また、右Dyson方程式aK* (GU
1i -tK) = iの12成分からも直接導かれる。上

の二式の和をとり、 (60) 式と (62) 式を考慮し、最後に Im{GÜl_~R，GR}=Oを用いる。すると、

以下の方程式が得られる。

AAE(ゆE-ゆ)
{G51-RezR，Aゆ}-{AE佐，ReGR}=元

この式の左辺はすべて時空微分項で、勾配展開において 1次のオーダーである。従って、右辺の

ゆzーゆも l次のオーダーの微小量である。この右辺は、後に見るように衝突積分とみなすことがで

き、平衡状態では0となることを示せる (3.6節参照)。以上の考察から、勾配展開の 1次のオーダー

では、左辺のゆzをゆで置き換えるのが妥当であることが分かる (Botermans-Malfliet近似 [19])。

この置き換えにより、上式は次のようになる。

{GÜl-Re~Rぅ Aゆ} -{AEゅうReGR}= C. (72) 

ただし、 Cは以下のように定義された衝突積分である。

c-AAE(何一ゆ) G21 ~12 _ G12~21 
= =-σ (73) 

方程式 (72)は、与えられたAと自己エネルギーに対し、ゆを決める方程式とみなせる。

最後に、 (71a)式と (71b)式の同等性をチェックするため、それらの差をとる。すると、 (72)式

を導いたのと同じ手続きにより、次式が得られる。

{AEゅうA}一{AE，A<t}_AE牝ReGRー (Gu
1-ReI:R)Aゆ

4 n 

この方程式は (72) 式と等価である。実際、この式に AE/(GÜl-Re~R) をかけることにより (72)

式が得られる。これを見るためには、 (70) 式を用いて ReGR と A= ー2ImGR を M三 GÜl-Re~R

と AE 三一2Im~R で表し、見かけが異なる二つの方程式に代入すればよい。このようにして、微

分項においてゆz→ゅの置き換えを行う操作により、 (71a)式と (71b)式の同等性が回復されるこ

とがわかった。

(70)式と (72)式は、二つの未知関数Aとゆを決定する閉じた方程式系を構成する。これらの方

程式でゆ→ f(ε)三 (e/kBT_σ)一1の操作を行うと、分布関数の時空微分項がなくなると共に衝突

_ 22 _ 



f量子輸送方課式と非平衡エントnピ一一場の量子論による非平欝統計力学-J

議分が浩えて (3.6箆参照)、 (72)式がQ口 8の自明な式となる。また‘ (70)式は熱平衡状態の遅延

グリーン関数に対する Dyson方程式に移行する。このように、 (70)式と (72)式は平衡統計力学の

非平衡系への自然な拡張になっており、一粒子分布関数ゆを決める方程式が新たにつけ加わった。

これらの方程式を解くことにより、非平衡系の時開発展を記述することが可能である。

3.4 自己エネルギーに対する近似法

1次の勾配展開に現れる自己エネルギ…は、時空徴分項を無視するいわゆる局所近似で評僻する

のが妥当である。実際、局所近似のL;R在用いた (70)式は、勾配展開の 1次のオーダーまで正し

い表式である。また、 (72)式は、それ自体が勾配展開で 1次のオーダーの方程式であり、そこに

現れる自己エネルギーは、局所近似で評価すべきである。

局所近似での自己エネルギーの表式を、 2次摂動までのφ微分近似で書き下しておく。 (16)式を

用いると、 Hartree-Focl王近似の自己エネルギー (46)が、以下のように Wigner表示に変換できる。

HFI_ _.¥ .+ r d3p'dεf/ 
2:;HF(予，rt)= i五σj一一一(ぬ÷σぬ p')G12(pγラrt).J (2姉 )4¥ρp  (74) 

また、 (44)式のWigner表示に周所近似を施すと、次式が得られる。

が(2¥pe:，r←一σ(川|白血生E11|V MV  |2(2時 )4O(P+P2-P3一肌)J I日(2叫 )4J 21 VP-P3 I V VP-P4 
xo(ε+ε2ε3一ε4)GJt(P2e:2，rt)Gり(P3ε3ぅrt)Gり(P4e4，rt). (75) 

ここでG12=…iaGぺG21=-iG汽L12口 -iσ2くうおよび2:;21=-iε>と書き換えるとも (75)式は
Kadanoff-Baymの教科書 [6]における(4-16)式に一致する。

以上により、 (70)式と (72)式を自己無撞着に時間発展させることが可能になった。その苧jfl貢は

次の通りである。 (i)ある時刻tにおいて分布関数φ(pe:，rt)が与えられたとき、スペクトル関数

A(pε， rt)を(70)式と局所近似のL;R= L;R(pε，rt;A)を用いて自己無撞着に決める;(ii)次に、時

刻t十dtにおける分布関数争を (72)式により決定する。このように、この時間発擦におけるあら

わな時間変化は、分布関数ゆを過して生じることになる。

3.5 エント口ピー磁度の表式

分布関数の時間発展を記述する (72)式は、熱流の効果も内包しているものと期待できる。実際、

そこからは、非平衡系におけるエント口ピー密牒の微視的表式とその流れの式を導くことが可能

である。このことを見るために、 (72)式に鵡4"111乎をかけ、 pε積分を実行する。そして、

111[(1 +σゆ)/争]d争以d[-争lllO+σ(1十σ手)111(1 '+σ争)]:

およびIm{Go
1
_ L;R， GR} =0に注意すると、次の方程式が得られる。

生+v .js =全col8i ---， '" Js - at (76) 
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ここで、 s=s(rt)、js= js(rt)およびθs∞1/θtは、以下のように定義されている。

r d3pdε(θ(Go1-Re2:R)δReGRl S三nkBI :ーゴトゆlnゆ+σ(1+σゆ)ln(l +ゆ)]IAV\~O ~_HVL.J J + A~ V.L"~~ I 
} (27r1i)‘ lθεθεJ  

(77) 

r d3pdε 「 θ(Gol-Re~R)δReGRljs三五kBI ;:.，一一トゆlnゆ+σ(1+σゆ)ln(l +ゆ)]I-A~\~U 'L~~~~ / -A~一一一 1 ， (78) } (2品 )4l 'f' ~U 'f' I ~\~ I '-''f' /~U\~ I '-''f'/J l ~~ 8p ~4 L... 8p J 

r d3pdε1+σゆ
一一三 1ikB I一一一Cln一一一 (79)θt -'V'VO ) (2姉 )4 ゆ

(77)式と (78)式は、それぞれエントロビー密度およびエントロピ一流束密度とみなすことができ

る。実際、 (77)式でゆ→f(ε)三(e/kBT_σ)一1と置き換えた後に空間積分すると、文献 [20]で導
出された熱平衡状態におけるエントロビーの表式が得られる (AppendixG参照)。また、 (79)式

は、次の 3.6節に示すように、衝突による単位時間・単位体積辺りのエントロピ一生成を表すと

理解できる。このようにして、平衡統計力学と矛盾のない形で、すなわち、平衡統計力学を包含

する形で、非平衡系のエントロビーを定義することができた。 4.1節で見るように、このエントロ

ビー密度の表式は、また、希薄高温極限において、 Boltzmannが1872年に提出したエントロビー

密度の表式に移行する。

ここで、 Ivanovらの得たエントロビー密度 [18]と上記のエントロビー密度との違いについて言

及しておく。 Ivanovらは、前節における自己エネルギーの評価において、「記憶項」すなわち 1次

のオーダーの時空微分項まで取り込むべきであると主張した。しかし、その動力学から得られる

エントロビー密度の表式は、上記のものとは異なり、また熱平衡状態におけるエントロビーの表

式 [20]とも矛盾する。このことは、彼らの動力学が、孤立系という典型例に適用した場合、真の

熱平衡状態に漸近して行かないことを意味する。実際、 Ivanovらのエントロビー密度の表式は、

CarneiroとPethickによる熱平衡状態のエントロビー [36]と無矛盾になるように構成された。し

かし、文献 [21]に詳しく述べたように、 Carneiro-Pethickのエントロビーは、 Goldstoneによる

絶対零度の摂動展開法 [37]を用いて導出され、その際のエネルギー分母の扱いが不適切で正しく

ない。従って、 Ivanovらの動力学は、平衡統計力学と矛盾することになる。

3.6 H定理と熱平衡

(75)式を (73)式に代入し、得られた表式を (79)式に代入する。そして、その結果を (59)式を

用いてAとゆで表し、かっ、積分変数に関する対称化を行う。すると、 θsco1/δtが、 2次摂動まで

の範囲で以下のように表せる。

θs;:i-kBR2古rd3pj心一一一一~nl 一一一示IVP1 -P3+σ弘一P412(27rn)48(pl+P2 -P3 -p4)8(ε1十ε2一ε3一九)θt 811j凶町
(1+σ仇)(1+σゆ2)仇ゆ4XAIA2A3A4 [(1+σ仇)(1+σわ)のゆ4一ゆlゆ2(1+σの)(1+σ仇)]1n
ゆ1ゆ2(1+σゆ3)(1+σ仇)'

(80) 

A
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ただし、 Aj= A(pj勺，rt)等の簡略化を用いた。ここで、任意の民y>Oに対し (x -y) ln (x / y )三0
が成立することに注意すると、 θS2i/θtと0が結論できる。これは、 BoltzmannのH定理に他な

らない。より正確には、量子効果を取り込んだH定理である。さらに、等号が成立するのは、対

数関数が0となる

ln 1+σゆ1 .， 1+σゆ2 ， 1+σゆ3 ， 1+σゆ4
n一一一一一+ln一一一一一 -m一一一一一一ln一一一一一 =0
φ1 仇 φ3 中4

の場合である。この条件と (80)式におけるこつの 6関数を考慮すると、 ln[(l+σ仇)/仇]が P1と

ε1に関する 1次関数でなければならないこと、すなわち、

l+ao， 
lnーナニム =α+s(ε1-v. P1) 
<1'1 

(81) 

が結論できる。ここでα、9およびvは、 rtの任意関数である。この条件を用いると、衝突積分

を0とする分布関数ゆ=ゆ(le)として次式を得る。

ゅ(le)(pムE-t)=1
es(rt)[ f: -v(吋)'pl+α(rt)_σ. 

(82) 

これは、局所平衡分布に他ならない。

このようにして、摂動の2次までの範囲内でH定理の成立を証明でき、さらに、エントロピ一

生成をゼロにする分布関数ゆ(le)の形も決定できた。 2次摂動を用いた全く同じ議論により、この

φ(le)が、 (73)式の衝突積分そのものをゼロにすることも簡単に示せる。

不等式θ8coI/θtと0が摂動の無限次まで成立するか否かは重要な問題である。しかし、その一

般的証明はまだ無い。一方で、相互作用の強さに拠らず衝突によりエントロビーが増大すると期

待することは、物理的・直観的にきわめて自然である。

4 準粒子近似と準古典近似

(70)式と (72)式の量子輸送方程式は、非常に多くの場合、状態密度に関連したスペクトル関数

Aの情報を消去し、分布関数のみの方程式に簡略化して用いられる。この情報消去の手法として

準粒子近似と準古典近似というこつの近似法が存在する。ここでは、これら二つの近似法を、 2次

摂動の自己エネルギー (75)を採用して説明する。これにより、 Boltzmann方程式が、上述の量子

輸送方程式の一つの極限として導かれることも明らかになる。また、輸送方程式論でしばしば説

明なしに導入される「位相空間の分布関数」という概念 [12]が、どのような条件下で正当化され

るのかも明確になるであろう。

4.1 準粒子近似

まず準粒子近似について考察する。この近似は、スペクトル関数に 6関数的なピークが存在す

る場合に非常に良い近似となる。ここでは典型例として相互作用が小さい場合を考え、まず、 (70)

F
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式において自己エネルギー項を無視する。対応するスペクトル関数A= -2ImGRは、 (63)式より

A(pε， rt)記 2πd(ε-~p) ， μ' 

4
7
u
 r
 
U
 
+
 

っ
Y
一知一一
一4'

U
 
Fa p
 

r

戸、
(83) 

と得られる。同じ近似の精度で、 (72)式の左辺においてReL;RおよびAI;= -2ImL:Rが関与する

項を落とすことができる。その方程式を (63)式と (67)式を用いてあらわに書き下すと、次のよう

になる。
θ(Aゆ) I Pδ(Aゆ)θUθ(Aゆ)θUθ(Aゆ) /1 

一一一一十一-一一一一+一一一一一一一一一・一一一一=じ
θt mθr  . at θεδrθp  

この式に (2π)-1をかけてεについての積分を実行する。そしてその結果を

伽 ，t)三にまA(pE:，rt)伽同=仰い)
で定義された分布関数で表すと、以下のようになる。

θf . pθfθUθf 
一+ー・一一一・で =Ip[f]. 
θt mθrθr  aD -1-' 

(84) 

(85) 

(86a) 

ここでIp[f]は衝突積分で、 (73)式に (59)ぅ(75)，(83)式を代入してε積分を実行することにより、
分布関数fの汎関数として次のように得られる。

2合rd3町
ら[f]三 -EEl-一一IVp-P3+σVp_P412(2π)4d(p+P2-P3-p4)d(ら+ごP2ーとP3ーとP4)2 f=~ J (27rn)3 l' P-P3 I V • P-P4 

x [(1+σf)(1+σん)んん-f12(l+σん)(1+σん)]. (86b) 

ここでん =f(pj，r，t)等と略記した。 (86)式は量子効果を取り込んだ Boltzmann方程式に他なら

ない。実際、 (86b)式で交換効果を無視する近似σ九一P3，公一P4→ 0を採用し、さらに (1+σf)→ 1
により高温極限をとると、二体散乱に対する通常の Boltzmann方程式が得られる [12]。ただし、

ここでのfは無次元量で、平衡状態で (escpー σ)-1に一致するように規格化されている。

(86)式に対応するエントロビー密度、エントロビー流束密度およびエントロピ一生成密度の表

式は、 (77)，(78)， (80)式に同じ近似を採用することにより、それぞれ下記のように得られる。

三 kBlfEd-f111f+σ(1 +σf) ln(l +σf)]ぅ
} (27rn) 

・三 kBr f"~!\τ [-flnf +σ(1 +σf) ln(l +σf)L~ う
} (27rn)3 

(87) 

(88) 

θS31-kBR2古rd3p， 
一一一一一日 jー」τ|らl-P3+σらl_P41

2(2π)4d(pl+P2-P3一則的p+らーとP3ーとP4)白 8 日j同町 "'l-"'
;;S . -

. "'1-'" 

(1+σ!I)(1+σ12)13f4 x [(1+σ!I)(1+σ12)13f4 -!I12(l +σ13)(1+σf4)J ln ・ (89)
h12(l+σん)(1+σん)

(87)式は相互作用のない系に対するエントロビー密度の表式に他ならない。これらの表式は、また、

(86)式にぬln平をかけてε積分すればよっても得られる。 Boltzmannのエントロビーとそ

po 
η
L
 



「量子輸送方程式と非平衡エントロピ一一場の量子論による非平衡統計力学-J

のH定理は、これらの表式で高温極限をとる操作、すなわちσ均一P3V;-P4→Oおよび 1+σf→ l

により再現される。

以上のように、希薄気体に準粒子近似を適用することにより、位相空間で定義された分布関数

fに対する輸送方程式が導出できた。しかし、準粒子近似が良い精度で成り立つには、相互作用

が弱いことは本質ではなく、ただ自己エネルギー ~R の虚部が十分小さいければよい。言い換える

と、準粒子の寿命が十分長ければ成立する近似である。従って、準粒子聞の散乱がゼロに近づく

低温のFermi液体 [8]についても適用可能である。このことを具体的に見てゆこう。まず、 (72)式

の左辺で AEに比例する項を落とし、また GU
1
- Re~R を ε=0 および Fermi 運動量 P = PFか

ら1次まで展開し、

GU
1 - Re~R 勾三二三E ぅ (90) 
ー α

と近似する。ここでαとらは、それぞれ繰り込み因子および準粒子エネルギーと呼ばれ、以下の

ように定義されている。
1θRe~RI 

， (91a) 
θεIE=O，P=PF 

とp三 αイ[柔ι+U十恥悶ω吋2が凶R町(州一寸μ卜VF.(p-一脚附) ゆ

ただだ、し、 (91b)式の右辺に現れる VFはFermi速度であり、次式により導入された。

VF _ PFθRe~RI 
一=一十一一一I (91c) 

δP IE=O，P=PF 

この近似の下でのスペクトル関数A= -2ImGRは、 (70)式より A(pムrt)勾 2πa8(εーら)と求ま

る。そこで、分布関数を

f∞ dε 
f(p， r， t)三 I n~:_ A(pムrt)ゆ(pムrt)

.1-∞L/7rα 
(92) 

で定義すると、 (72)式より (86)式が得られる。ただし、ここでは詳細は省略するが、その場合に

おける (86b)式の右辺のら-P3+σ九一P4は準粒子間の有効相互作用に置き換わる[針。

4.2 準古典近似

Fermi粒子系において、準粒子近似に代わるより適用範囲の広い近似法として、準古典近似が

ある。例えば、金属中の電子において不純物散乱や電子格子相互作用が強い場合には、準粒子の

寿命は有限となり、自己エネルギー ~R の虚部も無視できない大きさを持つ。準古典近似はこのよ

うな場合にも有効である。この近似は PrangeとKadanoffにより電子格子相互作用が大きい場合

に対して初めて導入された [38]。その後、超伝導や超流動にも適用され、第二種超伝導体の平衡

状態 [39ト非平衡状態 [40，41トおよび超流動3Heの動力学 [42]を記述する「準古典方程式」が

導かれた。例えば、第二種超伝導体においては、不純物散乱が大きな役割を果たし、準粒子近似

が不適当な場合が多い。 Eilenbergerは、このような場合について、超伝導の Gor'kov方程式を簡

-27-
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略化するために準古典近似を採用し、 Ginzburg-Landau方程式を全温度・磁場領域に拡張するい

わゆる Eilenberger方程式を導出した [39]0これらの方程式群は、超伝導・超流動状態の理論的解

明に広く用いられ、大きな成果を挙げている。

このように、準粒子近似よりも広い適用領域をもっ準古典近似は、準粒子近似のε積分の代わ

りに、 (91b)式のらについての積分を行ってAの自由度を消去する。具体的に Fermi粒子系を考

えると、導出の詳細は下記の通りである。まず、 (67)式と (90)式および'(91b)式を用いて (72)式

を具体的に書き下すと、以下のようになる。

1δ(Aゆ) vFθ(Aゆ)θ(U+ReER)δ(Aゆ)δ(U+ReER)δ(Aゆ) : _ ("，12 
一一一+一・一一+ 一一一 -一一一川E12，ReGR}=C.(93) 
δtαδrδtδεδrδp  

ここで左辺において AEゆ同 iaE12を用いた。この式に現れる自己エネルギーの p微分の絶対値

|θE(pε， rt)!θplは、準粒子散乱が大きい場合でも 1I:(pe，rt) I!PFの程度であると期待できる。従っ

て、 2のIpl依存性を無視し、

E(pε， rt)勾 E(PFムrt) (94) 

とする近似が良い精度で成り立つであろう。この場合のスペクトル関数A= -2ImGRの表式は、

ImER = -~AE の関係と (90) 式より、

α2 AE(PFe， rt) 
A(pε， rt)回

(εーら)2+ [~αAE(PF巳 rt)] 

で与えられる。その Ipl依存性はらのみに現れ、ごpを変数とし幅iαAEと面積27raをもっLorentz

型の関数とみなせる。そこで、準古典近似における分布関数を以下のように定義する。

(95) 

(CC dcp 
fqC(PFεぅrt)三 lim I :~p A(pε~ rt)ゆ(pε，rt). (96) 

Cc→∞J-cc 2πα 

このように、ここでの分布関数は、準粒子近似における Iplの代わりに εを引数とし、運動量は角

度依存性のみをもっ変数となる。次に、 (93)式においてら積分を (96)式のように実行する。する

と、左辺第4項は積分により消える。また、第5項に現れる ReGRのごp積分は、 (60a)式と (95)

式より
{cc dcp'n  /"'tRf  ，¥ 'n  (∞ dεI 1 

51im j 」 Rd(PRrt)=Pj--
c→∞J -Cc 27rαJ-∞2πε-e' 

と評価できる。従って、 ReGRの微分が関与する第 5項もら積分により消えることが分かる。

一方、 (73)式に (59)式と (75)式を代入して得られる衝突積分Cに関しては、状態密度N(と)三

f議3"c5(と-cp) ~導入し、 N(と)リ(0) と近似してと積分を同様に実行する。このようにして、
(93)式より、準古典近似における輸送方程式が最終的に以下のように得られる。

(97) 

θfqc θfqc θ(U+ReER)θfqc c c 
一一 +VF・一一 +α 一一 =lric [fqc]， (98) 
δtθrθtθεP  

q Jr f Ac.AO 
弓
C
[f
q
戸 τ[N(0)]3(27ra)4巳f寸戸|九日F3+σ九日J引PF+PF2ーPF3-PF4)
x c5(ε+ε2一ε3一ε4)[(1 +σfQC)(l+σFP)ftfl-fQcPl(l十σfiC)(l十σfiC)]. (99) 

。。つ白
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ただし、 dOjはPj方向の微小立体角を表す。

このようにして準古典近似の輸送方程式が得られた。この節の最初にも述べたように、この方

程式は準粒子の寿命が短い場合にも適用できるという大きな利点がある。ここでの導出は、 (75)

式の自己エネルギーを採用して相互作用が弱い場合に対して行った。しかし、相互作用の効果が

無視できない低温の Fermi液体にも適用でき、また、超伝導・超流動状態への拡張も可能である。

詳細は文献 [42]を参照されたい。

5 荷電系の量子輸送方程式

電磁場中の荷電粒子の運動を記述する量子輸送方程式を導出するには、方程式のゲージ不変性

に関連した特別の配慮が必要である。より具体的には、 (55)式を変更してゲージ不変な Wiger変

換を導入し、それに対応する Moyal積の表式を用いて勾配展開を行わなければならない。以下で

は文献 [41]に従ってこのことをより詳しく見てゆこう。

冗。として (15a)式の代わりに次のハミルトニアンを考える。

え0=/ -ot(rl)iIiO)-o(rl) d3rl， iIiO) ==土 fpl-~A(1)12 + eA4(1)一μ(100)l う 1 - 2m L P 1 C ..C&. ¥ ... J J 

ここで、 A(l)とA4(1)は、それぞれ電磁場のベクトル・ポテンシャルとスカラー・ポテンシャル

である。この針。)に対する Dyson方程式も(附式で与えられ、以下のゲージ変換に対して不変

である。
1θχ(1) 

A(l)→A(l) + Vlχ(1)う A4(1)→ A4(1)一一一一一
θtl 

(101a) 

r e. ，~， ，_，，) 

G(l ぅ 2) → exp~iτ[χ(1)一χ(2)]~ G(lぅ2). (101b) 
l nc- -) 

さて、標準的な処方案に従って (54)式に Wigner変換を施し、勾配展開を行うことを考える。し

かし、通常のWigner変換 (55)を用いると、 (a)方程式のゲージ不変性が破れる、 (b)ホール効果

が記述できない、などの問題が生じる。これは、変換 (55)が重心座標に関するゲージ不変性を破

るためである。

この点を改善するために、 1956年に Stratonovich[43]によって導入された「ゲージ不変なWigner

変換」を採用する。この Wigner変換は、 (55)式の代わりに以下のように定義されている。

r d3vd円
;(1，2) = eiI(は)j-L-G(pε，r12tω ei(P'i'12 -d12 )/1i 

} (2浦 )4
(102) 

ここに現れる位相因子1(1ぅ2)は、 4元ベクトル疋三 (Aぅ-cA4)および Tl= (rlぅtl)を用いて、

I川三試1Z(め dξ (103) 

で与えられる。ただし積分経路は直線である。この位相因子は、ゲージ変換(101a)に際して

eiI(1，2)一吋壬[x(l)-χ(叫 (104) 

Q
d
 

っ，u
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3 

C'23 

2 

図7:閉曲線 C123

と変換され、 (101b)式のGと全く同じ位相変化をする。言い換えると、 (102)式における Fourier

変換前の関数e-iI{1，2)δ(1ぅ2)をゲージ不変にする。実際、 (101b)式で 2= 1と置くとわかるよう
に、。(1，2)は重心座標に関してゲージ不変な関数である。因子e-iI{1，2)は、。(1，2)のゲージ変換

における相対座標依存性を消し去り、重心座標のみの変換性に帰着する効果がある。

(102)式は、藤田により、 Weyl変換を用いて優美に再導出された [44]。そのポイントは、「相対

座標に関するゲージ依存性を無くした後にその Fourier変換を実行する」ことであり、対応する

Wigner表示。(PE:，rt)は必然的にゲージ不変となる。そして、この変換は電磁場に時間・空間依

存性がある場合にも有効である [41]。また、その基本思想は超伝導状態にも拡張可能であり [41]、

ペア・ポテンシャルが電荷2eを持つ有効波動関数のようにふるまうという事実がきちんと導出で

きる。

Wigner変換(102)を用いると、「行列の積」のWigner変換である (64)式も変更を受け、 (65)式

のMoyal積に電磁場がゲージ不変な形で現れる。ここでは、簡単のため一様電磁場の場合を考察

し、このことを見てゆこう [41]0(64)式左辺の C(lぅ3)とDゅう2)に(102)式の変換を施すと、位
相因子eiI{1，3)+iI(3，2)が現れる。この位相因子を、 eiI{1，2)とそれ以外の寄与の積として、以下のよ

うに表す。

ゆm三子ゃ んめ d三
“し JC123

ただし位相ゆ123の定義に現れる閉曲線C123は、上図のように定義されている。さらに Stokesの

eiI(1，3)+il{3ス)= eiI(1，2)+i<T123う (105) 

定理を用いると、この位相因子が、電場E=-VA4-taAおよび磁場B三 VxAを用いて、

以下のように表せることがわかる。

ゆr (106) 

(105)式の位相因子を考慮すると、 (64)式が次のように変更される。

{問、町D料品=eiI{川;芝生C(pE:，宝仙D(pE:， r12t12) ei(P'I'I2-d"12)/1i 側、
'27吹芯1主

ただし、ここでの Moyal積は以下のように定義されている。

C(川)* D(pE:， rt)三 C(PE:， rt)叶i~(否r万pーは一九万r+日 t)1 

×ほP(2卜E.(否p万ε-Mp)イB.(否px否P)]}D(Pεぅ (108) 

ハU
q
J
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このMoyal積の導出は、 1956年のStratonovichによる研究から時代が下って、 2001年のことで

ある [41，45]0(108)式を微分演算子に関して l次まで展開すると、再び (67)式のように表すこと

でき、対応する Poisson括弧式は

n
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u
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で与えられる。

以上で準備が整ったので、 (100)式の利0)に対する Dyson方程式 (54)をWigner表示に変換

する。 (102)式を (54)式に代入すると、左辺には位相因子1(1ぅ2)の微分項が現れる。それらを計

算するために、まず、 (103)式の積分経路を互三七円+ら)と F三角ーらを用いてs=互+ηF
(-~三 η 三~)と表す。次いで、被積分関数疋(めを s= 長から Taylor 展開じ、各次数について個

別に η積分を行う。すると 1(1，2)が以下のように表せることがわかる。

e¥ ¥ _-=' -;ITh _1__¥ _ tanh(x/2) 
1(1ぅ2)=五g(p.匂)γ ・A(R)， g(z)=z/2 ・ (110)

この表式に演算子め1=θ~+!θ互を作用して微分を実行する。その際、 TvθμAν = TvavAμ十

九(θμAν ーθIVAμ)の書き換えを行い (μ，V= 1ぅ2，3，4)、また、等式g(x)+ [g'(x) + !g(x)]x = ex/2 

に注意する。すると、 θ1(1ぅ2)/θT1μが次のように計算できる。

θ1(1，2) e J A 11 ¥ ， r → 1 _/_-=' e¥ Jゃ laAν(長)θAμ(R)11 
37=計 Aμ(1)+ 19'(P匂)+ ~g(P 匂) I レν| ヲE7 ーす五:~J I ~ 
一r- ¥ ~ "'"ν1  r-一_j~ 

引λ川A削叫(υ山1
叩 ¥L「“司 1 Jμ(111)  

-~ IA4(1) +ヂ12'EI :μ=4 

ここで第一の等式は恒等式であり、また第二の等式においては一様静電磁場の条件を用いた。こ

の表式を用いて、 (54)式におけるaKのゲージ不変な時間・空間微分項を、 (64)式を導出したの

と同様の手続きにより変形する。その結果得られた表式を (108)式における*積の定義と見較べ

[T1-~A(l)] aK(1，2) = eiI(1，2) !些P* aK(pE， r12t12) ei(p.r12-d12)/h， (日2a)
} (2rrn)4 

[ι-d4(1)lm172)=etI(12)ffdEH内 e，r12t山口-d12)/h 州
θh ---'"i'-JJ-，-，-， - ) (2浦 )4

これらの表式は、合1-~A(l) および仇希 - eA4(1)のゲージ不変なWigner表示が、それぞれp

および εであることを示している。

円
台

υ
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(107)式および (112)式を用いると、 (54)式のWigner表示が、 (108)式の Moyal積を用いて以

下のように簡潔に表現できることがわかる。

[(ε-t+μ)iーが(pe，rt)] * aK(pe， rt) = i (113) 

この式より、 3.3節の手続きを経て、電磁場中の荷電粒子に対する量子輸送方程式を導くことができ

る。特に希薄気体の場合には、 4.1節と同様にして、 (85)式の分布関数fに対する次のBoltzmann
方程式を得る。

θfθf ， _ (T7I ， 1__.. ~ ¥δf 一+v. :J + e ( E + .: v x B I . :~ = 1 p [f]. (114) θtθr'-¥-'c -}θP 1-" 

ここでv三 pjmである。電気抵抗を論じるには二体相互作用のみでは不十分で、ハミルトニアン

に不純物散乱やフォノン散乱等の効果を取り入れ、そこから導かれる 1p[f]を用いる必要があるこ
とに注意しておく。

最後に、電磁場中におけるゲージ不変な輸送方程式を得るためにしばしば使われるもう一つの

方法について言及しておく。その要点は、通常の Wigner変換 (55)を行った後に次の変数変換を

施すことにある。

p→ π三p-?? εー→ π4三 ε-eA4・ (115) 

この方法は Keldysh[13]や久保 [46]らにより用いられた。また、そこから得られる Moyal積は、

一様静電磁場の場合において、 (108)式に一致することが示されている [47]。

しかし、この「変数変換Jの方法には以下のような問題点がある。まず第一に、 Wigner表示の

ゲージ不変性が破れる点が挙げられる。実際、変数変換 (115)に対応する Wigner表示。(pεぅrt)

をあらわに書き下すと、以下のようになる。

。(…t12)= Jポ叫
この表式を (102)式の逆変換と比較すると、 (102)式の位相因子1(1，2)が(ejc)A.I'12 -eA4t12で

置き換わっていることに気づく。このWigner変換は、ゲージ変換(101)における関数χが時間・

空間座標の 1次関数である場合を除き、一般にゲージ不変性を破る。また、 (116)式に現れる電磁

ポテンシャルとしてどの点の値を採用すべきかにも不定性が生じる。例外として、一様静電磁場

の場合には、 (116)式が (102)式と同じ結果を与える。「変数変換」の方法におけるこの第一の問

題点は、 Stratonovichにより既に指摘され [43トまた Serimaaらによって詳しく論じられた [48]。

第二の問題点として、「変数変換」の方法は超伝導状態に適用できない。超伝導状態において

は、ペア・ポテンシャルム(1，2)や異常グリーン関数 F(1，2)のように、正常状態のグリーン関

数とは異なるゲージ変換性を示す関数が現れる [8]。例えば、ペア・ポテンシャルは、 (101)式

に対応してム(1，2)→ exp{i長[χ(1)+χ(2)] }ム(1，2)と変換され、 2= 1とおいた場合に電荷

2eをもっ波動関数として振舞うことがわかる。もし、これらの積ム(1，3)F*(3ぅ2)のWigner変

換を「変数変換」の方法で導出すると、ム(pε，rt)に対して通常の微分演算子θ/θrおよび θ/θt
が作用する結果となり、「ぺア・ポテンシャルが電荷 2eを持つ有効波動関数として振舞う」と
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いう事実が出てこない。一方、 (102)式の変換は超伝導状態に拡張でき、ただ右辺の位相因子を

exp[iI(凡互)+ iI(f2， R)]で置き換えればよい[長三1(円+ら)]。対応する Wigner表示ム(pε，rt) 
はゲージ変換に際してム(pe，rt)→ exp[i義χ(rt)]ム(pε，rt)と変化し、また、それに作用する微分
演算子としてθ/θr-i(2ej1ic)A(rt)およびθ/θt+ i(2ej九)A4(rt)が自然に現れる [41]。
以上のように、「変数変換」の方法には基本的な問題があるように思われる。

6 二体相関

2.8節で考察した@微分近似では、@を与えることにより高次の相関関数を計算することが原理

的に可能である。ここでは揺らぎとも関連が深い二体相関関数を取り上げ、文献 [21]に従ってこ

のことを見てゆこう。

考察するのは次の二体相関関数である。

が刊kl仰 h 千ぱo附 (οげ的1 i的M川州iり悦i)~H(以川削必山山H以(3
この相関関数が従う方程式を求めるため、 Keldysh経路上で仮想的な摂動ポテンシャルW(1C，2C)
を余分に加える。そして、 W(lC，2C)の効果を除いた全ハミルトニアン冗(t)による相互作用表示
を採用すると、 (33)式に代わって、 C上での摂動が次の演算子で記述されることになる。

日 exp[培←1)'+JJ d1 J d2 ;Î，~(1i)WiJ(1 ， 2);I，H(2I)] . (1凶)
ここで (-l)i+iは(24)式の変形に由来し、また場の演算子の添え字Hは冗(t)のHeisenberg表示
を意味する。 Wij(1，2)三W(Pぅ2j)を加えたときのグリーン関数は次式で与えられる。

Gり(1，2;vl1) = 一i十(吟為ω必内似叫以凶H(liοげlν叫i
(117)式の二体相関関数κは、このグリーン関数から、

j' ~ dGii' (1， 1'; W) 
κii' ，jj' (11'，22') = ( -1 )j+σ 

dWj'j(2ヘ2)

(119) 

(120) 
lヤ=。

の変分操作により得られることが簡単な計算で分かる。ここでσは生成消滅演算子の交換関係に

由来し、また (-l)j+j'は(118)式の (-l)i+Jの効果を消すために必要である。この式は簡略化して

κ=σdGjd(子3Wテ'3)と書けることに注意しておく。この関係を用いると、たを自己無撞着に決め
る方程式が以下のように導出できる。まず (119)式のGに対する Dyson方程式は、 (30)式の針。)

にW の効果を付け加えることにより得られ、簡略化して次のように書ける。

~-1 _ "'" (θ 合2 __ ¥ 
三テ'3r i1i一一一一U+μi一九(W+E)テ3・¥ _， _ at 2m -'，-J 。-lG= i， (121) 

従って、。の 1次の微小変化dGは、。-ldG+ dG-1G = O、すなわち

σdG=σG(-dG-1)。
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を満たす。この式に

-d6-1 =ち(dW+必)九 =d(匂W73)+坐担り d(元内)
dG d(テ3Wち)

を代入して d(テ3W子3)で変分をとった後、 W=oと置く。その結果を (120)式と次式で定義され

る結節関数

i ( 1 ¥i+i' d2:i'i(lヘ1) i d2争
rii'，jj' (11ヘ22')三一σ"i:(-1 )2"1-2 ;~'Ï'Ï' ~~ J ;;，'¥ =一一

n ¥ ~/ dGjj' (2ぅ2') - n dGii' (1ぅl')dGjj'(2，2')う
(122) 

を用いて書き換える。ただし (122)式の第二の等式では (40)式を用いた。するとκに対する次の

積分方程式、すなわち Bethe-Salpeter方程式を得る。

κが仰J(ii'，jj'“が向山川i'ωωMFVvvjMが川j'

xrkkν札仰，ヘソ，llσl'(伶33ゲfう44') κ ll' ，jj' (44'，22') ・ (123) 

これは与えられたGとrに対しκを決定する方程式である。ここで (122)式の関係に注意すると、
汎関数争が与えられれば二体相関関数も原理的に計算可能であることが理解できる。

積分方程式 (123)は形式的に解くことができ、 κに対する次の表式を得る。

k = (1-inσ66r)ー1σ66. (124) 

ここで iとGGは以下で定義された行列である。

(l)ii'，jj' (11'，22') = dijdi'j，d(lぅ2)d(1'，2')ぅ (125a) 

(66)iωj' (11'ぅ22')= Gij' (1ぅ2')Gji'(2ぅ1'). (125b) 

(122)式より、結節関数rが次の対称性を持つことは明らかである。

riωj' (11'ぅ22')= rjj'，ii' (22'，11'). (126a) 

また (28)式の対称性に由来する以下の関係式も満たす。

rii'，jj' (11'，22') =ー乞(テ1)ik (テ山 (126b) 

これらの対称性はBethe-Salpeter方程式を解く際に有益である。

3.4節では自己エネルギーに対して局所近似を採用した。この局所近似は二体相関関数を計算す

る際にもしばしば有効である。そこで局所近似のBethe-Salpeter方程式を書き下しておく。その

構造はエネルギー・運動量保存則の成立する一様系の場合と同じになり、まず結節関数は以下の

ように展開できる。

r d3p1dε1 r d3p2dε2 r d3qdωzzr ， I 
F旬、JJ'(11'，22') = I一一一 l一一一 l一一-rJ3(P1九 P2E:2;qω川)J (2姉 )4J (2品 )4J (2π九)4~ \1"'.1~.1'I"' '''~''''~-'~V/ 

xei[一(P1+.rl -e1+ tl )+(Pl-'r~ -q-t~)一 (P2- ，r2-e2-t2)+(P2+ .r~-ê2+見 )l/九.
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ただし Pj土三Pj土q/2およびεj土三勺土ω/2であり、また rtは1，1'，2，2'近傍の局所座標である。

この式と (55)式を (123)式に代入すると、 κも局所近似で以下のように展開できることがわかる。

r d3p1dε1 r d3p2dε2 r d3q dω κit' ，)j' (11'，22') = 1一一一 l一一-l一一-CtJ(P1九 Pぬ ;qω，rt) 
J (2時 )4J (2浦 )4J (2π五)4
x ei[(Pl-'rl-el-h)一 (Pl+・r~ ーε l+ t~)+(p2+ ・ rZ-éz+tz)ー (pz- 'r~ -e2-t~)]/九 (128)

ここに現れる Fourier係数JCii'，jj' (p1ε1， P2ε2iq叫 rt)も方程式 (124)を満足する。ただし、£等は

P1E1-P2匂を足とする行列で、内部変数に関する和はJd3pdε/ (27r1i)4と理解すべきである。また
iとGGは次式で定義されている。

(l)ii'，jj' (p民pγ)= (2姉 )4O(p-p')O(εーピ)OijOi小 (129a) 

(GG)ii'，jj' (pE， Pγ;qω，rt) = (2π五)4O(p-p')O(εーピ)Gij'(p-ε_， rt)Gji' (p+ε+ぅrt). (129b) 

7 φ微分近似と保存則

動的な問題を扱う場合には、保存則に関して細心の注意が必要である。例えば、粒子数が一定

の系の時開発展を考察する場合において、使った近似が粒子数保存則を満たさない場合、得られ

る結果は全くナンセンスなものになるであろう。従って、「どのような近似を採用すれば保存則が

満たされるか?Jという問いが極めて重要な意味を持ってくる。この間いに対する一つの十分条

件を与えたのが、 1962年の Baymによる研究である [11]。その近似法はφ微分近似あるいは保存

近似と呼ばれ、 2.8節でその内容と利点に関して言及した。

この章では、争微分近似を採用すると様々な保存則が自動的に満たされることを見てゆく。証

明の基本は Baymが松原グリーン関数について与えた [11]。実時間Keldyshグリーン関数を用い

るここでの手法は文献 [21]による。

7.1 恒等式

まず準備として、争微分近似が満たす様々な恒等式を導出する。争微分近似は、 (39)式の展開

に現れる Feynman図形を無限次まですべて取り込むと正確な理論になる。従って、それらの恒等

式は、また、厳密な理論が従う恒等式でもある。

第一に、次のゲージ変換を考える。

。(2ぅ1)ーが(2)G(2ぅl)e一枕(1)う 司

E
E
E
E
B
E
E
S
E
a
E
J

A
U
n
U
 

、、，.，，什い

0
χ
 

「
E
l
i
t
-
-
L

一一
一、‘‘，，
r

ta--
，，E
目、、
v
V
A
 

(130) 

(39)式で定義された汎関数争(およびその部分和近似)は、明らかにこの変換 (130)の前後で不

変である。従って、 1次のオーダーでも 6φ=0が成立する。ここで、 φがGの汎関数であり (40)

式が成立することに注意すると、この条件6争=0は次のように書けることがわかる。

J d1 J d2Trf3却ぅ判的1)=。 (131) 
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一方、 dGは(130)式より以下のように評価できる。

d6(2，1)=i[定(2)6(2，1)-6(2， 1)定(1)]. (132) 

この式を (131)式に代入し、 χ(1)が任意関数であることを考慮すると、次式を得る。

f -d2Tr ~~!3 [テ3土(1，2)句。(2，1)十 6(1ぅ2)テ3土(2，1)テ"3J= 0・ (133a)

さらに、 (25)、(26)、(48)式などを用いて変形すると、この恒等式は以下のようにも表せる。

fρμ位叫2叫伊刷[戸伊問~R(町叩M川(ο仏仰1，口刊，2刈2勾)G1伊例内口町勺2竹恰(σ川2

これがゲ一ジ変換の自由度から帰結される恒等式である。

第二に、次の Galilei変換を考える。

。(2，1)→吋良(t2)予2]6(2，1)叫 [V1氏(t1)] ぃ [R~t) ~] (134) 

しかし、この変換 (134)により@は不変であり、 (131)式は今の場合も成立する。ここでのGのl

次の変化は

dG(2ぅ1)= R(t2).V2G(2， 1) + R(tI).V1G(2，1) (135) 

と評価できる。そこで、 (135)式を (131)式に代入し、 R(t)が任意関数であることを用いると、以

下の恒等式を得る。

J Q(山 =0 (136) 

ただし Q(l)は

Q叫(ο1)片三一仇伽σ竺壬町fρμdω咋2
一GR(ο1 う2勾)E1ロ2(ρ2，1γ')一G ロ町(ρ1う2勾)~A(ρ2う1γ')リ]1'=1νう (137) 

で定義されている。 2の微分項は部分積分により生じた。

第三に、 01上での変数変換t→ B(t)三 t+ψ(t)を考える。それに応じて Gを次のように変化

させることにする。

G(2，1)ーU(t2)G(r2B2，rlBl)U(tl)， 的)三[吋/4 ~] (138) 

ここでの因子(dB/dt)1/4は、変換t→ Oによって (33)式に現れるヤコビアンを相殺し、争の形を

不変に保つ役割を果たす。従って、 (131)式は今の場合にも成立する。変換による Gの1次の変化

をあらわに書き下すと以下のようになる。

げ川 (139) 
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この式を (131)式に代入し、ザ(t)が在意関数であることを用いると、次の垣等式を得る。

d(冗int(tl)) f /"¥ I~ ¥ -'l3 
口 -IQε(1)d.lrl・

dtl J 
(140) 

ここで、〈冗iおも(tl))と母ε(1)は、以下のようζ定義されている。

削む叫))=苧fρめd3rlイfρd咋 R円叩R(1，2)β仏M叫1，リ叫?ユ，2)吟2)G限附G削
+GR(ο1，2勾)ε1口2(ρ2，1)+ G12(1， 2)~A(2， 1)]， (141) 

釧誌一i完吠/ρμd位2[伊が{与山1
+G 氏(οl ヲ， 2勾)~口町(ρ2，1')+ G12(1， 2)~A(2， 1')] 1'=1 ・ (142) 

これが変換 (138)から得られる t恒等式である。

(141)式で導入された(チ(int(t1))は系の相互作用エネルギーに他ならない。 このことを確かめる

ために、 (30)式の 12或分を書き下すと以下のようになる。

[ θ 叫向わ~ __" 1 _.，<) ， _， r 
句+耳ずよし…U(1)♂仰l吟)+叩叶μペiいIG1伊1ロ如2

(14必3)

ここで、自己エネルギー項の変形には、再び (25)、(26)、(48)式などを用いた。一方、 G12の方程

式は、 (3) 式から導かれる内(1) 誌が(tlぅ一∞)~(rl)Û(tl ， …∞)に対する運動方程式仇￡内(1) = 
Ut(tlぅ…∞)[~(rl) ，吟(t)]Û(h ， 一∞)、すなわち次式からも得られる。

仇ー十一~ -U(1) +μiψH(1) - / V(1 _: 1')佑(1')内(1')内(1)= O. (144) 
[ δ がわ~ __，.， 1 ~ ，.， r 
δtl '2m -¥-， ' r~1 TU¥-， J 

実際、 (144)式の左からーσ(ij九)仏(2)を掛け、密度行列(19)で平均操作を行えばよい。そのよう

にして得られた表式を (143)式と比較すると、次の漉等式を得る。

~J川
(145) 

この式でで、2=1と置くと、相互作用エネルギーの期待値を自己エネルギ…で表す式が得られる。そ

の複素共役をとって元の式と足して2で割り、 (27a)式および (49)式を考患すると、 (141)式が相
直作用エネルギーに他ならないことがわかる。

7.2 保存則

以上の準備の下に、争微分近似において保存則が満たされることを証明する。まず、 (143)式の

機素共役をとり、 (27a)式および (49)式等の対称性を用いると、次式が得られる。

[3 向~ __，_， 1 _1，)，_ _， r 
-仇31;十万a-U(2)十μ，IG12(1，2)-j[♂(l，3)E12(口)+ G12(1， 3)が(れ)]d3 = 0 

(146) 

-37-



北孝文

次いで、 (143)式と (146)式の差を取り、 2=1と置き、 (133b)の恒等式を用いる。すると、次の粒

子数保存則を得る。
δn(l) 
一一一+V'l.j(l) = O. (147) 
θt1 

ここで、 n(l)とj(l)はそれぞれ粒子密度および流束密度で、以下のように定義されている。

n(l)三仇σG12(1，1)， (148a) 

V'1-V'2n12(1 ()¥I 
日)芸品2寸 7G(L2)l-1 (148b) 

ついで、 (143)式と (146)式にー仇σ(V1-V2)/2mを作用した後、両者を差し引き、さらに 2=1

と置く。すると、流束密度j(l)が次の保存則を満たすことがわかる。

θ1  _ r.K/1¥  ， n(l) 
~j(l) + -=-V1金1¥(1) +一~~/V1U(1) = ~~ Q(l). at1"'-' ' m -.L-=-. ，-，' m (149) 

ここで、 Q(l)は(137)式で与えられ、また、テンソルeK(l)は次式で定義されている。

ed(1) =一会件丸)(¥71j・- ¥72j)G12(1， 2) 12=1 (150) 

さらに、 (149)式を系の全空間にわたって積分し、 (136)式を用いると、全運動量に関する次の保

存則を得る。

[!(1¥.J3_ [n(l)_ TT(1¥ .J3 
51:/j(1)dh=-f-VlU(1)d T 1(日1)
11m  

最後にエネルギー保存則を考察する。演算子 -i1iσ£と -inσ£をそれぞれ (143)式と (146)

式に作用し、両者を加え、さらに 2=1と置く。すると次式をえる。

θεK(1) θη(1) 
一一一+Vl . j~(l) + U(lト一一=Qe:(l). at1 . J. "e:，-/ ' -，-， atl (152) 

ここで、 Qe:(l)は(142)式で与えられ、また、 εK (1) と j~(l) は以下のように定義されている。

的 1)三金V，. V2G12(l， 2)12~1 (153) 

， ，_， in3σ/θθ ¥ ~l'L_ _， I 
j~(l) =一一一I~: V2+ ~: V1 )G叩，2)12m ¥θtl θt2 -...) - ¥ -) -'12=1 

このt'K(l)は運動エネルギー密度に他ならない。さらに、 (152)式を空間積分し、 (140)式と (147)

式を用いると、次の全エネルギー保存則を得る。

(154) 

正[/t'K (1)ん川1))ト-/ j(l) .V1川 3r1 (155) 

(147)， (151)， (155)式がこの節での主な結果である。それらは争微分近似において保存則が満

たされていることを表している。

。。つd
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7.3 Wigner表示での保存則

前節で得た (147)，(149)ぅ(152)式は、粒子と運動量およびエネルギーの流れの時開発展を記述

し、基本的重要性を持つ。ここでは、これらの保存則を (70)式と (72)式の解と関連づけ、 Wigner

表示で表すことにする。

(55)式と (59a)式を (148)式に代入すると、 n(rt)とj(rt)をAとゆを用いて表現できる。それ

らは近似なしの厳密な表式であり、 (147)式を満足する。より具体的に、粒子密度 η(rt)と速度

v(rt)三j(rt)/n(rt)は次のように与えられる。

吋耐刷tめ)= n r 企2宅与2μA(俳pE料ε巳うr川刈r吋叫tの似)J (μ4π刊μ/品

n ( d3pde p 
v(吋)=ーι~ I ~~t~: _~ A(pe， rt)ゆ(pe，rt). 
n(rt) J (2姉 )4m 

またvを用いると、 (147)式は

と書き換えられる。

an十V(nv)= 0， 
δt 

(156a) 

(156b) 

(157) 

(149)式に移ろう。まず (150)式の@5は、 (55)式と (59a)式を代入することにより、 Aとゆを
用いて下記のように表せる。

@吋5(例r吋叫t吟)=九りf虫生E也i笠型E笠幻LはA(俳p戸ε川う吋)胸ゆ似仰(ωp町ε
J (σ2π姉九め)4 m 

ただし、第二の等式に現れる II~(rt)は

( d3pdε ihpj 
II~ (rt)三九 l一一一一一A(pεぅrt)ゆ(pεぅrt)1 P三 p-mv， (159) 

) (2姉 )4 m 

で定義され、流体と共に動く局所座標でみた運動量流束密度テンソルという意味を持つ。次に、

(149)式の Q(l)を書き換えよう。 (145)式とその複素共役を (137)式に代入すると、 Q(l)に対す

る次の表現が得られる。

( ，J3_'θV(rl-H) '.I.t 叫Q(l)= -I dðr~ 
~. 

\~~ 
&11 

(ψH (1)ψ~ (1')ψH(l')ψH(l)). J 
a-r1 θr1 

ただし、この表現においては l'= r~t1 であり、 4 つの場の演算子の時刻は同じである。さらに、

(仏(1)仏(1')内(1')山(1))= P2(r1-r~ぅ守山1) と書き換え、ヰヰを r1 から l 次まで展開する

と、次式が得られる。

Q(l) = -V1IIv(1). (160) 

ただし、 IIJ;(l)は、 1士三(r1土r/2，tl)を用いて以下のように定義されている。

1 r，J3一一 θV(:r)'.I.t (1 ¥.I.↑ Z(1) 三-~J dJffi 
~ 

áf~' (1þ~(1 +)ψ~(1-)内 (1_)内(1+))・ (161) 

-39一



北孝文

(160) 式の関係に注意すると、 11~ の評儲には烏所近似を用いるのが妥当であることが理解できる。

そこで、この 11~ を (117) 式の￡を用いて表し、その結果に (16) 式と (55) 式および (128) 式を代

入し、最後に花関する部分譲分を実行する。すると、 11~~こ対する以下の表式が得ちれる。

V f_.L¥ (仇)2r d3qdω r d3pdε r d3p'dεI (Tr {'" • qiqi dlノ~\l1Ij(rt) =一一 j一一一 j一一一 j一一一i九九÷」Jj2 J (2πn)4 J (2浦 )4J (2叫 )4¥. q~IJ' q dq) 
x [κ12，12(pε，pγ;q，ω，rt) + (27rn)48(q)8(ω)G12(pεぅrt)G12(pγぅrt)]. (162) 

以上で準備が整った。そこで、 j口 ηvの関係と (158)式および (160)式を (149)式に代入し、 (157)

式を用いると、運動量保持則を表す次の方程式を得る。

竺+v・Vv+_--Vl1+一=O. (163) 
VU  。t mn _ m 

ここで、テンソ)vl1ijはl1ij三日5十日Zで定義され、 (159)式と (162)式を用いてあらわに書き
下すと、下記のようになる。

r d3pdε Pi'Pj 
l1ij (rt)三九 j一一一A(pe，rt)ゆ(pe，rt)J¥--'-"J (2伐 )4m 

+但立 rd3qdω f ?_3p_~~ r ~~pl.~é: (Vn8.， + qiqj ~以〕I ~_" _-:~ I .;:...一一… l一一一一 lに6ー+::.::..:=L…;...yl
2 J (27rn)4 J (2坊 )4J (2伐 )4¥ぜり e q d号/
x[κ12，12(pεぅpγ;qω，rt)+ (2浦 )48(q)8(ω)G12 (pεぅrt)G12(pγぅrt)]. (164) 

ただし、長 =p-mvであり、 G12は(59a)式で与えられ、また、 κは局所近似の紬節関数 (127)

と(129)式を用いたBethe蜘Salpeter方程式の解 (124)である。この立は明らかに対称テンソんで

ある。

最後に、撤分形式のエネルギー保存郎を導出する。この白的のためには、 (152)式の代わりに、

次式で定義されるエネルギー密度の表式から出発するのが便利である。

1 r ε印(ο1)片正4長V~汁川川v帆町lバ(偽d仏ωh釦μ糾川(υげ的州lγ川ω川川fう判川)以山州d犯似H以(叫出叫=1 +九叶~Iμ向州3r叫Tぺ~ V(山~)(ω)刈必仏仙ω占μい如(υげ的叫1γ灼fワ)
ただし、この表式に関しでは t~ 口 tl である。 (165) 式を時間について微分し、その結果現れる場

の演算子の時筒綴分を (144)式を用いて消去し、さらに、相互作用項に関する 1次の勾配展開を

(160)式の導出と同じ手続きで行う。このようにして、微分形式で表された次のエネルギー保存期

を得る。
δE(rt) 
一一一+V . jE;(rt) = -j(rt)・VU(rt).
θt 

ここで、 jεはエネルギー流束密度を表し、 i演実算子

j知削(ケ似附r討叫t吟)同三E去£会5たむ;ジ(V一-V'訓vγV')ワ)山d仏仙占釦(作ゲ附州rピ山I乍t
在用いて以下のように定義されている。

Lμ仙仰(ケ似昨r吋t

(166) 

(167) 

r -l3ト一一叩θV(仔r司) r 1_ I i -i J d3frすγ・[(ψ占(r_t)j(吋)山(r_t))+ (仏(吋)J(r-t)内(吋))J. (168) 
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(166)式における5とふには微分演算子がかかっているので、 (165)式と (168)式は罵頭近訟で評

価するのが妥当である。それは、 (158)式と (162)式の導出と問じ手続きにより実行でき、以下の

表式を得る。

εmjmnu2÷A (169a) 

ド jmdv+EiV+立v+jQ (169b) 

ただし、旦は (164)式で与えられ、またEiとjQは局所運動量p=p-mv任用いて次式で定義さ

れている。

i行3ηdep2 
凸(rt)== n I ~~二一一A(pεぅ同ゆ(pε ，rt) J (計九)42m

i~a r生53!?(川 )G12(川)+ :E12(川 )GA(pe，rt)]， J (27rn)4 

(d3pde p 
jQ(rt)去五 jニーこう一一手A(pεぅrt)手(pε，rt) 
J (27rn)‘2m2 

十笠立rd3芝生rd3pde r d3互de' 土 (0ニVn+Q主pd~q1 
2 ) (2時 )4) (2州 )4) (2浦 )4mγJ:'yq I 可 q dq) 
x[κ12，12(pe， pγ;qωぅrt)十(2叫 )415河川(ω)G12(pe， rt)G12(p' e'， rt)]. 

(170a) 

(170b) 

ここで、 (170a)式の導出には (145)式を用いたo Eiは流体と共に動く局所座標におけるエネルギー

密度、すなわち内部エネルギ…密度を表し、また、 jQは熱流東密度ベクトルである。

(169)式を (166)式に代入し、 (157)式と (163)式を舟いて変諺すると、エネ))/ギ一保存期を表

す以下の方程式を得る。
aεミ~_ aV-i 百+V伸十汁巾jお附Q

v=oのとき、この方穏式は熱伝導方程式に簡略化される。

(157)式と (163)式および(171)式は、それぞれ、徴分形式の粧子数と運動量およびエネ))/ギー

の保存則であり、そこに現れる物理畿は(156)式と (164)式および、(170)式で定義されている。こ

れちの物理震は、 (70)式と (72)式および、島所近訟の(124)式を解くことで、全て微視的に計算可

能である。

8 輸送方程式と流体力学

液体力学は、通常、統計力学と誌無関係に、渇所的な粒子数・運動量・エネルギー保存期に基

づいて、力学的・決定論的に構成される [49]。そのようにして得られる Navier-Stokes方程式は、

非線形発展方程式の典型例となっており、また、乱流・カオス・パターン形成など非平衡系に特有

な現象を内包している。しかし流体力学は、本来、多粒子系の平均的主主運動を記述する学興分野

であり、統計力学と密接な関連があるはずである。
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ここでは、単原子分子からなる首典希滞気体を例に取り、流体力学の方程式が輸送方程式から

導出できることを見てゆく。具体的には、 Boltzmann方程式を出発点とし、 Enskogによる「局所

平雛かちの展欝J[50， 51]を舟いて流体力学む方程式を導く。この考察辻、流捧力学的方程式の鍍

視的基礎づけを与えるだけでなく、流体における確率分布関数の形を決定することも可能にする。

そして、この確率分布関数を用いて 6章の考察を行えば、流体中の二体相関関数や揺らぎの計算

も実行できる。す主主わち、液体という典慰的非線形非平衡系に対して、平衡系と同様の扱いが可

能になるのである。このように、非平衡系は神秘的でも何でもなく、統計力学の射程内にあり、輸

送方程式はその解明に対する基礎を提供している。この考察を還して、パターン形成や乱読など

非平衡現象の宝庫である流体力学も、実際は熱平衡状態に近いということを感じて頂ければ幸い

である。

ここで扱う主題は古典的立内容で、例えばChapm鉛とCowlingによる教科書 [50]やHirschfelder

らによる著書 [51]に詳述されている。あえてここで取り上げるのは、希薄市典気体に限定されたそ

れらの内容が、場の量子論による義子輸送方程式を痛いることで、強相関効果・縫子効果・揺らぎ

の効果等に関連して、今後さらに理解が深まると期待されるからである。またChapman-Cowling

やHirschfelderらによる考察署においては粘性係数などの輸送係数を求めることが主目的なのに対

し、ここでむ考察辻、将来における揺ちぎの計算等も視野に入れ、 f涜捧中の分お関数を求める近

似法Jとの視点に立って流体力学の方程式を導出する。導出の詳細は文献 (52]による。

考察の出発点は (86)式のBoltzmann方程式で、改めて書き下すと次のようになる。

δf . P of oU of 
ー十一・一一一・ー =Ip[f]. (172) θt . mθrθr  op -.Lp 

右辺のIp[f]は衝突積分で、古典希薄気体に対する表式は、 (86b)式で交換効果を無視する近叡

σ九-mVJ-P4-→0を探用し、さらに高温極限(1+σf)→ 1をとることで得られる。さらに変数変

換P2=P+q、P3=P-q'j2、P4=P+q'/2を行うと、 Ip[f]が以下のように表現できる。

Iplfl= lifL1 jdσ[fp+(qーザ)/2fp十(q+q')/2-fpfp+q]・J (2姉 )3mJ 
(173) 

ただし、 dσ=dnq，J dq'o(q'-q) [mlV(q'-q)/2Ij4州 2]2は散乱の重心座標での微分散乱断面積であ
り[53]、また、 dnq，はq'方向の微小立体角を表す。特に、 fl九=一定jである接触相互作用の微

分散乱断臨積は‘ α三三mlVlj4πがで定義される散乱長を用いて、

d σ…=司αωザイf山
と表される。この表式は、半径αそ持つ剛体球の二体散乱による微分散乱断面積の表式に他なら

ない [53]0以下では、簡単のため、この接触相互作用の場合を考えることにする。

次に、 Boltzmann方程式かち持られる粒子数・運動量・エネ)I'ギー探存賠を審き下す。それら

に関与する基本的物理量は、粒子密度n(r，t)、速度v(r，t)、温度T(r，t)、流体と共に動く局所座

標系でみた運動量流東密度テンソル豆(r，t)、および熱流束密度ベクトルjQ(r，t)で、局所運動量
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P三p-mvを用いて以下のように定義されている。

(吋)=f1zd(PN)?
} (2π凡)3

v(吋)=」-fILEf(PN)，
(r， t) J (27rn)3 m 

(川)= '>7 2/.. 1¥ r In~;\τ互f(p ，r， t)ぅ
kBn(rヲt)} (27rn)32m 

E酌(ケrυ川う，tの恥)= r In~3;\ιτ 邑f加(ゆp，r川川r巴吋川，t刈tの)
} (μ(27幻7川 l札3m

(175a) 

(175b) 

(175c) 

(175d) 

( d3p tP p 
jQ(r， t) = 1 I()-_:'-\~:_: f(p，川 (175e)J (2川 )32mm

これらの表現は、また、一般的な表式である (156a)式、 (156b)式、 (170a)式、 (164)式および(170b)

式から、次の操作によっても得られる。すなわち、相互作用項を無視し、 (85)式で定義された分

布関数 f を用いて書き換え、さらに内部エネルギー密度凸を単原子理想気体の表式ε'i=~nkBT で

近似する。

以上の準備の下で、粒子数・運動量・エネルギー保存則を導出する。具体的には、 (172)式にそ

れぞれ1、p/mおよび戸/2mを掛け、 pに関する 3次元積分を実行する。すると、 (173)式の衝突

積分からの寄与は消えることが確認できる。これは、二体衝突に際して全粒子数・運動量・エネ

ルギーが変化しないためである。対応する保存則は、 (175)式の物理量を用いて以下のように表現

できる。

~~ +マ(nv)= 0， 
δt 

マU
一一+v. Vv + ---VII +一一一 =0、
δt mれ -m7

(176a) 

(176b) 

3 . (θT __¥ 
-nhl-+v-VT)+マ.jQ+豆:Vv = O. (176c) 2'. .L' ¥δt' . -J 

ただし、 A:互はテンソル積A:互三L:ijAijBjiを表す。これらの式は、一般の場合の保存則であ
る(157)式、 (163)式および、 (171)式の古典希薄気体版である。実際、 (176a)式と (176b)式はそれ

ぞれ (157) 式と (163) 式に見かけ上同じであり、また (176c) 式は (171) 式で凸 =~nkBT と置くこ

とにより得られる。

さて、 Boltzmann方程式(172)は、ゅうr，t)を変数とする非線形偏微分方程式である。この問題

を、 (r，t)を変数とする連立偏微分方程式(176)を解く問題に簡略化することを考える。このため

の標準的手法は、 Enskogによる「局所平衡からの展開J[50ぅ51]を採用することである。まず、分

布関数fを次のように展開する。

f(似 tの)=吋f(le勺e

ここで、 f(le)は、長三 p-mvを変数とする局所平衡分布

f(le)ー(27rn)3n …(-n_P'2 rn ) 
一 (2πmkBT)3j2V oO.y ¥ 2mkBT)う

(177) 

(178) 

円べ
υ
84‘ 
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を表す。この j(le)は、次の二つの条件を満足するように選んだ [50，51]: (i) Ip[j]が消えるとい

う局所平衡の条件; (ii) (175a)ー(175c)式をそれ自体で満足する。それゆえ、 (177)式における高

次の補正項ψ(j)(j = 1ぅ2γ・・)は、以下の条件を満たす必要がある。

fAτpn j(le)ψ(j)=O (n=0，1，2). (179) 
(27fn )3 

局所平衡分布j(le)には 5つの未知関数(η，v，T)が挿入されており、その数は保存則を表す発展方

程式 (176)の数と一致する。残された問題は、それらの方程式におけるその他の未知関数Eとお

を、 (n，v，T)とそれらの導関数を用いて表現することである。それにより、 (176)式が(n，vぅT)に

対する閉じた方程式となる。ちなみに、 j(le)は、また、 (82)式と (83)式を用いた分布関数(85)の

高温極限としても得られることに注意しておく。

展開 (177)をBoltzmann方程式 (172)に代入し、左辺の微分演算子を局所平衡からの展開にお

ける 1次のオーダーの微小量とみなす。また、 Ip[j(le)] = 0に注意すると、 1次のオーダーに関し

て次の方程式を得る。

笠竺+R_笠竺+VUーしr(le)ー IS川j]. (180) 
θt mθrmkBT-p  

ここで、右辺の I~l)[j] は、(閃)式と(川)式より以下のように与えられる。

ヰdゲ山山吋ηl)[jげ叫f
次に、 (180)式における j(le)の微分項を、 (178)式を用いて(凡v，T)の導関数で表現する。さらに、

その結果現れる時間微分項を、局所平衡近似での保存則 (176)を用いて消去する。その際、 (175)

式に j= j(le)を代入して得られる次の関係式を考慮する。

H(le)=PL !(le) j(jVJ =0. (182) 

ただし、 P三nkBTは局所平衡系の圧力を表し、また、 lは単位テンソルである。このようにして、

(180)式の左辺が以下のように変形できる。

笠竺+旦坐LEEf(le)=fle)12(kk-ど1.}:Vv + (k2_斗p.VlnTl 
θt m 8r . mkB T " "1-¥ ---- 3 = ) --. . ¥ - 2) m -----J 

ただし、 kは以下で定義された無次元ベクトルである。

(183) 

k三吾//2友克子. (184a) 

これに加えて、次の二つの無次元量

厨一
一 《一一1/3r == n -'-r， (184b) 

および平均自由行程

l-A“ (185) 
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を導入しておく。これらを用いて (174)式と (178)式を書き換えた後、 (181)式に代入して運動量

積分を無次元化し、その結果と (183)式を (180)式のそれぞれ右辺と左辺に代入する。すると、以

下の無次元の方程式が得られる。

2ゾ"2 r d3q r d3q' d(q' -q) o-k2ー(k+q)2L，.，(l) ..L ，，.，(1) _ ，，.，(1) _ ，，.，(1) 1 
.filn1/3 I 4πj 釘 -7e 同+(qーザ}/2十九+(吋)/2一九 -cpr-tqJ
1..2 r _ (. . k2 _ ¥ ~ ~ (司 5¥. ~_ _1 

=e一町 12( kk-.~ 1):¥7令+(k辺一一)k. ¥71n T I . (186) I ¥ 3 = J . ¥. - 2 J --. ----I 

ただし、守三δ/併を導入し、また、 ψ(1)をk=p/v'2万五Tの関数として再定義した。同様にし

て、 (179)式は

fルk2kncp~1) = 0 (戸川? ρ 

と書き換えられる。 (186)式は、(附)式を補助条件とするべ)の線型積分方程式とみなせる。

(186)式の右辺の形より、解として次の形を採用する [50，51]。

べ)= _ln1/3 r A5勺 2)(地一竺lI:れ+A門μ)k守lnT1. (瑚)I ¥. I ¥ 3 = J ¥. I -- - - I 

ここでA5/2とA3/2は二つの未知関数で、それらを指数α=5/2ぅ3/2で区別する理由は以下で明ら

かになる。 (188)式を (186)式に代入すると、 Aα に対する分離した二つの方程式

与ヲ引;訂f月会f舎亨:ヰ豆公「〆円kμ仏内山2叫一ベ-(k此k糾吋+
(189) 

が得られる。ここで、匂と 7ifはテンソルで、その具体形は、表1に基本テンソル円安を用いて

与えられている。右辺の因子e-k2は、 k2を変数とみなすとき、 Sonineの多項式 [50ぅ51]の直交関

係に現れる重み関数に一致する。そこで、 (189)式を効率よく解くために、 Aα(ε)をSonineの多

項式Sf(ε)を用いて以下のように展開する。

Aα(ε) =エィSf(ε) (190) 

t'=o 

二つの方程式に対して異なる指数α=5/2， 3/2を持つ Sonineの多項式用いたのは、 (189)式の右

辺を単一成分のみが有限の値を持つベクトルに変換し、方程式を効率よく解くという便宜上の理

由からである。 (188)式、 (190)式およびSE(ε)の直交性を用いると、補助条件 (187)は、次の一
つの条件に簡略化される。

α3o/2--n u (191) 

α wz 冗2 7if 

5/2 kk-(k2 /3)1 2Sa(k2)W{Z Aα(k2)W{Z 

k -S?(k2)W{Z Aα(k2)W{Z 

表 1:(189)式に現れるテンソルの定義式。 Sa(ε)=1とS?(ε)=1+αーεはSonineの多項式。
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α αg α? α2 αg α2 
5/2 2.2511 0.1390 0.0233 0.0058 0.0018 

3/2 0 -1.7036 -0.1626 -0.0371 -0.0117 

表 2:(192)式を数値的に解くことにより得られたα?の値。

それゆえ、以下では、 α=3/2に対する (190)式の展開からt'=oの項を除くことにする。次に、

(189)式と Sf(k2)Wk/4πのテンソル積(α=5/2)あるいはベクトル積(α=3/2)をとり、続けて
kに関する 3次元積分を実行する。すると、 (189)式は、 α?に関する次の線型連立代数方程式に変
換される。

ヱT制 =J，ミミ (192) 
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k→ k-q/2により、以下のように表せる。

T窃弓=2呼乏/ハ∞1d批伽kれeげ一-2
y'πJo Jo Jo 

x [Iu' ( k， q， q) + Iu' ( kぅq，-q) -2Iu' (kぅqぅq')J. (194) 

ここで、 Iu'(kぅqぅq')は、

.. r dr2" r dr2"，円，円
Iu，(k， q， q') == /ず/-~~~r Sf((k-q/2)~)Sf， ((k-q' /2)勺(WZ-ψWk-q'/2)' (凶5)

で定義され、また、 Iu'(kぅq，q)とIu'(kぅq，-q)は、 (195)式でそれぞれ k-q'/2→ k-q/2およ

びk+q/2と置くことにより得られる。

(194)式の行列要素の最初の数項は、解析的に容易に計算でき、 7ず2=7j_V2=1、7古/2=71Y2=
-1/4、7j_5(2= 205/48およびす=45/16と求まる。また、一般のt't"に関する行列要素も数値的

に簡単に評価できる。そのようにして計算された7f_p，を用い、かつ、無限次元行列(7f_p，)を有限の
ιで打ち切る近似を採用すると、 (192)式は数値的に容易に解くことができ、その際の誤差もt'cを
変化させることで見積もることができる。表2には、そのようにして得られたα?の収束値を示し
た。例えば、 α;/2とd/2の値は、それぞ、れい0および 1として得られる 5fi/4と-15ft/16

よりも絶対値にしてわずか 2%大きいだけである。このように、 Sonine多項式展開による有限項

近似は、極めて速い収束をもたらす。
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(175d)式と (175e)式に (177)、(178)、(188)式を代入すると、運動量流束密度テンソルと熱流

束密度ベクトルの表式が、展開の 1次までのオーダーで以下のように得られる。
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(196a) 

ー θT
JQ =ーしpκ吉子

ここで、 P= nkBTは単原子理想気体の圧力を表し、 Cp= ~nkB は定圧比熱である。また、 ν と

κはそれぞれ動粘性係数および熱拡散係数と呼ばれ、 (185)式の平均自由行程lと表2に与えた係

数α;/2および寸/2を用いて以下のように定義されている。

(196b) 

ν=jlPR/2ぅ (197a) 

1 ,• /2kBT ~3/ 
κ= -i; Z ，/ 二乙α~/2. (197b) 
2 V m 1 

これらの係数は明らかに同じ次元を持つ。それらの比九三ν/κはPrandtl数と呼ばれ [50ト流体を

特徴づ、ける基本的無次元量のーっとなっている。表2と(197)式を用いて得られる理論値Pr= 0.66 

は、 1気圧 273KのArにおける値0.67など、多くの単原子気体の値ときわめて良い一致を示す

[51]。

以上のようにいうv，T)およびそれらの導関数を用いて、未知関数EとjQを(196)式のように

表現できた。これらを代入した (176)式は、 (n，v，T)を決める閉じた方程式系を構成する。特に、

(176b)式はNavier-Stokes方程式に他ならず [49トまた、 (176c)式でv=Oと置くと熱伝導方程式

に帰着する。これらの方程式が「局所平衡からの 1次までの展開jを用いて導出されたことを改め

て強調しておく。従って、その正当な適用範囲内で (176)式と (196)式を解いて得られる (n，v， T) 

に対しては、 fの熱平衡分布からのずれは小さく、 (178)ぅ(188)，(190)式および表2の係数を用い

て、 (177)式のように表せる。このように、乱流やパターン形成など様々な非平衡現象の宝庫であ

る流体力学の対象も、そのエネルギーのほとんどは、平衡統計力学で記述できる熱で占められて

いるのである。得られた分布関数 (177)を用いると、流体中の揺らぎが第6章の方法で計算可能で

あることを再度指摘しておく。

9 まとめと展望・課題

非平衡多体系の力学的な時間発展を記述する量子輸送方程式について解説した。用いた手法は

Keldyshグリーン関数法による非平衡多体摂動展開で、その積分経路と Feynman則は、熱平衡状

態のものに多少の変更を加えることで得られる(第2章参照)。熱平衡状態の松原グリーン関数が

スペクトル関数Aにより完全に決定されるのに対し、非平衡Keldyshグリーン関数には一粒子分

布関数ゆが余分の未知関数としてつけ加わる (3.1節参照)。それら二つの関数に対する自己無撞着

非線形発展方程式が Dyson方程式 (54)に他ならない。量子輸送方程式は、その Dyson方程式を

Moyal積を用いて Wigner表示に変換した後、勾配展開を 1次で打ち切る近似により導出され、時
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間・空間について一階の非線形偏微分方程式である(第3章参照)。それは、遅延グリーン関数に対

する Dyson方程式(70)および、分布関数に対する (72)式で与えられ、 Aとゆに対する閉じた方程式

系を構成する。そこに現れる自己エネルギーは局所近似で評価するのが妥当である (3.4節参照)。

この量子輸送方程式においてスペクトル関数Aの情報を積分で消去すると、通常の Boltzmann方

程式や準古典方程式が得られる(第4章参照)。

勾配展開を 1次で打ち切る近似が正当化されるのは、系の微視的な長さと時間のスケールであ

る粒子間の平均間隔およびnjεo(εo :系の特徴的エネルギー)に較べ、系の巨視的な空間・時間変

化が緩やかな場合であり、この条件は多くの非平衡系に当てはまる。この近似あるいは「組視化」

のもとで得られた分布関数に対する輸送方程式 (72)からは、また、非平衡状態におけるエントロ

ビーの情報を取り出せることも明らかになった (3.5節参照)。その時間発展は、一階偏微分方程式

である連続の式(76)で与えられる。そして、孤立系における分布関数ゅは BosejFermi分布に漸

近して衝突積分がゼロとなり、また、エントロビーの増大もなくなって平衡状態の値に落ち着く

(3.6節参照)。以上のように、非平衡系における「エントロビー」の微視的表現が得られ、また、

それがどのような条件下あるいは粗視化の下で定義できるかを明らかにできた。系を純粋に力学

的に扱うにも関わらず、なぜエントロビーの概念が現れ、また「非可逆性」が生じたのかという

疑問が湧くかもしれない。しかし、ここでの取り扱いは、確率概念である「分布関数」の時間変

化を純力学的に追うという手法を用いている。そして、この分布関数の時開発展は、系の「乱雑

さ」が増大する圧倒的多数の初期分布を反映する。これが、ここでの扱いで「非可逆性」あるい

は「時間の矢」が生じる理由であると考えられる [29]。

ここで得られた方程式は、また、平衡状態において遅延グリーン関数に対する Dyson方程式に

帰着し、松原グリーン関数を用いた平衡統計力学を包含する。つまり、平衡統計力学の自然な拡

張としての非平衡動力学である。非平衡動力学としてはLangevin方程式などの確率微分方程式に

基づくものもある。しかし、これらの方程式は、一般に確率変数を用いて、定常状態としての熱

平衡状態を再現するように人工的に構成されている [4]。従って、純非平衡系への適用に疑問が残

る。一方、ここでの手法は分布関数を純力学的に発展させるものであり、そのような問題はない

と考えられる。また、ハミルトニアン (14)を用いたここでの考察は、表面における熱浴との相互

作用を力学的に取り込むことにより、熱流や運動量流のある場合にも適用可能であろう。さらに、

二体相関や揺らぎも第6章の手法で計算できる。この意味で、場の量子論を用いた非平衡統計力

学は「確立」しており、そこに原理的問題はないと考えている。

松原グリーン関数を用いた場の量子論の手法は、電子系や 3Heなどに適用され、その物性の理

論的解明に大きな役割を果たしてきた。それは、今や、物性理論における必須の道具となっている

l針。その自然な拡張として得られた量子輸送方程式は、非平衡系の理論的解明に大きく役立つと
期待できるであろう。平衡系と非平衡系とはいったい何が異なるのであろうか?平衡系の Gibbs

分布などに相当する非平衡定常系における普遍的な分布あるいはポテンシャルは存在するであろ

うか?輸送方程式を用いて非平衡系を扱うことで、このような問いにも一定の答えが得られると

考えている。例えば、後者の問いに関しては、輸送方程式を解くことで非平衡系の時開発展を追
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うことが可能でありもその到達点としての非平築定常状襲の性糞を調べればよいことに主る。非

平衡系は、これまで一般に、決定論的な非線形発展方程式に基づいて解析されてきた [5]。第8章

の考察かちは、それらが系の平均的挙動のみを記述し、揺ちぎの効果を無視していることがわか

る。また、それら非線形偏微分方程式の正当な適用範胞においては、平衡状態からの逸脱の程度

は小さい。ここからー捗下がってより微視的な視点に立ち、分布関数の発牒方程式、すなわち、輸

送方程式から出発することで、非平衡系における謡らぎや様々tJ..r非平畿担転移jの性質につい

ても解明が進むものと思われる。

輸送方程式そのものに関しでも未だに数多くの問題が残されている。そのいくつかを挙げると

以下のようになる。 (i)3.6節における2次摂動でのH定理を高次まで拡張して一般的証明;こする

こと。 (ii)ここでの輸送方稼式の導出は、 Moyal展開を l次で打ち切り、次いで左Dyson方程式

と右Dyson方稜式が等部になるような近{訟を用いて行った。一穀に、ある次数でMoyal展開を打

ち切ったとき、どのような近似の下で左Dyson方程式と右Dyson方程式が等価になるかを明らか

にすること。 (iii)結晶中の靖子に対して、周期ポテンシャルによるバンド間散乱の効果を含む輸

送方程式を導出すること o (iv)超伝導・怒読動状態への遥用。

議子輸送方税式を用いた非平衡統計力学は、未開拓の魅力的な分野である。本稿を読んだ読者

に、この分野への興味を持って頂いたとしたら、筆者にとって望外の喜びである。

Appendix .A.第二聾子化

第二量子化は、多粒子系を簡便に記述するために必要不可欠な数学的手法であり、学部レベル

の義子力学できちんと学んでおくべき主題である。それにもかかわちず、基礎かもしっかりと学

べる教科書が少ないように感じる。私自身も第二量子化で顕いた覚えがある。

ここでは、まず、同種多粒子系が持つ駿換についての対称性から説き鵡こし、その置換対称性

を表現する寵科な手法として第二量子化後導入する。

A.l 置換

まず、寵換についての基礎的事項を説明する。数学的な証明は文献[54]を参照されたい。置換

(permutation)は、 N偲の席に座っている N人の人が互いに席を入れ替える操作を意味し、その

演算子Pは以下のように表すことができる。
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(198) 

ここで、第二行のPiは、けこ康っていた人がPiに席を移したことを表す。従って、各Piは1から N

までの中の一つの植をとり、それらの間に重複はない。相異なる Pの数はN!である。置換の中

で、特に、円状に配置された嬉に盛った人が次々と燐の席に移動するような霊換を巡回議換(cyclic
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permutation)と呼ぶ。それは以下の演算子で表すことができる。

=(123k-1kl  I == (123 ・・・ k).
234  ・・・ k 1 J 

さらに、置換の中で特別なものとして、二人の人が互いに席を入れ替える「互換」があり、

(199) 

ん三cn ~(12) ぅ (200) 

4
E
・4
ハ
u
q，h
 

w
h
u
 

nJ-
噌

E
4no 

qo 一
一一

う

お
よ

1
:

千ノ

Lr

蜘

明

日

山

つ

V
ハ

一

4

を

=

例

¥
l
/

ρ
o
q
d
 

るせ

5

1

表

4

4

てし

3

6

と

2

5

崎

1

2

換

/
l
¥

置

一

=

る

回

A
D
G

き

巡

J

で

は

が

換

と

置
こ

の

す

意
表

任
と

このように恒等置換(4)は書くのを省くことにする。さらに、巡回置換は互換の積に書くことがで

き、具体的に以下のように確かめることができる。

(12M  K-1 kl I = (12) (13) ・・・ (1 k-1)(1 k). 
2 3 ・・・ k-1 k 1 J 

ここで、右辺における演算は、右から左へと順に行うものとする。以上の二つの事実から、「任意

の置換は互換の積に書くことができるJことが結論される。例えば、 (201)式の置換九は、

Pα= (36) (12) (15) 

と表すことができる。例をもう一つ挙げる。

九三(;:;;::)=川25)=川
各々の置換を互換の積で表したとき、互換の数が偶数であるか奇数であるかは、互換の仕方によ

らない。例えば、上の九は奇数個の互換の積として、また、 Pbは偶数個の互換の積として表され

ている。そこで、ある置換を互換の積で表したとき、その数が奇数個の置換を「奇置換」、偶数個

の置換を「偶置換」と呼ぶことにする。特に「互換」は「奇置換」であることに注意しておく。

A.2 同種多粒子系の置換対称性

同種粒子からなる多粒子系においては、質量などの粒子の属性が同じであるために、置換に関

連した特別の対称性が備わっている。典型例として、 N粒子系に対する次のハミルトニアンを考

えよう。

立=副長+U(rj)l+?(|rt-r3|)三 241)+引) ρ 
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ここで、 U と V は、それぞれ 1 体ポテンシャルと相互作用ポテンシャんで~る。このハミルトニ

アンは任意の置換Jうと可換であり、

会主会-1_主 (203) 

を識たす。鰐えばN=2の2粒子系を考えると、上式は次のように証明できる。

企d九1= r長十長十U(r2)+ U(r1)十V(lr2-rlDlρd己1= II 12m' 2m . -'-i.-/ . - ，-.L/ . . ¥1-" -"'''1 

このように、置換は、ハミルトニアンにおける和の順序を変えるのみであり、ハミルトニアンそ

のものを不変に保つ。 (203)式より、 Jうと Hは問時対角化可能であり、また、 Hに時間依存性が

ない場合には、 Pの期待{重も持間変起しないことがわかる。

そこで、まず、互換P12の闘有値を求める。 Pゐは明らかに恒等演算子である。従って、 P12の

菌有植を σとすると、それはσ2= 1を満たすことがわかる。これより σ出土1が結論される。す

なわち、問種粒子系の波動関数は、立換により不変であるか符号を変えるかのいず、れかである。固

有値σと粒子の持つスピンの大きさとの関連がPauliにより明らかにされた {Pauli，1940年)。そ

れによると、以下む対恋欝容告がある。

σ= J +1 \~ose 粒子)
1 -1 (Fermi粒子)

)
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一例えば、種子、腸子、中性子などはいずれもスピン 1/2を持つFermi粒子であり、光子はスピン

1を持つBose粒子である。また、接合設予である水素原子は、揚子1鱈と霊子1僅からなってお

り、その全スピンは0あるいは 1の整数値をとるため、全体として Bose粒子の振舞いをする

以上は立換についての考察であるが、託意の欝換Pへの一般花も容易である。それには、 f任意

の鍛換が瓦換の積として表すことができ、その立換の数の偶青はその置換に固有であるJという

上部の定躍を思い起こせばよい。従って、 Pの悶有値として

(204) 

を得る。

最後i之、 Pの波動欝数への作患をj)らわに書き下しておく。 N粒子系の波動機数を

並ν(Xl，X2，'"，XN) (205) 

と欝くことにする。ここで、 νはN粒子茶の波動関数を指定する量子数であり、また、町三 rjαj

は空間座標 rjとスピン座標的をーまとめに表すものとする。 (198)式の讃換Pを古νに作用させ

るということは、定義として次の操作を意味する。

P世ν(XI，X2γ ・・ぅXN)詰宙ν(Xpド Xp2，'"，xpN). (206a) 

一方、 Wvはlうの固有関数であり、その固有値はσPである。このことを具体的に表現すると、以

下のようになる。

jう宙ν(XI，X2ぅ・・・ぅXN)出 σP雷ν(Xr:X2ぅ・・・ぅXN)' (206b) 

間

hu
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A.3 iうの固有空間の構成

(206)式は、同種多粒子系の波動関数がPの固有状態であり、対称化 (Bose粒子)あるいは反対

称化(Fermi粒子)されていなければならないことを表している。以下では、この同種粒子が棲む

特殊な空間を、場の演算子を用いて簡便に構成する。

まず、調和振動子の生成消滅演算子 [55]に倣って、場の演算子ψとがを、次の交換関係を満た

すものとして数学的に導入する。

[~(X) ， ot (ピ )]σ 三。(X)が(ピ)一 σが(ピ)~(X)= d(x， X')， 

[~(X) ， O(ど)]σ=[が(X)，o↑(ど)]σ=0. 
(207a) 

(207b) 

ここで、 d(x，ピ)== d(r -r')dαα，である。次に、真空ケット 10)と真空ブラ (01を次式により定義

する。

ψ(x)IO) = 0， 0=(ゃい)10))↑= (01引い)ぅ (010) = 1. (208) 

以上がPの固有空間を構成するための基本的演算子と状態ベクトルである。

上記の演算子と真空ブラケットを用いて、状態ベクトル IXIX2・・.XN)とそのエルミート共役を

以下のように導入する。

|印刷三 44f(Z1)が(X2) が(xN)IO)， (209a) 
〉ハ!

(XIX2 州三 IXIX2...XN)↑=よ;(OIO(町)手(X2) ゆ(xl). (2ωb) 
¥!JV! 

この状態空間 IXIX2・・.XN)は、場の演算子の交換関係により、自動的に Pの固有空間となってい

る。実際、交換関係ψ↑(X2)ψ↑(Xl)=σψ(Xl)ψ(X2)を用いて、 IX2XIX3・・・XN)=σIXIX2X3・・・XN)

を示すことができる。また、一般の Pについても

IXP1 xP2・・ .XPN) =σPIXIX2・..XN) (210) 

が成立する。

状態ベクトル IXIX2...XN)は次の規格直交条件を満たす。

(伽U仇ω仰lY巾Uω2 ω伽州川fパ巾仰Ix
P 

これは、恒等式

や(Yl)が(Xl)が(X2).・・4↑(XN)
= d(Yl， Xl)が(X2)・・・Ot(XN)+σd(yl， X2)ψ(Xl)が(X3)・・・4↑(XN)+・.. 
+σNーld(Yl，XN)が(Xl)• • • o↑(XN-l) +σNが(Xl)が(X2)・・・4↑(XN)O(Yl) (212) 
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を用いて消滅演算子ψ(y)を10)のすぐ左に持って来た後、 ψ(Y)IO)= 0を用いることで証明でき

る。具体的に、 M=N=2の場合には、次のように示せる。

(山IXIX2)=去於仰

= j 附 2ρ)[伊似凶6引仰(ωU仇川川1，川，X1町1けM岬州)泌州州必ψ州仰山↑町ヤh刷(伊切凶Z勾ω2ρ)+付川σa8恥 Z勾2ρ2)~t州)川州dψ州↑代(町

= 去訂[伊8(仇川川うJ川Z町1ο)8引仰(ωU釣山山2あμ，X2勾2ρ)+付吋d州6引(仇山山う，X2勾ωω2ρ以州州州)川州陶6引仰伽(ωωU鈎ω2あう，X町刈1け)

以上でPの固有空間が構成できた。

A.4 多粒子系におけるブラケット・ベクトルの構成

次に置換対称性 (206)を持つ波動関数 (205)に対するブラケット・ベクトルを次式で定義する。

|陣曽ιいUω)片三fμd匂U飢イ11μd匂Uぬ2...1d仰州|附 仰州川)ι川川叫(ωω恥U仇札山1，う
州 三fμd匂Y1lμd匂Uぬ2...1d匂U仰川N川(ωU仇ω1叫Uぬ2仰州山|同問宙町町叩州;以伽(ω伽U仇山1

ここで、 Yj= rjαjについての積分は、 rjについての積分と αjについての和を意味するものとす

る。このブラ・ベクトルは以下の性質を持つ。

d似仰仇州伊仇刷Z町刈1け州)

d似仰仇(μ防川Z勾2

d似(いXN川)...~似(μX2ρ)~似(収X1ο)1同宙v)= J万;刊10)宙Uバ(X町1う，X勾2，γ...，XN川). (214c) 

つまり、 ψ(X)を|宙v)に作用することにより、波動関数の座標zがあらわに引き出されることにな

る。証明は、 (206)式と (212)式および積分変数の入れ換えにより、初等的に実行できる。 (208)ぅ

(20gb)， (214c)式から次式が得られる。

(XIX2・・・xNI宙ν)=宙ν(X1，X2，...，XN). (215) 

この式を (213a)式に代入すると、以下の等式が出てくる。

|世ν)三1dX1 1 dX2... J dXN IXIX2 町)(川町Iwv)
これは次の関係式に等価である。

1 dX1 1 dX2... 1白川町X2 町 )(X山町 1= 1 (216) 

言い換えると、 IXIX2・・ .XN)はPの固有空間に対する完全系を構成している。

(213) 式を用いると、また、 P の固有空間にない任意の関数世(X1 ， X2 ， ・・ • ，XN)も、容易に対称

化・反対称化することが可能である。実際、状態ベクトル

|宙)= AN  1 dY1 1 dY2... 1 d山

内
べ
U
F
h
u
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を構成すると、 IYIY2'" YN)の効果により、 lIt(Yl'Y2，' . .ぅ YN)の中で対称・反対称な部分のみが取り出

されることになる。ただし、規格化定数ANは別に決める必要がある。 (217)式は、 W(Xl，X2γ・・ ，XN)

をρの固有空間に埋め込む操作とも見なす事ができる。実際、この|世)から (215)式を用いて、 iう

の固有空間の波動関数が以下のように構成できる。

世(Xl，X2ヲ ，XN)三(九九 ，XNI申)=祭玄(J'"PlIt(Xp1，XP2， . .. ，XPN) 
P 

(218) 

ここでの変形に際しては (211)式を用いた。この波動関数は (206)式を満足し、正しい置換対称性

を持っている。

A.5 ブラケット・ベクトルの規格直交性と完全性

(206)式を満たす多粒子系の波動関数宙ν(XlぅX2，"'，XN)が、また、規格直交性と完全性をあわ

せ持つと仮定しよう。そのことは次のように表せる。

J dXl J dX2'" J dXNW~/(いううXN)宙ν (Xl ぅ九 ， XN) =仏 間

D仇九 ，XN)町(川ぅん)=品工(7Pð(川l)ð(x~ ， XP2) ... d(x'rv， XPN) 
P 

(219b) 

一方、これらの関係は、 (213)式のブラケット・ベクトルを用いて、以下のように簡潔に表現で

きる。

(宙μ|世ν)= dl/'I/' 乞IWI/)(叫 =1 (220) 
ν 

証明は、 (220)式の左辺に (213)式を代入し、 (206)ぅ(211)，(216)ぅ(219)式を用いることで初等的

に実行できる。

A.6 演算子の行列要素

状態ベクトル|宙ν)と場の演算子ψ(x)を用いると、同種多粒子系における演算子の行列要素が

簡潔に表現できる。このことを以下で見てゆこう。

(202)式からも明らかなように、同種多粒子系の 1粒子演算子iI(l)と2粒子演算子iI(2)は、一

般に次の形を持つ。
N 

iI(l)三Lhy)う
j=l 

企(2)三 ZA3)
Z<J 

(221) 

これらの演算子の W~/(Xl ， X2γ ・ . ，XN)と申ν(XlぅX2，'"，XN)の問の行列要素は、ブラケット・ベ

A
斗
AFlo 
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クトル(古川と|宙ν)を用いて以下のように表現できる。

J dXl""" Jドdω包勾N州州電
Jd匂Xl""" J dXNW~/(Xl型、時川XI， """lXN)

=i汀j向叶jμdω忽X2伊但訓
証明は、右辺に (214)式を代入し、 (206)式と (211)式を用いることで初等的に実行できる。

A.7 第一量子化と第二量子化一同種多粒子系に対するこつの等価な記述法

以上により、同種多粒子系に対して二つの等価な記述法があることが明らかになった。

第一の方法は「第一量子化」と呼ばれ、通常の演算子と波動関数を用いて行列要素や期待値を

評価する。例えば、ハミルトニアンは (202)式で与えられ、対応する波動関数 (205)は(206)式の

対称性を満たすように構成しなければならない。

一方、第二量子化と呼ばれる場の演算子を用いた記述法では、 (202)式のハミルトニアンは

え=/ dXl~↑ (X川並+U(rI) I ~(Xl) + ~ r dXl r dX2~t (Xl)が(x2)V(lrl-r21)や(X2)仏(XI)ぅI --~ T ¥ --... 112m " -¥ -.J. I I T ¥ --.J.I ' 2 I --.J. I 

(223a) 

と表される。対応する状態ベクトルは、 (209)式を用いて

IWν) = J dXl""" J d川町)仇(九州)ぅ 問

で与えられ、規格直交完全性(220)を満たす。 (223)式すなわち第二量子化法は、 (222)式より、「第

一量子化」と全く等価な記述を与えることがわかる。

A.8 第二量子化-相互作用のない場合

以下では、相互作用のない系に対して、第二量子化のハミルトニアンと状態ベクトルをあらわ

に書き下しておく。考察するハミルトニアンとして、具体的に下記のものを考える。

r _I.tf_ ¥ iTi I TTf_ J 
冗o三 lψT(Xl)I ~石 +U(rl) Iψ(Xl)dxl・

ここで、 l粒子ハミルトニアンの固有値問題

[長+町r1)]山)= Ek'Pk(Xl) 

(224) 

(225) 

が解けたとし、その固有関数内(X)=仲間が以下の完全規格直交関係を満たすものと仮定する。

附三f叫(Xl)伊山川町=恥
2ンk(XI)バ(X2)= d(Xl， X2) 

(226a) 

(226b) 

F
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次に、 ψk(xI)を用いて、場の演算子ψ(X)を下記のように展開する。

的)=乞ek'Pk(X)， が(X)= L el'Pk(X) (227) 
k k 

(207)式と (226)式を用いると、演算子ekと4が次の交換関係を満たすことを容易に示せる。

!とKJLlσ =Okk'， [ekぅek']σ=ld，eLlσ=O. (228) 

(227)式を (224)式に代入し、 (225)式と (226a)式を考慮すると、 (224)式の冗oが次のように書き

換えられる。

元。=乞ω;ek (229) 
k 

次に、角。の固有ブラケット・ベクトルを求めよう。まず、相互作用のない N粒子系の波動関

数を得るため、 1粒子波動関数の N個の積岳山1，X2ヲ ，XN)三日立1(Xjlkj)から出発する。こ
こでν=(k1， k2γ・.，kN)である。そして、 (218)式により Pの固有空間への埋め込み作業を行う
と、正しい置換対称性を持った波動関数が以下のように得られる。

世ν(X1，X2ぅ川)=得工σP(x1Ikpl)(X2Ikp2)'"(xNlkpN) 
P 

(230) 

特に、 Fermi粒子系 (σ=-1)の場合、 (230)式は行列式の定義に外ならず [56]、

A(伊例F町) r (x町刈lリIk1ο)... (x町刈1リIkN)1 
宙叫W;ダF)い(μ仇Z町川l

L (xNI怜k1) ... (xNlkN) J 

とSlater行列式として表すことができる。そして、行列式の性質から、 (k1'.・.，kN)もしくは

(九・ • ，XN)のなかに同ーのものがあるとめr)= 0となることが結論される。これは、「二つの
同種粒子が同時に同じ 1粒子状態もしくは(スピンも含めた)同じ l粒子座標を占めることはでき

ない」という Pauli原理に他ならない。このように、 rPauli原理」は実際は「原理」ではなく、同

種粒子系の置換対称性から自然に導かれる法則である。 F民er口I立凶I

すべて異なることに注意すると、以下のように計算できる。

(231) 

f f(F)2(A7))2-N  1 = J dX1 . . . J dx N 1宙ν(九州)12= \(~)~ ~~(-l)P'+PD(kpjlkpj) 
P P' J=1 

=与駐在(一円
これから Fermi粒子系の規格化定数が

A~) = JNi. (232) 

と求まる。
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一方、 Bose粒子系 (σ=1)の場合には、同ーのちに援数鑓の粒子が入ることが可能に主主る。こ

こではνとして、 klにnl個、んに向個、・・・、 kfにnf個の粒子が存在する場合

ν= (k1γ・・ ，k1うねγ・・ うんγ・・ ， kfγ・・ うん)う 乞ηj口 N， (233) 

を考える。波動関数は再びσ口 1の(230)式で与えられ、 kpjは(233)式の νの置換である。対応

する規格化定数は以下のように計算できる。

1 = j dXl...j dXNlwSB)(Xl ，"~ ，xN)12 =与野前1(kp;lkP3)
(A7))2N(A7))2 
- N!日(kjlVT1!η2!'"nf 

第三の等式では~ p'が恒等置換の場合を考えて結果を N!倍した。このようにして、 Bose粒子系

の規格化定数が

APIdj (234) 
ト ynl!n2!・・・nf!

と求まった。

以上で波動関数が得られたので、対応するブラ・ベクトル|宙ν)を具体的に書官下そう。まず、

Fermi粒子系の場合を考える。 (230)式に (232)式と σ口 -1を代入し、その結果をさらに (223b)

式に代入した後、 (226)-(228) 式を用いて変形すると、 l叫~))として次式が得られる。

lW))14142・elNIO) (235a) 

この表現は (231)式に較べてはるかに簡潔である。そして、 Slater行列式における列の入れ替え

ki付ち iこよる波動関数の符号変化が、生とと;ィの入れ替えによる問ヂ)の符号変花に対応する。

特に、レを構成する kjとして 1粒子エネルギーの低いものからJrI買に N個を選んだ場合の問グ))

は、相互作用の無いFermi粒子系における基底状態を我し、 fFermi真空Jとも呼ばれる。

一方、 Bose粒子系の場合にはも (230)式に (234)式と σ=1を代入し、同様に変形すると、 (233)

式の νに対する|古伊))として次式が得られる。

fバ)n1 (etJne IwS
B)) =ーー-...ーι=r10). dヨvn;r

(235b) 

乙の表現は、多数の自由度を持つ調和振動子の閥有関数の表現に他ならない [55]0

以上の例会主ちも境ちかなように、第二議子花は、間接多粒子系の鰭漂な記述を可能にし、

統計力学における必要不可欠の数学的道具である。

Fermi粒子系においては、 j寅算子の反交換関係より、得10)= 0が成立する。このことを考慮す

ると、 (235a)式と (235b)式は、まとめて

{己iW1(tl)nE
iも)=ーー----J」 iG)
ゾ石T v吋・

(236) 

と表すことがで ることを指捕しておく。
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Appendix B.密度行列

ここでは、量子統計力学における最も重要な概念の一つである「密度行列」を導入し、平衡系

に対してその具体形を求める。

B.l 全系と部分系

一般に、統計力学で扱う系は非常に膨大な自由度を持っており、それ自体を力学的に扱うこと

はほぼ不可能である。そこで、全系を注目する部分系とその他の外界に分け、外界の影響を確率

的に取り込むことを考える(図8参照)。以下、部分系の全座標をと==(Xl，X2，... ，XN)、また外界

の全座標を qで表すことにする。

全系

図 8:全系と部分系

外界と部分系との聞に相互作用がないとき、その部分系は「純粋系」と呼ばれる。この場合の

部分系は、 Schrるdinger方程式の解である波動関数

争(c，t) =乞ανゆν(乙t)， (237) 
ν 

で記述できるであろう。ここでゆν(ごうのは完全規格直交系であり、またανは展開係数で、規格化

条件 JI~(乙 t)1 2dç= 1より、
L lavl2 = 1， (238) 

ν 

を満たす。波動関数争(x，t)を用いると、部分系の演算子Oの期待値は、

。(t)三J<T*(c， t)6<T(c， t)←Zωμ刷。札M
と表せる。

次に、部分系と外界との聞に相互作用がある場合を考える。その場合の部分系は「混合系」と

呼ばれる。部分系に対する外界の影響を確率的に取り込むために、 (239) 式の展開係数 ανa~， をあ

る平均値 ωvv' 三 (ανα~，)で置き換えることを考える。切ννF の具体形は未だ不明である。しかし、

その定義式より、以下の性質を持つことが期待できる。

(a) 切ら， =(ανα~/)* = (αv' α~) =ωνFν :エルミート行列。

(b)ωvv' = (ανα~， )は正値行列。

(c)乞ν切νν=乞ν(1αν12)= (乞ν|αν12)= 1 :規格化。

O
O
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B.2 密度行列

上記のωvv'を用いて、密度行列p(乙ご;t)を次式で定義する。

ρ(ば ;t)三乞ω川 ν(乙t)め(乙t) (240) 

νν' 

この密度行列を用いると、演算子Cの時刻tにおける期待値O(t)が、次のように表現できる。

。(t)=?イcþ~，(c， t)OゆνM

ここで、演算子Ocの添え字とは、 p(ごうと';t)のとのみに作用することを表す。上記の叩ν〆の性質

から、密度行列は以下の性質を持つ。

(a)ρ(ごうと';t)=〆(ごうと;t):エルミート行列。

(b) p(乙C';t)は正値行列。

(c) Jρ(ごうと;帆=ζωイめ(ごうのゆν(乙帆=1 :規格化。
また、 Schr凸dinger方程式inat札(乙t)= H札(乙t)より、密度行列が次の微分方程式を満たすこと

がわかる。

サ似';t) = (Ih. -k{，)似';t) 

ただし、ここでは ωvv'が時間依存性を持たないと仮定した。

(242) 

B.3 平衡状態の密度行列

平衡状態においては、ゆν(乙t)=曽ν(と)e-iEνt;nと表されるエネルギー固有状態宙ν(と)を用いる

と便利である。このとき、密度行列 (240)は、

ρ(ごうと';t)= L wvv，wv(と)町，(とγ (243) 

ν 

と書き換えられる。ここで、平衡状態の pに時間依存性がないことを要請すると、 ωvv'cx: <5 vv'が

結論される。つまり、平衡状態の密度行列はエネルギー表示で対角的になり、

ρ(とうとう=玄ω(Eν)も(と)町(ど)ぅ (244) 

ν 

と表すことができる。

以下、相加性の仮定に基づいて、 ω(Eν)の具体形を求めてゆく。図9のように、全系の中に二

つの隣接する部分系を考え、表面を通して生じるそれらの聞の相互作用は十分弱いものと仮定す

る。すると、部分系 1と2はほとんど独立であり、複合系 1+2の出現確率ω(1+2)はω(1)とω(2)

の積で近似できるであろう。すなわち、 lnω は相加的であり、

ln ω(1+2) = ln W(l) + lnω(2)う (245) 

n
w
u
 

F
h
u
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全系

図 9:部分系聞の相互作用

を満たすことが結論される。同じ近似の範囲内で、 E(1+2)= E(l) + E(2)が成立する。このことと

(245)式および、ω=ω(E)を考慮すると、 1nω(E)の関数形が次のように求まる。

(a) lnω(E) =α-sE ; lnω(E)はEの1次関数 (Eとlnwの相加性より)。

(b)α(1+2) =α(1) +α(2) ;定数部分は相加的。

(c) s(l) = s(2)三 s : s(j)は各部分系で同じ。

(d) 1 =乞ων=乞eα一βEν 一α=-ln玄eーβEu=sF。
ν ν v 

すなわち、 ων の具体形として次式が得られた。

β(F-Eν) wν= e'¥- -"/， F三十号円 (246) 

さらに、エネルギーの低い状態のほうが出現確率が大きくなることを要請すると、

nu 
>
 

l
一ば一
一一々μ (247) 

が結論される。これは Boltzmann定数kBを用いた温度Tの定義式ともみなせる。 (246)式の分

布はカノニカル分布と呼ばれ、また、この分布に従う集団は「正準集団 (canonicalensemble) Jと

名づけられている。カノニカル分布はBoltzmann分布と形は同じであるが、相互作用のない系の

一粒子エネルギー匂ではなく、相互作用も含めた系の全エネルギー Eνが指数の肩に現れている

ことに注意する必要がある。

以上の考察は、部分系 1と部分系2との聞に粒子のやり取りがある場合に容易に拡張できる。変

更点は下記の通りである。

(a)ων=ω(E，ν) 一切νN=ω(Eν，N).

(b) EとNに関する相加性の仮定 → 川 =eβ(fl-Eν十円 。三一;ln乞e-s(EνーμN)
vN 

この確率分布ωνN =eβ(fl-Eν+μN)に従う集団は「大正準集団 (grandcanonica1 ensemb1e) Jと名

づけられ、また、 μは化学ポテンシャルと呼ばれる。
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B.4 平衡状態の密度行列-第二量子化を用いた表現

以下、上記の密度行列に第二量子化の表現を与える。まず、カノニカル分布の密度行列は、 (223)

式のハミルトニアンと状態ベクトルを用いて、下記のように表すことができる。

。=アes(F-'ft)問ν)(宙ν1， F三 -llnアe-sEν (248)
L24 、 9 ム24

この密度行列を用いると、演算子Cの期待値が次のように表現できる。

。=乞eβ(F-ι)(Wv161丸)=官。6. (249) 
ν 

例えば、密度演算子を第二量子化で表すと仇(x)=がい)ψ(x)と書け、その期待値η(x)は

的)=工eβ(F-ι)(判長↑ (x)仰)1仇)=Trß~t(x)仰). (250) 

ν 

と表現できる。

同様に、大正準集団 (grandcanonical ensemble)の密度行列は、

νN 

Q三 -lln玄e一β(E凡 N)ぅ
ド νN

(251) 。=乞eβ([2一行+凶)1古川(曽川1，

と表される。ただし、

斤三/が(Xl)~(Xl)dXl = L 4ek' (252) 
V k 

は粒子数演算子である。 (252)式の第二の等式では、 (227)式の展開を代入して (226a)式の規格直

交性を用いた。特に相互作用のないハミルトニアン (224)は、 l粒子ハミルトニアンを対角化する

表示 (225)を用いて、 (229)式のように書き換えられる。この (229)式と (252)式、および、 (236)

式を (251)式に代入すると、相互作用のない大正準集団の密度行列。。が、以下のように表せるこ

とがわかる。

Le一β(Ek-μ)nln)kk(nl

。0=II n=O∞ 
k Le-s(Ekーμ)n

{戸t)n
|山三一片10)k'
vn! 

(253) 

n=O 

ただし、 10)kは、九10)k= 0を満たす状態kの真空状態を表すものとする。 Fermi粒子系の場合、

η についての和は、演算子の反交換関係に由来すると~10)k = 0の関係より、実質的にn=Oぅlに

制限されることを改めて指摘しておく。

B.5 締約された密度行列

(223a)式のハミルトニアンを見ると、 1粒子演算子や2粒子演算子の期待値の評価に関連して、

(248)式から得られる次の「締約された密度行列」を導入しておくと便利であることがわかる。

ρ(l)(XI， xD三 Trß~t(X~)~(Xl) = (が (X~)仏 (xI)) ぅ

ρ(2) (Xb X2; X~ ， X;) 三(が (X~)ψ↑(必)ゆ(X2)仏(Xl)). 

(254a) 

(254b) 

F
O
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実際、 (223a)式のハミルトニアンの期待値(冗)は、 (254)式を用いて以下のように表現できる。

内十X1[長+印1)]p(l)(Xl' Xj) lx;~"， + ~J dXl J dX2V(lrl -r21)が2)(……)
(255) 

一般に、 l粒子演算子と 2粒子演算子の期待値は、それぞれが1)とp(2)を用し:て計算できる。 (214)

式と (248)式を考慮し、 (254)式を通常の第一量子化の表現で書き表すと、以下のようになる。

ρ内い切川h川叫可，Xぬb号es(F伊F一引町N吋jμ匂知2...J匂dYNW州電νい切(X1，Y叫叫、J百
P内い凶(X1，Xω叫可，X町川2;

×宙;(Z;うZ必ι;LヲY3あ，'" ，YN). (256b) 

これらの締約された密度行列は、 Yangにより、超流動と超伝導の秩序変数を定義する際に用いら

れた [57]。

以上の正準集団に対する考察は、大正準集団にも容易に拡張可能である。

Appendix C. Bloch-de Dominicisの定理

多粒子系における二体相関は (254b)式の密度行列で表現できるが、そこに現れる 4個の場の演

算子の積をいかに評価すればよいのであろうか?相互作用がない系に対して、場の演算子の積の

期待値を簡便に評価することを可能にするのが、上記の Bloch-deDominicisの定理である。この

定理は、散乱理論における S行列の評価に関連して、最初に Wickにより純粋系に対し証明が与え

られた [58]。それゆえ、しばしば Wickの定理とも呼ばれる。後に BlochとdeDominicisは、混

合系が関与する量子統計力学における証明を与えた [59]。ここでの証明法は、より初等的で明快

なGaudin[60]によるものである。

以下では相互作用のない大正準集団を考える。その密度行列。。は (253)式のように書ける。こ

の密度行列に関連し、 Pk= e-β(句一μ)として、次の恒等式が証明できる。

子 手(♂)n-l η 手(が)ηη 州 1一手
e) ~ Iη)pn(nl =、一一一10)pn(Olen = p、、一+-10)pn(0Ien-t-1 = p、、In)pn(nle. (257a) 
白白 (ηー 1)! お n! 位。

ここで添え字kを省略した。この式のエルミート共役をとると、

と↑玄In)pn(nl= p-1 L In)pn(nlet， (257b) 
n=O n=O 

となる。 (253)式と (257)式より、九とと;および。。に関し、次の恒等式が得られる。

ekPO =pω仇ぅ 己μ。=PFloot; (2回)

以上を準備として、 Bloch-deDominicisの定理

(e1 e2... e2n)o三官。oe1e2...e2n =乞fσp(ep1q山 (ep3ep山 (eP2n-1 ep2n)o， (259a) 
P 

っLPLO 



「量子輸送方程式と非平衡エントロピー一場の量子論による非平衡統計力学-J

を証明しよう。ここでCはともしくはと↑を表すものとし、また、 ki→ tと略記した。また、 LP'
は、 (198)式で定義された置換のうち、以下の条件を満たすものについての和を表す。

P1 < P2ぅP3< P4ぅ・・・ぅ P2n-1 < P2n， P1 < P3 <・・・ <P2n-1・ (259b) 

(259a)式の右辺の操作は iWick分解 (Wickdecomposition)Jとも呼ばれる。また、演算子対の

期待値を取ることを「締約する (contract)Jという。

まず、 (228)式で与えられるCの交換関係が、一般に

[ei，ej]σ三 eiej一σejei= (ij)ぅ

と表すことができることに注意する。ここにいj)は定数である。すると、 (259a)式左辺の期待値

は、上式を繰り返し用いて 01を右へ移動することにより、以下のように変形できる。

(0102・・・C2n)0= (12)(C3・・・C2n)0+σ(13)(02C4・・・C2n)0+... 

+σ2n-2(1ぅ2n)(e2e3・..e2n-1)0 +σ2η-1(e2・..e2ne1)0・

ここで、最後の項は、 (258)式を用いて次のように書き換えられる。

(。2---C2nC1)o=p?(CIC2・..e2n)0， 

上の2式より、 (e1e2・・・e2n)0が、 2n-2個の演算子の積の期待値を用いて次のように表せる。

(12) ，A' A A ¥ ，_ (13) (C1C2・・・C2n)0=一一一(C3C4・・・C2n)0+σーーっ(C2C4・・・C2n)0+・・・1ーσp?ni-UY1

2η-2 (1ぅ2n)一一.._'}.(C2C3・・ .C2n-1)0・
iー σPI

ここで特に n=lの場合を考えると、この式は

(12) 
(C1C2)0 =一一「

1-σPI 

となる。従って、

(0102・・・02n)0= (0102)0(03C4・・・02n)0+σ(C103)0(0204・・・02n)0+・・・

+σ2n-2(CIC2n)o(C2C3 ・・e2n-1)0・

この操作を繰り返すと、結局、 (259)式が得られる。

以上の証明では、4ととkは1粒子S伽るdinger方程式(225)の固有状態に対応する生成消滅演算
子であると仮定した。しかし、 Bloch-deDominicisの定理は、九の任意の線型結合bj三 LkUkjek 

についても直接成立する。すなわち、 83を月もしくはんとして、次式が成立する。

(E1E2・ E2η)0= L::' (JP (EP1 EP2)0(EP3EP4)0 . . . (九日鳥山 (260) 

P 
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このことは、 (260)式の左辺を Ckで表しておいて (259)式を用い、最後に Ukjを平均値の中に挿

入することにより容易に証明できる。例として、 (254b)式の締約された密度行列は、相互作用の

ない場合、以下のように書き換えられる。

(が(仰が(必)~(X2)や(Xl))O = (や↑(吋)必(Xl))O(が (X~)ゆ(X2))0 + σ(が (X~)~(X2))O(が (X~)~(Xl))O ・

最後に次のことを指摘しておく。すなわち、上記の証明には、大正準集団の確率九 =e一β(Ekーμ)

の特徴はどこにも用いられていない。従って、 (259)式あるいは (260)式は、 (253)式のeーβ(匂ーμ)

を任意の正の値Pkで置き換えても成立する。

Appendix D.熱力学関数の摂動展開

ここでは、 (251)式に現れる熱力学関数Qを、相互作用に関して摂動展開し評価する方法につい

て解説する。

D.l ハミルトニアン

以下、次のハミルトニアンで記述される相互作用のある系を考える。

冗三冗0+冗int. (261) 

ここで、冗oと'Hintは次式で定義されている。

え仇ilo=戸三fμやが山仰州↑代恥切叫(μ例叶Z刈叶)イ[長+町印附r吋)ト一μ4恥lいdω=号午(匂…一づμω岬)仏 仰

吋角仇ilint凶凶n叫戸t三→~Jρdイ白ω2沙山d

ただし、匂は (225)式で決まる固有値、 μは化学ポテンシャル、 Uは外場、 Vは相互作用ポテン

シャルであり、また、九'l'.klはEkに対する固有関数少k(X)を用いて

九吟恥恥恥Vk'l'，k仔午爪刊l'孔川戸，ヘ清，k

で定義されている。 j演寅算子t九kを用いた表式は、 (227)式を代入し、規格直交性 (226a)を用いて得

られた。

D.2 熱力学関数Q

この系の熱力学ポテンシャルn= fJ(TぅVぅμ)は次のように表せる。

。=十nZGぅ ZG三百eβ冗
A 

(264) 
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ここに現れる ZGを、相互作用1tintについての摂動展開で評価する方法を確立する。この目的の

ために、 e-s冗を次のように書きかえる。

e-β冗 =e一向OS(s) ←一ー→ S(s) = eβ冗Oe一問.

すると、 ZGは次のように変形できる。

ZG = Tre一川峨s)= Tre一同OTre-s?tOS(s2= ZGO(S(s))O 
τ're-β旬。

(265) 

(266) 

ここで(ー・)0= Tr(e一β行0・・・)/Tre-β冗oは相互作用のない大正準集団での期待値を表し、 ZGO= 

Tre-β行oはその大分配関数である。従って、 (264)式は、相互作用のない系の熱力学ポテンシャル

00三 -s-11nτ're一β怖を用いて、次のように表せる。

。=Qo-jhd(州 (267) 

D.3 ぷ(β)に対する微分方程式

S(β)の具体的表式を求めるために、 (265)式のS(s)を9で微分し、以下のように変形する。

笠盟=三Leβiloe-β北=esilo(えo一元)e一同 =_esil口元inte一同Oesiloe-同
ds dβ 

つまり、 S(s)に関する次の一階微分方程式が得られた。

dS(s) 
一一一=一行int(s)S (s)， 
ds 

ただし冗int(s)は次式で定義されている。

S(s = 0) = 1. 

Hint(s)三 eβ冗OHinte一
β冗
o

D.4 ilint(β)の具体形

(262b)式より、 (269)式の冗int(β)は次のように表せる。

九t(s)= ~ J dイ仰
=;Ufdイ仰(ケrl 一 r吋山仰糾;υω~)~t州州dがf

=jzbl，山

(268) 

(269) 

(270) 

第二の等式は、各演算子の聞に 1= e-β冗Oes同を挿入することにより得られる。そこに現れる演

算子"t(XIs)== e何O~(x I)eーβ冗o は仏(Xl) の相互作用表示であり、他の演算子も同様に定義されて

いる。この相互作用表示では、 ψ↑(XIs)がψ(Xlβ)のエルミート共役ではないことに注意する必要
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がある。演算子九(β)=eβ冗Oeke-β怖の具体形を求めるために、両辺をFで微分し、 (262a)式を

代入して以下のように変形する。

2ザ与筈評FPi= J川州州詑市向叩0吋悦(川附え仇0

=eβ州 2乞=(仇匂句，一μ)ldrd山一 (Okk'+σ4A)evie-向。=-e向 (Ek-μ)eke一向。

=一(Ek一μ)九(s). (271) 

この一階常微分方程式を、初期条件九(s= 0) =九のもとに解くと、九(s)のあらわな表式が次の

ように得られる。

ek(s) = e-s(fk一μ)ek. (272a) 

el(s)も同様に計算できる。九(s)の場合との違いは、 9微分の際に現れる演算子の交換関係が

e;，eベ-44，tv=eL(6w+σe;ル)-σe;，t;tk'=6kvtk，
となる点だけである。従って、 el(s)が下記のように得られる。

4(β) = eβ(fkーμ)e; (272b) 

D.5 S(β)の積分表示

以上の準備の下に (268)式を解いて、 S(s)の具体形を求めよう。まず、微分方程式(268)でF→ 71

の置き換えをし、 S(O)= 1に注意して O三71三Pについて積分すると、次式が得られる。
rβ 

S(s) = 1 -I d71冗凶(71)S(71)' (273) 

さらに、 (273)式の右辺の S(71)に左辺の表式を代入する。この操作を繰り返すと、 S(s)のあら

わな表式が以下のように得られる。

rβr  fTl 1 

S(s) = 1.c_ I d71冗int(71)11 -I d72冗int(72)S(乃)1

fβ^  rs rT1 ^ ^ i (T2 ^ ^ 1 
= 1 -I d71冗int(71)+ I d71 I d72冗int(71)冗凶(72) 11 -I d 73冗int(73)S( 73) 1 
主竺 rβ fTl fTn-l 

=1+) :(_l)n I d711 d72・・・ I d7n冗int(71)冗int(72)・・・冗int(7n). (274) 

ここで民演算子を導入すると便利である。この演算子巴は、「相互作用表示の場の演算子九(7)ま

たは4(7)を、“時間~の大きい)11買に左から並べ替え、その際の置換の偶奇に応じて σ
P
(σ=土1)

を乗じるJという操作を行うものとして定義されている。 α(7)を九(7)もしくは4(ァ)として、
二つの場の演算子Ck(71)とCl(72)の積については、 TTは具体的に以下の操作を行う。

J Ck(71)Cl(72) : 71三乃
TTCk(7I)Cl(72) == < 

|σCl(72)Ck(71) : 72 > 71 

=σTTCI(72)Ck(71). (275) 
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このTT演算子を用い、冗intが四つの場の演算子の積であることを考慮すると、 (274)"式が次のよ

うにも書けることがわかる。

ぶ(-l)n {s _] _ {s -1 _ (s 
S(s) = 1 + ) :一一f-I d71 I d72・・・ I d7nTTチlint(71)冗int( 72) . . . 1iint ( 7 n) 

ごin! Jo Jo Jo 

r rs 1 

= TTeXp 1-I d7冗int(7)1. (276) 

(274)式と (276)式の同等性は、例えばn=2の場合について、以下のように示すことができる。
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D.6 (ぷ(β))。の表式

(267)式に現れる (S(s))oの表式を、 (276)式を用いて摂動展開に便利な形に書き換えよう。ま

ず、巴演算子の下では4つの演算子の積からなる冗int(7)演算子が互いに可換であることを考慮

すると、 (S(s))oが次のように書ける。

ぶ (-l)n{s -1_ {s -1_ {s -1_ / 凸 J f_ ¥ ¥ 
(S(s))o = 1 + ) :ーナ Id71 I d72'" I d7，η( TT 11冗int(η)} . (277) 

ごin! Jo Jo Jo ¥口ん

次に、 (i)生成演算子を消滅演算子の左側に移動し、 (ii)その際に必要な置換Pの偶奇に従って σP

を乗じる、という新たな演算子入!(いわゆる normal-orderingoperator)を導入する。例えば二つ

の演算子の積 ψ(X1)ψ↑ (x~) に N を作用すると下記のようになる。

入!~(xI)が(計)=σが(山手(x I).

このNを用いると、冗intに現れる4つの演算子の積が、以下のように書き換えられる。

が(Xl)が (x~)~(x~)必(Xl) = λ![~↑ (Xl)仏(Xl)が (X~)~(x~)l. (278) 

(277)式に (270)式を代入し、 (278)式を用いると、 (S(s))oが下記のように表せる。

州ト

X (TT rr V(ri -rDN[~t (町η)~(Xi坊が (X~7i)品 (X~Ti)])O ・
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さらに、

l三 X1T1ぅ V(l -1')三 8(T1-Tf)V(r1一同)， (279) 

を導入すると、(ぷ(s))oは次のように略記できる。

川=1t+古2岩持~(肪立釘fψi'うfう)寸向町一→イtrf川川rη山)ゆ附川d似(
(ρ28ω0)式では必ψ↑(ωtの)必(ωi)を1単位として相互作用を表現しており、摂動展開において便利である。
λf演算子は同時刻の 4つの生成消滅演算子のみに対して有効であることを念頭において、以下、

λfを省略する。 (280)式の各相互作用は、図 10の図形に対応させることができる。ここで、波線

は相互作用Vを、また、出てゆく(入ってくる)直線は生成(消滅)演算子を表す。

図 10:相互作用のおynman図形

D.7 Bloch-de Dominicisの定理

(280)式のn次摂動項に現れるのは生成消滅演算子の4n個の積であり、その期待値は、 Bloch-de

Dominicisの定理を用いて評価できる。より具体的には、札を ψ(i)もしくはが(i)として、以下

の書き換え (Wick分解)が可能である。

(民合l金2 古川0=どσP(TT九九)0'"(TあいをP4n)0， (281a) 

P 

Pl < P2， P3 < P4ぅ ・・・ ，P4n-l < P4nぅ Pl < P3 <・・・ <P4n-l・ (281 b) 

この式が以前のBloch回deDominicisの定理 (260)と異なる点は、 TT演算子があることと演算子を1

にァ依存性があることである。しかし、後者の T依存性は、 (227)式と (272)式より、

~(1) = L ek(Tl)内 (xl)=乞九州x1)e一(E円 )71う

が(1)= L el(Tl)必(X1)== L elcpk(xl)e(…)TI， 
(282a) 

(282b) 

のように、ー粒子固有関数内(Xl)と叫(Xl)にそれぞれ指数因子e-Tl(Ekーμ)および e71(Ek-μ)を乗

じるだけであり、演算子の積の分解には関係しない。また、 (281a)式左辺の巴演算子は、場の演

算子を時間の大きい順に並べ替えることで取り除くことができる。その際の置換Jうにより因子σP

が現れる。その後Wick分解を実行すると、個々の縮約におけるこつの演算子の積は、条件 (25gb)
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より自動的に時間の大きい順に並んでおり、因子σPをもっその表式は (281a)式の右辺に他なら

ない。このようにして (281a)式が成り立つことを確認できた。

最後に、同時刻の演算子の縮約に関しては、 (280)式のN演算子を考慮して、生成演算子を消

滅演算子の左側におく必要があることを指摘しておく。

D.8 グリーン関数

(281)式の右辺は、 (T7宙1宙2)0なる期待値の積として表されている。この非摂動状態の期待値が

有限の値を持つのは、世1と¥112が生成演算子と消滅演算子の組である場合のみである。そこで、

非摂動グリーン関数もしくはpropagatorと呼ばれる次の物理量を導入する。

G(O) (1，2)三一(T7?t(1)ψ(2))0・ (283a) 

階段関数

n
u
n
u
 

>

<

 

7

7

 

1
i
n
u
 

r
l
J
t
E
E
K
 

一一
一T
 
Aσ 

を導入し、 (282b)式に注意すると、上記のグリーン関数が次のようにも書けることがわかる。

G(O) (1ぅ2)

=乞卜8(η-乃)(叫，)0-8(T2 -ψ(仏 )0]内 (X1)ゆいが71(lOk十乃(lOk'ーμ)

←...... I _ ， ， es(Ek一μ) a I 
=デト8(T1 -T2) R;~. _..i - 8( T2 -T1) σ い(X1)叫(勾)e一(Ek一μ)(η叶).(283b) ケI~\'~ ''<'/es(Ek一μ)ー σ es(Ekーμ)ー σ|

ここで、 (ω1，)0α8kk，および (4A)oα 8kk，を使った。このように、グリ一ン関数Gび伊(仰例0町叩)
Tηl一乃のみの関数である。

グリーン関数G(O)(lぅ2)がなぜグリーン関数と呼ばれるかをみるために、 (283b)式を η につい

て微分する。右辺の T1依存性は e-(Ek-μ)(ηー乃)および 8(士(T1-T2))にあり、 T1微分によりそれ

ぞれ-(匂一μ)e-(Ek-μ)(ηー乃)および:I::8(T1-T2)が出てくる。さらに (225)式を用いると、このT1

微分は次のように書き換えられる。

θG(O)(lぅ2) r TI ， T T f __ ¥ 1 
;~Á'~) =-1諒+U(r1)一μIG川口)-8( T1 -T2) 2ンk(X1)叫(X2)

~ L - .J  k 

ここで固有関数ψkの完全性 (226b)を用いると、最終的に次式が得られる。

[-去一義-U(r1) +μ]G山 (284) 

この式から、 G(O)(1，2)が、偏微分方程式論における虚時間Schr凸dinger方程式 (t1= -iT1n) 

ーか(XIT1)= [長+内1)-μ]<p(X1 T1) 
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のグリーン関数であることがわかる。

グリーン関数(283)を以下のように表しておくと便利である。

c(O) (1，1') = B( 71ーベ)c>(O)(1，1') + B(べ-71)C<(0) (1ぅ1'). (285) 

ここでC>(O)(lぅ1')および c<(O)(1，1')はKadanoff-Baymの相関関数で [6ト以下のように定義さ

れている。

c>(O) (1，1')三一(O(l)が(1'))0= ~ン山)C:(O) (71 -ぺ)叫(x~) ぅ (286a) 

C<(O)(lぅ1')三一σ(が(1')仏(1))0=玄内(X1)C~(0)(71 -7{)バ (x~). (286b) 

また、 G;(川ア1一寸)と G;(川71一寸)はその対角表示で、 (283b)式より以下のように表せる。

ー(β-T)(Ek一μ)

C:(O)(ア)=-L(EK-μ)ー σ=-[1+σ仇-ゅ-T(Ekーμ)ぅ (287a) 

ρ-T(fk-μ) 
G~(O\7) =ーσe=-σf(Ek一μ)e-T(f:k-μ)
k ¥. / ~ es(f:kーμ)-σ (287b) 

ただし f(ε)三 (eβEー σ)-1はBosejFermi分布関数である。

D.9 Wick分解と Feynman図形

グリーン関数を用いると、 (281)式の各々のWick分解に Feynman図形と呼ばれる図形を対応

させて因子σPを簡単に求め、摂動展開を系統的に実行することができる。このことを理解するた

めに、 2次摂動に現れる次のWick分解を取り上げる。

(TTO↑(l)bO(l)αが(l')do(l'rが(2)αや(2)bが(2')ψ(2')d)O

= (れが(l)bo(1)αが(2)α仏(2)b)O(TTOt(l')dO(1')CO↑(2')CO(2')d)O・ (288) 

ここで、縮約をとる演算子のペアを同じ上付きの記号仏ムc，dで表した。この Wick分解には図

11の図形 (Feynman図形)を対応させることができる。一般に、各々の Wick分解に対し一つの

Feynman図形が対応する。以下、 Feynman図形を用いた摂動展開のポイントを列挙する。

図 11:2次摂動のFeynman図形の一つ
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(a)閉じた粒子線と符号σPの関係

(288)式のWick分解は二つの独立な部分からなり、それぞれが、 Feynman図形における粒

子線の閉じたループで表されている。このWick分解をグリーン関数 (283)で表した場合に

現れる因子σPを求めよう。この目的のために、図 11の左側のループに対応する (288)式の

独立成分を次のように変形する。

(Tr~t (1 )b~(l)αが (2)αや(2)b)0 =σ3 (Tr-o(1)αが(2)α長(2)b-o↑(l)b)o

=σ(Tr-o(l)が(2))0(Tr-o(2)が(1))0 

=σ(ー1)2C(0)(1， 2)C(0) (2ぅ1). (289) 

このように、 (i)Feynman図形における各々の粒子線に G(O)が対応し、また、 (ii)各々の

閉じたループからひとつの因子σが出てくる。これは一般的規則である。このことを確かめ

るため、図 12のFeynman図形を取り上げる。そして、演算子対ψ(j)-o(j)をが(j)と縮約
をとる ψ(i)のすぐ右に移動させる操作を繰り返し、最後にが(1)を最後尾に移すことによ

り、次のように変形する。

(Tr~↑ (l)d -ø (l)αが (l')b-ø(1')C~t(2)C-o(2)dが(2't-o(2')b)0

= (Tr-ot(l)d-o(1)αが(2')ao(2')bが(l')b-o(1')ψ↑(2)ψ(2)d)0

=σ7 (Tr~ (1) αが (2')a~(2')b~t (l')b~ (1 ')C~t (2)C~(2)dが (l)d)o (σ7σ) 

=σ(Tr-o(l)が(2'))0(TrO(2')が(1'))0(Tr~ (1')が (2))0(Tふ(2)似 (1))0 

=σ(-1 )4C(0) (1， 2')C(0) (2'， l')C(O) (1ヘ2)C(0)(2ぅ1'). (290) 

この例では閉じたルーフは一つであり、やはり因子σがひとつ出てくる。一般に、 t個の粒

子線からなる閉じたループに対応する Wick分解を実行するには、以下のようにすれば良い。

(i)演算子対が(j)O(j)(j = 2ぅ3，.・・ ，f)をZ演算子内で移動させ、が(j)と縮約をとる必(i)

のすぐ右に置く操作を繰り返す;(ii)残されたψt(l)を縮約をとる相手の右、すなわち最後

尾に持ってゆく;(iii)得られた演算子の順序で縮約をとる。 (i)の操作は2個の演算子の同時

移動を伴うため符号変化には寄与せず、結局、 (ii)の操作による因子 σ2(-1_σのみが残る

ことになる。また、 (iii)の縮約は -C(O)を与えるが、一般に n次摂動では2n個の縮約が現

れるため、 -C(O)の因子ー1は考慮しなくてよい。

図 12:2次摂動における別の Feynman図形
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。??。 181 
図 13:1次摂動のFeynman図形

(b)同時刻のグリーン関数

1次摂動の Feynman図形は図 13の二種類あり、いずれも同時刻のグリーン関数G(O)(lぅ1')

(η=村)が関与する。この同時刻の縮約では、 (280)式のλ/演算子が有効となり、 (286b)

式の G<(O)(1，1')を用いる必要がある。また、 Gく(0)(1，1')はη-Tiのみの関数であり、同
時刻の場合には 71に依らない。従って、つぎの規則を得る。同時刻1← l'の粒子線に対し

ては、 G<(O)(Xl'xDを対応させる。ここで、 G<(O)(Xbx~) は次式で定義されている。

，，"，，'Pk(Xt)'Pk(吋)G<(O) (Xb x~) =一σ山川川o-zd(Ehーμ)ー σ

(c)つながった図形とつながらない図形

(291) 

(ぷ(s))Oの2次摂動では、上記(a)で示した2例のほかに、図14のようなつながらない図形も
現れる。しかし、 (267)式で必要なのはln(S(s))oであり、それは、つながった図形(connected

diagrams)のみからの寄与を(ぷ(β))Ocとして、以下のように表せる。

ln(S(s))o = (S(s))oc -1. 

従って次の規則を得る。 (267)式の熱力学関数Qに寄与するのは、

(ぷ(β))Oc-1 
0=  00- 一一一一一

(292) 

(293) 

のように、つながった図形のみである。このことは下記のように証明できる。 k個の1tintか

らなるつながった Feynmal1図形の総和は、

rβrβ  
三k三 I d71... I d7k(TT冗int(71)・・・冗int(7k))Oc (294) 

で表すことができる。そして、 η次摂動における一般項は、 3kの個数を nk個として、

Lknk = n 

。んえコ

UI?U 
図 14:2次摂動におけるつながらないFeynman図形
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の条件を満たす {nl，n2ぅ向い・・}の組を指定することにより、一意的に決まる。そこで、 η個

の冗intはすべて同等であることに注目し、同じ {η1ぅn2ぅn3γ・・}を与える冗intの組み合わせ

の数 p(n)(η1， n2，.・・)を求めよう。この数は、 n人の人を、それぞれ l個、 2個、・・・のベッ

ドを持った η1個、 η2個、・・・の部屋に同じ種類の部屋とベッドを区別せずに振り分ける場

合の数に等しく、

F(n)(n1， n2ぅ・・・)= n! 
町!(1りnl向!(2!)η2 

と計算できる。従って、 (S(s))Oが下記のように変形できる。

ば(s))O=三千 ZW)(…)E?1222
=23}fn1!以:;ZL判 2

=むl守31]向島問22ln2
一
f-1【. (-1)2~ 目 1

=叫|τ了ニl十ヲ「ニ2十 | 

=切 [(S(s))oc-1] 
すなわち、 (292)式が成立する。

D.I0 nの摂動計算における Feynman則

(Eh=n) 
(Eknk=n) 

(295) 

(296) 

以上の考察より、 (267)式と (280)式を用いた Qの摂動計算における Feynman則が、以下のよ

うにまとめられる。

(a) n次のつながったFeynman図形をすべて描く。

(b)各々のFeynman図形に次の因子を対応させる。

1 (-1)η 凸7ry(i-r) 

ここで叫は閉じた粒子線の数である。

(297) 

(c) jを出発してtに到着する粒子線に G(O)(i， j)を対応させる。また、同時刻 (Ti= Tj)の粒子

線には G<(O)(xゎ勺)を用いる。

(d)すべての内部変数について積分を行う。
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D.11 nの摂動計算 (1次)

。に対する 1次摂動のFeynman図形は以前に現れた図 13の二つである。これらの櫛与を、上

記のFeynman則を用いて評価すると、下記のようになるo

m = it引ψl' V(l 一叩〈叫側刊(何問町町O的町)(
需会Jβdηf吋仰(rl-rD 

x [G<(O) (x}， Xl )G<(O) (x~: xD +σG<(O) (Xl， x~ )G<(O) (x~ ， Xl)] 

= ~ J dXl J dx~ V(rl -r~) 
x [(が(Xl)必(町))0(が (X~)必(X~))O+σ(が(xDゆ(xI))o(が (xl)や (x~))o]. (298) 

最後の表式は、当然のことながら、 (262b)式のチiintに直接Wick分解を行った結果と一致する。

D.12 n (f)摂動計算(2次)

次に Qへの2次摂動の寄与を考察する。図15にそのFeynman関影の…部を示した。最初の二

つのFeynman悶形はring図形と時ばれる。これらは、積分変数の入れ換え 2刊 2'で互いに移り

変わるので、全く需じ寄寺を与える。次の二つはexhange~形と呼ばれ、量子力学に特接的な密

形である。これらもやはり、積分変数の入れ換え2刊 2'で立いに移り変り、全く同じ寄与を与え

る。最後の二つはanomalous図形と呼ばれる図形の…部で、同時刻を結ぶ粒子線があることによ

り特数づけられる。 anomalousの名前誌KohnとLuttingerによる [61]0しかし、 AppendixFで

詳述する「繰り込まれた摂動展開Jにおいては、これらの肌omalousな寄与は考えなくて良い。

従って、 2次摂動で本質的な密形は ring摺形と exchange図形である。

ここでは例として ring図形を取り上げる。これら ring図形の寄与は、上述のFeynman則によ

り、次のように得られる。

前 )=2x三己!，2(J'2 { d1 { d1' { d2 ( d2'V(1 -l')V(2 -2')G(O) (1， 2)G(O) (2，1) s 222! ~ J ~~ J ~~ J ~-J 
x G(O) (1'， 2')G(0) (2 

日 潔l 関関!区!に
rmg 君xcbange anomaJous 

図 15:2次摂動のFeynman図形
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Appendix E.松原グリーン関数

Appendix Dにおける熱力学関数の摂動展開において、相互作用のない系でのグリーン関数を

(283)式で導入した。それを一般化して、相互作用のある系のグリーン関数を次式で定義する。

G(l， 1') = -(TrOH(l)仏(1')) (299) 

ここで内(1)三 er1行必(X1)e-rdtは仏(X1)のHeisenberg表示であり、また (6)= Tr es(O-i06は、

相互作用を含んだ密度行列による演算子Cの期待値を表す。 0+を無限小の正数とし、 T1+三 η+0+

を導入する。特に Ti=η+ のグリーン関数 G(X1T1 ， X~T1+) = -σTres(O一行)er1冗が(吋)O(xI)e-r1'R 

は、 e土r1行と e一β行とが可換であることから、アlに依らず、

G (x 1 T1， x~ T1+) = -σ(が(抗)ゆ(X1))= -σρ(川Xl，X~) ， (300) 

のように、 (254a)式の縮約された密度行列に直接関係づけられる。従って、 G(l，l')を用いて任意

のー粒子演算子の期待値が計算できることになる。 (299)式の Gは1955に松原により統計力学に

初めて導入された [7]。従って、このグリーン関数を松原グリーン関数と呼ぶ。

E.l 松原グリーン関数の摂動計算

(299)式の松原グリーン関数に対する摂動展開を行うために、まず、演算子S(β)= eβ1i.oe-β行

を以下のように一般化する。

d川 三 ザ〆北向0い r八，叶九吟九e吋 =Tre位X却叶叶pベ[-一lρh:)川え角~削附i川川山凶川山(什(T1)dT
第二の等式式-が成立することは、その左右が同じ一階微分方程式θS(TぅT')/θァ=一行int(γ)S(ア，T')と

初期条件8(T'ぅT')= 1を満たすことから明らかである。この定義式から得られる関係式e-r行er'行=

e-r行05(TぅTf)eT'冗oおよび色一β0=e-βOO(5(s))0を用いると、 (299)式が次のように変形できる。

G(l， 1') = -esoTr Tre一向eη行Ø(xI)e- r1行er円弱↑ (x~)e-r{行

TrTres(Oo一行0)8(s，T1)eη冗O~(xI)e-η冗0 8(T1 ぅ TDer~冗o 'lþ↑(叫 )e-Ti冗05(T{， 0)

(S(s))o 

- (Tr5(s， T1)ゆ(1)ぷ(T1ぅTi)が(1')ぷ(T~ ぅ 0))0
(S(s))o 

(Zψ(1)が(l')S(s))o
(S(s))o 

(302) 

(302)式の分母は熱力学関数の摂動計算で既に扱ったので、ここでは分子を考察する。その非摂

動項は、 (283)式の G(O)に等しい。つぎに、 1次摂動からは次の表式を得る。

一(TrO(1)が(1')δ(り(s))o= ~ r d2 r d2' V(2 -2')(TrO(1)が(1')仏↑(2)仏(2)Ot(2')ゆ(2'))0・
2 I I 
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-一
û"ベコ @ 

u二斗l'
connected disconnected 

図 16:松原グリーン関数に対する 1次のFeynman図形

被積分関数の中の期待値の評価は、 Feynm叩図形を用いて簡便に実行できる。トポロジー的に異

なるFeynman思形として、額誌の4護類がある。これら 4種類む密形は、“外隷ψ{りが(1')との
連結状態により、更にこつに分類できる。最初のこつの図形は外線とつながっている。一方、布二

つは外線および外線から切り離された閉じた図形から成っている。これらのおynman図形には、

(302)式の分子の摂動擦問における…毅的構造が現れている。実際、 n次摂動に現れるおynmann

図形は、外線とつながったチiintの数ηcにより分類できる。そして、同じ ncを与える場合の数は、

η鵠の同等な冗intかち nc1留を選び出す組み合わせの数

んす1，!
-

n叶 1c-nc!(n-nc)!

に等しい。従って、 (302)式の分子は、以下のように二つの詩与の積に変形できる。

一(れ手引が(1')ぷ(β))。

一三。事長，CnCJ dπイ九叫
x(Tr1ゼint(アnc'十1)ー・・冗int(Tn斗)。

=-ず己と fd弘 f dTnc (Tr'lÎ; (l)~↑ (1')えint(Tlc) えint(T nc) )Oc 
台~ nc! J --J.c J 

×芝(一一rdT1d'" r -ーァ 1dT1d ... 1 dTjπd(Tr冗int(T1d)ー・冗int(Tnd))O 
nd=OHdJJ J 

=一(弘主s)手{りが(l'))Oc(S(s))O・ (303) 

ここで番え字cは外線とつながった額形を現す。第二の等式では、 nd三九-ncと量き、(九九c)に

ついての条件っきの和を、 (nc，nd)についての独立な和に書き換えた。この式を (302)式に代入す

ると、最終的に以下の表式を得る。

G(lぅ1')=一(TrS(s)'II;(l)が(l'))oc・ (304) 

このようにして、松原グワ…ン関数G(lヲγ)の摂動計算においては、外線長(りが(1')とつながっ

た悶影のみを考慮すればよいことが分かった。

松原グリーン関数の摂動計算における Feynman則は、以下のようにまとめられる。

(a)外線とつながったn次のFeyllman図形をすべて描く。

一守も一
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ヲA-i 少<L
図17:松原グリーン関数に寄与する Feynman図形の例

(b)各々のFeynman図形に次の因子を対応させる。

( -l)n 凸
ヲ可了σnf11 V(i -iう.

ここで向は閉じた粒子線の数である。

(305) 

(c) jを出発してtに到着する粒子線に (283)式のG(O)(i， j)を対応させる。また、同時刻(η=η)

の粒子線には (286b)式の G<(O)(Xi，Xj)を用いる。

(d)すべての内部変数について積分を行う。

例として図17の二つのFe戸lman図形を取り上げる。左図については、積分変数を2←→ 2'と入

れ替えた図形も同じ寄与を与える。従って、左図とトポロジー的に同じ図形すべてからの寄与を

Fockの頭文字を用いて G(lF)(1ぅ1')とすると、 G(lF)(1，1')として次式を得る。

G(lF) (1， 1') = 2 x己主σor d2 r d2' V (2 -γ)ぴ0)(1， 2)C<(0) (2， 2')G(0) (2': 1') 
211! - I --I 

=一fρμdω2JωUω川'V引V町(μ)ぴO的町)(川刊刊門)代(附ぴ州0的川)代(川 但

一方、右図に対しては、 (i)7tint (72)←→冗int(73)および (ii)2←→ 2ヘ3←→ 3'の入れ替えをした図形
も同じ寄与を与える。従って、右図とトポロジー的に同じ図形の寄与を exchangeの頭文字を用い

てC(2e)(1ぅ1')と表すと、 G(2e)(1ぅγ)として次式を得る。

G(2e) (川)= 2!22 X己:，2(]"O r d2 r d2' r d3 r d3' V(2 -2')V(3 -3') 222! ~ I ~-I ~- I ~~ I 

xG(O) (1: 2)G(0) (2ぅ3')G(0)(3'ヲ2')G(0)(2'う3)G(0)ゅう1')

=Jd2Jd十3J d3' V(2一山ーゲ)
xG(O)(lぅ2)G(0)(2ぅ3')G(O)(3'， 2')G(O) (2'， 3)G(O) (3， 1'). (306b) 

これらの例に見られるように、一般に (305)式の因子(2nn!)一lは、内部変数の取り替えの自由度

とキャンセルして消える。

E.2自己エネルギーと Dyson方程式

上述のように、松原グリーン関数の摂動展開においては、外線とつながったおynman図形のみ

を考慮すればよい。ここでは、外線とつながったFeynman図形もさらに 2種類に大別できること

を示す。そして、その事実を用いて自己エネルギーの概念を導入し、さらに Dyson方程式を導く。

-77-



北孝文

この目的のために、 (304)式の2次摂動項を考察し、トポロジー的に異なる Feynman図形をす

べて描くと、次図のようになる。

内 5ミし 三l_s_
(a) 

li~lぷ~~ヱ
(b) 

(b)の4種類の図形は中間の G(O)線を 1本切ることで二つの図形に分けることができる。そして、

それらの各々は、 l次摂動に現れた図形に他ならない。一方、 (a)の図形においては、外線と直接

つながらない G(O)線のうち、ど、れ一つを切っても二つに分けることはできない。これは、松原グ

リーン関数の摂動展開における一般的構造である。

この構造に対応して、(既約)自己エネルギーという概念を導入する。自己エネルギー 2とは、

(a)のタイプの図形から、外線とつながった二つの G(O)線を取り除くことにより得られる。具体

的に Feynman図形で表すど、下図のようになる。

②=? + 0 +己+関 +~+Y+X+ 命+
右辺の最初の 2つが 1次摂動からの寄与、次の6つが2次摂動からの寄与である。例えば、 2番目

と4番目の図形に対応した自己エネルギーは、 (306)式より、それぞれ以下のように表せることが

わかる。

~(lF) (1，1') = -V(lー l')G<(O)(1，1')， (伶307a吋) 

ポ世抑e叫削)

この自己エネルギ一を用い、また、 G(O)とGにそれぞれ細い直線と太い直線を対応させると、 (304)

式の摂動展開が次図のように表せる。

=一一+一ーベむ一一+

=一一+一一ートー

十 …・・

この図を数式で表現すると、以下のようになる。

G(l， 1') =ぴ0)(1，1')+ J d2 J山町，2):E(2， 2')G仰'). (308) 

。。
円

i
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この方程式を積分形のDyson方程式と呼ぶ。この方程式の微分形は次のようにして得られる。ま

ず、引数1とl'をそれぞれ行列の行と列を指定する添え字とみなし、この方程式の左から G(O)-l

を作用させると、次式が得られる。

J [G川 1，2)-~(1 ， 2)] G(2， 1') d2 = <5(川). (抑)

一方、非摂動グリーン関数に対する方程式(284)より、 G(O)-lが以下のように求まる。

G(O)-l (1，1') = fーと-単一U(rl)+μ1 <5(1，1'). (310) 
|θ71 2m -¥ -J. I ' r I 

この式を (309)式に代入すると、微分形のDyson方程式が次のように得られる。

iaa21P  
ー」ーーと!_-U(rl) +μI G(l， 1') -I :E(1， 2)G(2， 1') d2 =δ(1， 1')・ (311) 8Tl 2m -， -~ / ' ，--~ J -，-， -/ J 

非摂動グリーン関数G(O)(1，1')に対する方程式(284)との違いは、左辺に自己エネルギー項がある

ことである。

E.3 松原グリーン関数の一般的性質

ここでは松原グリーン関数の一般的性質を列挙する。

(a) G(l，l')はTlーベのみの関数

このことは演算子e-s行と e-T1行の可換性を用いて以下のように示せる。

G(lぅ1')= -TrTTeß (r2-7t)eT1行必(x1)e- Tl 7teT仰が (x~)e-T{π

= -TrTTeß ( r2一行)e(TI-T{)π仏(x l)e一 (TI-T{)冗が (x~)

三 G(x 1 ， x~ ; 71 -7{) 

o ::; 71ぅT;三9より、 71- 7~ は領域 -ß 三 η- 7~ 三 F を動くことがわかる。

(b) -β52T 550 に対し G(XbX~;T+β)=σG(Xb X~; T) 

このことは次のように示せる。まず、 -s::;T ::; 0のとき、

G(X1 ， X~;7) = -(TT "J;H(X17)が (x~)) = -σeβr2 T日一β冗が(x~)eT行仏(x1)e-T冗.

一方、ァ+s2:0なので

G(Xl， x~; T + s) = _esr2 Tre-仰e(T+β)行仏(x1)e一 (T+β)行が (x~)

= -eßr2 TreT冗仏(x1)e-T1九一β冗が (x~)

= -eβr2 Tre一仰が(x~)eT行 "J; (x1)e-T九

-79一
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従って、 G(Xl1xi;γ+s) =σG(Xl1 xi;ァ)。ここで、境界条件g(7+ s) =σg(ァ)を満たす完
全系を構成するために、次の一階微分方程式を考える。

Q
d
 

-
八

一一
Q
U
一
ア

噌

d
τ
G

g(7 + s) =σg(7). (313) 

微分方程式の解はg(ァ)oc eATと求まり、境界条件を考慮すると、固有値が入 =-i句のよう

に決まる。ただし、句は、 Eを整数として以下のように定義されている。

は/ β : σ一…=叶一+刊吋1 (314) 
(σ2.e + 1吋)π/β:σσ-一1(Fermi粒子)

ωt三 ε.e/nを松原周波数と呼ぶ。関数系 {e-tgeT}立-∞は、境界条件g(7+ s) =σg(ァ)を満

たす任意の関数g(7)に関する直交完全系を構成する。従って、松原グリーン関数は以下の

ように展開できる。

G(214;←jz∞G(川 (315a) 

ここで、左辺と右辺の関数Gは、関数形が異なることに注意しておく。この逆変換は、両辺

にe向 f-rをかけ区間 [0，β]で積分し、続けてr→ Eの置き換えを行うことにより、次のよ
うに求まる。

T
 

A
U
 

T
 

S
&
 
ε
 e
 
、，fT 

F
1
 

2
 

噌
よz
 

，，.
1
 

G
 

β
 
P
I
'
t
'
o
 

一一
、‘，，，aι ε
 

.。b，，噌AZ
 

唱

iz
 

，，E
‘、G
 

(315b) 

(c)松原グリーン関数のLehmann表示

全ハミルトニアンえの固有値問題をえ|宙ν)= Eν|宙ν)とし、その固有値と固有関数が求まっ

たと仮定する。 (312)式の G(Xlぅ叫;ァ)をこの完全系で展開すると、以下のようになる。

G(Xl1 xi; 7) 

= -(J( 7)乞(世νleβ(O-'H)eT'HO(Xl )e-T竹丸f)(曽川が(xi)1仇)
νν' 

-a-(J(ーァ)乞(世A
νν' 

= -L [(J(7)eβ(O-Eν)+σ(J( -7)es(Oーん}JeT(ιーん)(¥11 v 1 o ( x 1 ) 1 ¥11 v' ) (わ|が(抗)l¥IIv) 
νν' 

(316a) 

この表式を (315b)式に代入して積分を実行すると、次の表式が得られる。

~ r.J((") D ¥eβ(ige+Eν-E〆}-1
G(Xl1X~; 向)=ーアeβ(O-Eν) じ (宙νIO(xl)l古川(叫が(抗)I¥IIv)

577tq+R-R， 

ヤ....... t:I((") D ¥ 1-σes(EνーEv'}
=デes(O-Ev}・ 1 円 (宙νIO(xl)1¥11 v') (古川が(抗)1仇). (316b) 
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第二の等式ではeiefs=σ を用いた。ここで、 εを実数として、スペクトル関数A(X1ぅZ1;ε)

を次式で導入する。

A(X1， X~; ε) 三 2π乞eβ(O-Ev)[l _ <7es(Eν-Evl )](判的1) 1わ)(叫が(x~) 1¥11 v) 
vv' 
xd(ε-El〆+Ev). (317) 

このスペクトル関数A(X1，X~; ε) を ε について積分すると、以下のようになる。

/∞ A{ω;  ; ε) 芸= 乞e仰併一Eι削引バ什)(佃宙仇叫叫νバA川川I[ω似[ω陥d似仰仇(伊何Z町ω1
01-00 “Hν  

右辺の導出の際には、完全性問ν)(宙ν1= 1を用い、また σに比例した項については添え字

の入れ替え ν+→〆を行った。ここで、場の演算子の交換関係を用いると、最終的に次の総

和則を得る。

ζA(Xb X~; ê) 去=仇X~) (318a) 

一方、 (317)式の複素共役をとることにより、以下の性質も導ける。

Aホ(21，zbε)= A(X~ ， Xl; ε). (318b) 

すなわち、 X1と討を行列の足と考えると、 A{X1，xi;ε)はエルミート行列とみなせる。最後

に、 A(X1，X~; ε) の固有値と固有ベクトルを Ar{ε) およびゅ(X1; ε) とする。すなわち

J A(Xl ， X~; ε川

そして、場の演算子を

仰)= Ler(巾 r(X;ε)

と展開する。すると、 Ar(ε)は次のように書ける。

Ar(ε)=加乞eβ(0-ι)[1-O"es(Ev-Evl)ll(仇 |ι(ε)1世〆)12d(ε --:-Et〆十Ev)
νν' 

この式より、 σ=-1のFermi粒子系では Ar(ε)> 0であることがわかる。また、|宙ν)が

|宙ν1)に消滅演算子を作用して得られる状態であることを考慮すると、不等式Evl-Eν>0 

が成立することがわかり、 1-es(Eν-Eν1)>0が結論される。従って、 σ=+1のBose粒子

系においても Ar(ε)> 0が成立する。以上より、 A(XbX~; ε) は、 Bose 粒子系・ Fermi 粒

子系どちらにおいても正値エルミー卜行列である。

スペクトル関数を用いると、 (316b)式は以下のように積分表示できる。

， • _ ， 1 r∞ A(Xl ， X~; ε) 
G(Xl， x~; iet) = n-_ I --';ー dε.

211" J_∞日f.-ε
(319) 

この表現は、松原グリーン関数のLehmann表示と呼ばれている。この式より、スペクトル

関数A(zhz;;ε)が松原グリーン関数G(Zl，z;;i匂)を一意的に決定することがわかる。

口。
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相互作用のない場合には、松原グリーン関数・スペクトル関数共に非常に簡単な形を持つ。

まず、ァ表示の松原グリーン関数は (283b)式で与えられる。それを (315b)式に代入して積

分すると、周波数表示の松原グリーン関数が以下のように得られる。

ゃ内(Xl)叫(X2)
ぴ0)(Xl' X2;向)=干 tεf.-Ck (320) 

ここで、 Ck== Ek一μは、化学ポテンシャルから測ったー粒子エネルギー、すなわち励起エ

ネルギーである。対応するスペクトル関数は、励起エネルギーふの6関数の和として、以

下のように表される。

A(O) (九九ε)=加工内(Xl)叫(x2)8(εーとた) (321) 

(d) G(Xb X~; 白ε) → G(Xl' X~; T)の変換

(315)式では、 G(XI，xi;けから、{e-letT}乏=ー∞の直交性を用いることにより、 G(Xl，xi; iεI!) 

式の表現をえた。ここでは逆に、 (315b)式の表式が得られたとき、 (315a)式の和をとるこ

とを考える。ここで扱う方法は、平衡状態の摂動論における基本的テクニックである。

まず、複素数zの関数としての BosejFermi分布関数f(z)三 l/(esz- σ)が、 (314)式で与

えられる匂に対し、次の性質を持つことに注意する。

li~ (z -ief)f(z) = li~ ート竺
εt ZーペEtseTz s 

すなわち z=i匂はf(z)の一位の極で、その留数はσ/sである。従って、複素関数論の留数

の定理より、 (315a)式の和は以下のように変形できる。

I三;子 G仰(i附ε
p tf土三:LO jんc2加π訂t 

=σl∞主A(ε)131 三~ 10(7)子三+O( -7)_R，.1 _l 
J-∞ゐれ JCム11L ._ - C L 1;:;'_.- - U 1;:;'- - U J 

Imz Imz 

、 ， ， 、 ， 、
〆

、 〆
、， 、 ， 、

， 
iE[ 
、 ， 、

2 、 ， iE[ 
、

， 、 ， 、
， 

Rez Rez 
E t E ， 、 C F C ， 、 ， 、 ， 、， 、 ， 、 ， 、 ， 、 ， 、 / 、 ， 、 ， 

Bose粒子 Fermi粒子

図 18:複素z平面上の積分経路
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ただし、 Cは複素z平面の虚軸を反時計回りに一周する図18の積分路である。 7>0の場合

については、以下で複素関数論における Jordanの補助定理を使えるようにするため、 f(z)

に定数σを加えた。この被積分関数は次のように Izl→∞でIzl-1よりも速く Oに近づく。

( B(7)σe-rz + B( -7)e一(β+r)z πJーーん Jπ
9(7)σe(s-r)z + B( -7)e-rz Izl→∞ J z ;-2"又i::I.rgz又 E
(z -ε)(esz -σ) ー)附)e(β-r)z+ B( -7)σe-rZπ 37r 

I ' ， : -=-< argZ < ーァ、 z ~ ~ 

従って、 Jordanの補助定理が適用可能である。より具体的には、複素z平面上に半径Rの

積分路(R→∞)をつけ加え、虚軸の左右に積分路を閉じることができる。この閉じた二つ

の積分路は共に時計四りであり、その内部の特異点は z=εにおける一位の極のみである。

この極について留数の定理を適用し、さらに (317)式を代入すると、上記の和Iが次のよう

に変形できる。

f∞ rl~ I 庁。(β-r)e 由一Te I 

1=ーσんがい)い(7)示コ+B(寸宗コ|

=一σ乞eβ(n-Eν)[1-aeß(Evーん)](仇 1~(X1)Iwy，) (わ|が (x~)1仇)
νν' 

×er(Eν-E〆)[B(7)σe-β(Eν-E〆)+ B( -7)] 

e一β(Ev-E〆)ーσ

=-乞 [B(7)es(n-Eν)+σB(-T)e併ん)]er(Eぺ，)(丸 I~(xI) IW y') (わ I~t (x~)1丸)

このようにして、 (316b)式から (316a)式が導かれた己

(e) G(1， 1')のスペクトル関数による表現

(322b) 

(322b)式の第一の表式に注意し、それが (315a)式に等しいことを考慮すると、 (285)式の一

般化である次の表式を得る。

G(l， 1') = B(ア1- TDG> (1，1') + B(ベ-TI)G< (1，1'). (323a) 

ここでG>とGくはKadanoff-Baymの相関関数 [6]で、スペクトル関数AとBosejFermi分

布関数f(ε)三 (eβEー σ)-1を用いて次のように表せる。
f∞ dε 

G> (1，1')三一/ -A(ZlA;ε)[1 +σf(ε)]e-e(r1-rnう (323b) 
.1-∞2π 
f∞ dε 

Gく(1，1')== -I ~~ A(X1うめε)σf(ε)e-ε(Tl-rn (323c) 
J_∞2π 

Appendix F.繰り込まれた摂動展開

F.l 自己エネルギーの繰り込みと自己無撞着摂動展開

AppendixEでは松原グリーン関数の摂動展開を考察した。この展開は外線とつながったFeynman

図形を用いて実行できる。それに関連して自己エネルギー2の概念も導入した。自己エネルギー
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は、上記のFeynman図形から外線2本を取り除いた図形の中で、どの一本の粒子線を切ることに

よっても二つに分けられない図形からの寄与として定義され、トポロジー的に異なる Feynman図

形を用いて以下のように表せる。

②=  T + 0 +色+関 +t+Y+b+の+
ここで最後の四つの図形に注目する。すると、下図の四角で固まれた部分が、非摂動グリーン関

数G(O)に対する自己エネルギー補正に他ならず、以下の図のように自己エネルギー中で G(O)→ G

とする効果があることがわかる。

目+関今の

この考察より、自己エネルギーは次のようにしても得られることがわかる。すなわち、自己エネル

ギーに寄与する Feynman図形の中から「骨格図形Jと呼ばれる自己エネルギー補正のない図形の

みを取り出し、 G(O)→ Gの置き換えを実行する。この摂動展開を、以下、繰り込まれた骨格図形

展開と呼ぼう。 Gに太い直線を対応させると、この摂動展開における自己エネルギーは、 Feynman

図形を用いて以下のように表せる。

②=?  + Q +色+民+
対応する解析的表現は、次式で与えられる。

見町=州1，1')J d2 V(l -2)G(2， 2)一V(l-l')G(l， 1') 
+ J d2 J d2' V (1ー仰，γ)肌 l')G(2，2')G川 +ω附，2刈M訓2幻M州)悶削G(ρ2
+... . (324) 

ただし、 l次摂動に現れる同時刻の松原グリーン関数はGくと解釈するものとする。

骨格図形展開は自己無撞着な摂動展開である。実際この展開では、 2 は G の汎関数~ = ~[G] 

として与えられているが、一方Gは、 Dyson方程式

一一一 =一一一+一一-(t-一一

を満たすように決める必要があり、必然的に 2に依存する。従って、繰り込まれた骨格図形展開

では、 Gと2を自己無撞着に決める必要がある。特に、上記の 2に対する骨格図形の中で、下図

で表される 1 次摂動項 ~HF のみを残し、また Dyson 方程式中で Z → ~HF として G と ~HF を自

己無撞着に決める近似法を、 Hartree-Focl王近似と呼ぶ。具体的に、 ~HF に対応する Feynman 図

形は、以下のように与えられる。

Cf?=9十にお
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F.2 自己エネルギーの別表現

(324)式の自己エネルギーは、次のようにも表すことができる。まず、熱力学関数Qの摂動展開

に現れる Feynman図形の中から骨格図形のみを取り出し、 G(O)→ Gの置き換えをしたものを争

で表す。争トポロジー的に異なる Feynman図形を用いて表すと、以下のようになる。

φ=い +8+∞+凶+
これに対応する解析的表式は、

争三台S(仙-l]sklωιG 
= 訂d1 1 d1' V(l 一γ灼刊叩)川)[G仏山1仰 f ，JJ1γηfう)+付叫σ必G(川
古fρμdω11りdω21ω訓州'V引V町(1-l')V(2-γ)[G(1，2)Gロヲ仰ぺ2')G(2'，1') 

+σG(l， 2)G(2， l')G(l'， 2')G(2'， 1)] 

+・・・ (325) 

で与えられる。 (325)式の η次摂動項を (324)式の η次摂動項と比べると、 Gの個数が一つ多く、

かつ、数係数一σ/2nsの違いがあることがわかる。争に現れるこの因子1/2nは閉じた図形におい

て2n個のGが同等であることに由来し、また、 σは閉じた粒子線の個数が一つ多いためである。

簡単な計算で確かめられるように、 (324)式の 2は、この曇から、汎関数微分

-
噌

2
4

争

訂
i

pO
一-11、
一G
一

向

λ
U

々
μσ
 

一一
4
5・ゐ

句

E--2
 

(326) 

により得られる。

F.3 自己エネルギーの性質

自己エネルギー ~(1 ，1')は、グリーン関数G(1，l')と同じく ηーベのみの関数であり、 (314)式

のεtを用いて

見 1F)=j平均l，d;仙 (327) 

と展開できる。これは、 (i)G(l， 1')とG(O)(l，1')が(315a)式のように展開できる、 (ii)Dyson方程

式~ = G(O)-1 -G-lが成立する、という 2点から明らかである。さらに、展開係数E(Xlぅ吋;iεI!) 

は、 (319)式のG(ZlJi;i匂)と同様に、以下のように Lehmann表示できる。

時 IA;向)= ~(HF)川)+にま勺f:;ε) (328) 

戸町
U
O
O
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これは、 (324)式の各項の周波数表示を具体的に書き下すことで確かめられる。まず、 (324)式の

Hartree-Fod王項を考えよう。この項は8(71-7D = s-1 ~fe一向(TI-r{)に比例しており、 (323)式

を代入すると、上式の ~(HF)(X1 ， X~) が以下のように得られる。

r， T.I  ¥ r∞dε1 ~(HF)(X1 ， X~) = 8(X1 ， X~) I dX2V(r1 -r2) I ~C~ A(X2，X2;ε1)f(町)
j 一_f一∞ 2π

+村σW州V町(r1十1-一r吋山;υ)バf∞ 宇苧与1υ~A引A(X1 うAゐZ4ιi七h;戸向ε引1けl)f(
j 一∞ ~ρ己幻7πT 

また、 (324)式の2次摂動項は、 (279)式と (323)式を代入し、次のように表せる。

2が別(ロ仰2幻)(1，川'
I ~~~~.. I -~~~ ~ 一一 f π 1 _ 2π 1 _ 27π T J J J一。o-.. J一。C “.. J一

x[σA(X1 ， X~; ε2)A(X2 ， X~; 位)A(X~ ， X2; ε~) + A(X1 ぅ zi;ε2)A(x~ ，X2;εDA(X2， X~; é~)J 

X [8(71 -7D(1 +σ12)(1 +σ12)σf{ + 8(7{ -71)hf~(1 + σfD]e-(十寸)(C2+e~-c~). 

ここでf(εi)=fiなどと略記した。さらに、この式に eiee(rl-r{)をかけ、 T三71ーベについて区

間 [O ， ß] で積分する。すると、 ~(2)(X1 ， X~;iεe)の表式が以下のように得られる。

が民仰叫内2幻引旬)代ヤ(い川Z町1

XA(X2あ，X必必b与;εé~)A(x~ ， X勾2;ει~) + σ A(X1，うZ必;与;ε匂2)A(x必ι;L'Z 2 ; ε ~)A(X2 ぅ4 ; 位) ] 
×σ(1 +σfDhf~ -f{ (1 +σ12)(1 +σ12) 

tεf + é~ -ε2 -é~ 

これを (328)式と見較べることで、 Ag)(ZIA;ε1)が次のように書き下せる。

(330) 

必)川;ε1)= -jdX2 J dx~V(r1 -r2)川-r~)に等乙舎に寺川1 ， X~; ε2) 
XA(X2うめ;ε~)A(x~ ， X2; ε~) +σA(Xl1 必;ε2)A(x~ ， X2; ε~)A(X2; X~; 吟)] 

X[σ(1 +σfDんf~-ff (1十σ12)(1+σh)]27r8(ε1+ε;-ε2 -é~). (331) 

F.4 熱力学ポテンシャルの別表現ーその 1

熱力学ポテンシャル Qは(264)式で定義され、 (265)式のS(s)を用いて (293)式のようにも表
すことができた。この Qに二つの異なる表現を与えよう。それらは、熱力学量の一般的構造の解

明や実際の計算に際し有益である。

まず、 (264)式の冗=冗0+冗intにおいて、入fをパラメータとして冗int→入f行intの置き換えを

行う。対応する熱力学ポテンシャル!1).'を入fで微分すると、

θ!1).' rTr e-s'Hλ'1tint (入''Hint)λ'
δ入， Tre一β71.A， A' 

が得られる。ただし、(.. • )λFは、元入'三え0+入''Hintに対応する密度行列での期待値である。上式

を入fについて 0から入まで積分し、行入'=0=冗oに注意すると、次式が得られる。

!1¥ =!1n + r入(入f角川入， ， ¥ ， 
^ --U  ' Jo 入f (332) 
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一方、ゆH(l)三eT1行ψ(xI)e-T1行に対する Heisenbergの運動方程式は、

地位=-eTdi["t(xI)え-制(町)]eー刊
Ui1 

で与えられる。この式に (261)式で与えられる冗の表式を代入して交換関係を計算すると、次の

結果が得られる。

(333) 
θψH(l) r TI ，TTI__¥ J _I_ 11 ¥ rーリヲ石一 =-iZ+U(r)-μ|ψH(1) -I d2 V (1 -2)仙(2)ψH(2)ψH(l)

この式の右から -~k(1')をかけた後、左から巴を作用し、さらに密度行列。三 eβ冗/Tr e-β討で

平均操作を行う。その結果を松原グリーン関数 G(l ， l') 三一 (TT~H(l)仏 (1'))を用いて書き下す

と、以下のようになる。

[ーす長-U(r) +μ1 G(l， 1') + J山
ここで右辺に 6関数があるのは、 両辺凱に θ栴(仏巴T... J;匂t吹Y:γ戸必仏Lいい~(1/)川(ロげ川州1γ川川，ワ勺)η) 一-(TσTT梨♀叫d仏占(γ川)ド)片=寸6仰札削(ο仏仰1 ，μ川，1
めである。この式を Dyson方程式 (311)と見比べると、次の恒等式を得る。

J d2 ~(1 ， 2)G(2， 1') = -J d2 V日)叫附(州 (334) 

この式で l'= 1+、すなわち吋 =Xlおよび7{= 71+と置き、一σj2sをかけて 1について積分す

る。すると、右辺は相互作用の期待値(Hint)を与える。従って、 (Hint)に対する次の表式を得る。

川--訂d1J d2見仰，1')11/=1+ (335) 

(335)式を (332)式に代入すると、熱力学関数を Gと2で表す次の式が得られる。

Q入=00-訂λ引 d1J叫 (1，2)G，v(2ぅ1')1日+ (336) 

相互作用冗intに対する熱力学関数は、この式で入=1と置くことにより得られる。しかし、この

表式を実際の計算に使うためには、 O~ 入 ~1 の全領域における 2入と G入が必要である。

熱力学ポテンシャルの別表現ーその2F.5 

(337) 

熱力学関数のもう一つの表現は次式で与えられる。

0=許[ln(_G(O)-l + ~) +羽+φ

(338) 

ここで、立は G(l，l')を行列要素とする行列であり、 T旨は

M 三JA(l， 1+)む

門

too
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を表す。対数関数の分枝は実軸上のー∞から 0に取った。また、争は (325)式で定義されている。

LuttingerとWard[22]により見出されたこの表式は、松原グリーン関数から直接に熱力学関数

を計算することを可能にするだけでなく、厳密主主熱力学的関孫式の導出;こ欝しても大変便利であ

る。なお、 (337)式は、 Luttinger-Wardの原論文とは表現が少し異なる。 LuttingerとWardは、

G=G[2:]と、松原グリーン関数を自己エネルギー訟の汎関数とみなし、 Qを自己エネルギー2の

汎関数として書き下した。ここでは逆に2:= 2:[G]と考え、 Qを松原グリーン関数Gの乳関数とし
て与えている。 LandauのFermi流体論との関連を考えるとき、ここでの定義の方が便利である。

(337)式は次の性質を持つ。
of2 
oG(l七1) -

(339) 

すなわち、 Gが微小に変化しでも Qは不変である。 (339)式は、 Dyson方程式G-1= G(O)ー1_ 2: 

と(326)式を用いて、以下のように示せる。

on _ ( oE ，_Jn¥ 1 _， 1 r o2: _. _ oG 11 _ o争
ト一一=叫ーニー(G(O)-l_2:)叶 - G+おー守一|いσF一一一一 =0.
oG(l'， 1) ~. l oG(l'， 1) \~ =1'  LoG(l'，l)一一oGいうよ)JJ'-1"oG(l'，l) 

(339)式を用いると、 (337)式が (336)式ののλ=1と等価であることを示すことができる。この目

的のために、 (337)式で討int→入元intと量き換えたものを

九三piin(d)-l÷Z山 2:>.G>.]十争入う (340) 

で表し、以下、む=f2λそ註現する。まず、このむを λで徴分しよう。むのλ依存性には、争λ

のη次項における η個の相互作用に由来する P の噴と、 G入を通した依存性の二穣類がある。し

かし、停寵性(339)より、後者の寄与は考麗しなくてよい。そして、 (i)(324)式と (325)式のれ次

摂動現における因子一σj2nsの濃い、 (ii)d，¥n jd入=n，¥nj入、および、 (iii)(326)式に注意すると、

次式を得る。
θY>. a<T>. σθQλ  
一一=一一=一一一TrE>.G>.=一一 (341a)δ入 。入 2s入 一入。入

このように、九は、入に関して (336)式のQλ と同じ一階微分方税式を満たす。従って、もし拐期{撲

九 =(σjs)Tr ln( _G(O)-l)が九=f20を満たせば、任意の入について九=口λが成立することに

なる。九=f20を示すために (310)式のG(O)-l(日〉を対角化する表示似た(1)三か-iefTt肉付け
を採用する。ここでψk(町)は (225)式の固有関数であり、また匂は (314)式で定義されている。

この規格直交化された国有関数を用い、完全性ECkゆck(l)句k(l')= o(lぅ1')に注意すると、 (310)

式の G(O)-l(l ぅ 1') が、 ~k ==匂一μを用いて次のように書けることがわかる。

G件

この表示における%の表式は、

ね=符Fe判n(~k -iec) 
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図 19:複素z平面上の積分経路

で与えられる。ここで因子e匂0+は(338)式における 1+の添え字に由来する。匂が関数f(z)三

(esz _σ)一lの一位の極であり、その留数がσ/sであることを用いると、 ηについての和は以下の
複素積分に変換できる。

r dz """' eZo+ 
o = fr_. 2-;i L es-zコln(ゐ-z) 
VV  k 

ここでCは虚軸の周りを反時計四りに回る図 19の積分路を表す。 (322)式の辺りで詳しく述べた

ように、この虚軸に平行な経路Cは、 Jordanの補助定理を用いて、実軸のまわりの経路C'に変

形できる。さらに、 (esz_σ)-1 = ~ 1z ln(lー σe-sZ)に注意して zに関して部分積分を行う。す

ると、 C'の端からの寄与は消えることがわかる。最後に、 C'内の 1位の極ふに留数の定理を用

いる。以上の手順を経て%が次のように変形できる。

= -~)_ ( ~三eZO+!n(l -σe-sz)=竺デln(l-ae一品)=0，0. (341b) 
βヤJC' 21fi 

-
z -t.k sケ

このようにして、九=0，0を示すことができた。 (341)式より、一般の入三 0について丸 =0入が

成立することになる。そこで入 =1と置くことで、 (337)式の証明が完了した。

G 熱平衡状態におけるエントロビーの表式

(337)式を用いると、熱平衡状態におけるエントロビー5=一δn/δTの厳密な表式が得られる

[20，21]。導出は後回しにしてまず結果を示すと、以下のようになる。

f∞εI  . (θRe~R\δReGRl 
5 = kBTrム;;[-flnf +σ(1 +σf)川+σf)JIAllーす子)+A~す子 1. (342) 

ここでf(ε)三 (eβEー σ)一1はBose/Fermi分布関数であり、 GR= GR(ε)はGR(XI， x~; ε) を要素

とする行列、また、 TrはX1= r1α1を足とする行列の対角和(積分)を表すo GR (ε) と ~R(ε) は、

それぞれ (319)式および (328)式から、 iεt→ ε+iO+と解析接続して得られるいわゆる遅延関数

である。さらに ReGR と Re~R は次式で定義されている。

ReGR(ε)三p{∞手生三
-'-∞乙1fε一ε'

(HF) • T¥ r∞ dε， A~(ε') 
Re~R(ε)EZ(HF)+P I---7・J_

∞21f ε-e
i 
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GRが行列のとき、 ReGRは必ずしも実数ではないことを注意しておく。

ここで、スピン自由度αを無視し、さらに (262a)式でU(r)= 0の場合を考える。すると、スペ

クトル関数A(rl?r;;ε)等は、一様系の固有関数伊p(r)三 ν-1/2eip.r/nを用いて (νは系の体積)、

A(r1， r~; e) = ~ンp(rI)A(p， é)斗 (r~)
p 

と展開できる。これらの表式を (342)式に代入し、 v-1をかけて r積分を実行すると、次式が得ら
れる。

;=《Zf品[一川叫叩n(l吋]
X {A(P，e)ドて (344) 

これは、 (77)式でゆ→fと置き換えたものに他ならない。このようにして、 (77)式が平衡統計力

学と矛盾の無い表式であることがわかった。

(342)式の導出に移ろう。まず、 (337)式を T微分に便利な形に変形する。 (315a)式と (327)式

を(337)式に代入し、 (338)式を考慮して 71の対角和(積分)を実行すると、次式が得られる。

0=
芹Tr
{ln[互
(0)+ L:同一叫+L;(向)立川eiefO++争 (345) 

ここで G(i匂)は G(X1，xi;住e)を要素とする行列を表し、またTrは Xl= r1αlを足とする行列の

対角和を表す。この@と Qは丘(iεe)の汎関数と見直すことができる。そして、 (326)式と (339)

式に由来する次の性質を持つ。

6φ 
2(ZIA;向)= -Osホた7でふけ

Xl，Xli.tιE 
dO 

dG(Xiうね;iεe) -
(346) 

さらに、 (341b)式を導出した手続きを用いて、(伶345め)式を次のように変形する。

0=  I 名f作削(いωz吟)eZO件0+叶叫苫叫叫時{l伊11叫n[ほぼr互H(O仰叫0
JG'ム川 L

=pにまれε)苛 {ln[互(0)+也叫z蛮訴此(ヤhε斗叶+
一A~(作ωεり)ReGR (いωε吋)} +~. (347) 

ここで、 C'は図 19に示した積分路であり、主値記号PはBose分布関数の実軸上の極ε=0を除

く必要から生じ、また、 ε土三ε士iO+である。

(347)式の右辺第一項は、 T微分を実行するのに適した形をしている。実際、 (319)式のLehmann

表示を考慮すると、 (345)式あるいは (347)式をスペクトル関数A(ε)の汎関数と見直すことがで

きる。そして、そのO=O[A(ε)]は、明らかに

dO 

dA(xi， Xl;ε) -
(348) 
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を満たす。従って、 (347)式のT微分を実行する際には、あらわな T依存性、すなわち、 f(ε)の

T依存性のみを考慮すればよいことになる。

そこで、 (325)式の争もAとfを用いた表式に書き換えておく。 (325)式に (323)式を代入し、

(279)式を考慮して T積分を実行する。すると、まずHartree-Foc1王項に対して、次の表式が得ら

れる。

r _ r _ ，__， ，_ r∞ dεf∞de' 
争(HF)= ~ I dXl I dx~ V(rl -r~)ム51∞五f(ε)f(ど)

X [A(X1， X1; ε)A(x~ ， x~; ど)+σA(X1' x~; ε)A(X~ ， X1; ど)]. (349) 

同様に、 (325)式の2次摂動項は、以下のように書き換えられる。

φ(2) =ーリdXlr dx~ r dX2 l dx~ V(r1 -r~)V(r2 一弘)r∞苧f∞芋f∞苧f∞学
告J J -J J -J-∞L，π.1_∞L，π.1_∞L，7r J-∞よm
X [A(X1' X2;ε1)A(X2， X1; ε2)A(x~必;ε;)A(zL4; 位)+σA(x !，X2;ε1)A(X2， X~; ε2) 

× A(zi ， zb;ε~)A(x~ ， X1;位)JJ(ε174，ε2， é~). (350) 

ここで、 J(εhdpε2，e2)は次の最初の積分式で定義され、以下のように変形できる。

J(e1， é~ ， e2， é~) 三 (ο1+付吋吋叫σげ仏州fん刈1け)(ρ1fアσげ叫州州f刀m川Dh治ん巧吋Jβ吋η d乃肝ザe-汁一ベ引(何仲η←一附
一 (ο1+ σ !I刈1け)(ο1+σ f刀灼Dんf芯j| e ー β ( 叶 ~~ -~2-~;) _ 11 

11 + :， _ ， _1 _1 ~ I + (1付 2)
ε1+ε;-ε2 一 ε~ Iβ(ε1+εi-ε2 -é~) I 

一 (1+σ!I)(1+σf{)f2f~ -f1f{(1 +σ12)(1 + σf~) 
f

っ“
Fト
)

円
4
F』''噌

E
4

F』+
 

句

'A
F』

(351a) 

ここで、!I= f(ε1)， f{ = f(εりなどであり、また、 (1+-+ 2)は直前の項から添え字 1と2を入れ

替えることで得られる表式を意味している。最後の表式を得る際には、

(1 +σ!I)(1 +σfDhf~e一β(~I+~~-~2-~;) = !If{(l +σ12)(1 + σf~) 

を用いた。上のJ(εl，dぅε2，e2)はε1+ε;-ε2-e2= 0で正則であることを注意しておく。これは、最

初の積分による定義式からも明らかであり、また、途中の式においても、分子をε1+εi-ε2-e2= 0 

から Taylor展開することで容易に確かめられる。従って、 Jは以下のようにも表せる。

(1 +σh)(l + σfnhf~ n!Iff(l +σ12)(1 + σf~) 
J(ε1，εiJ2J2)=PI ，2-P f ， .(351b) 

ε1+εL-ε2一ε包 ε1十円一ε2一ε包

上で得られた争(HF)と<1>(2)の表式を f(ε)で汎関数微分する。その際、 Jとして (351b)式を用

いると便利である。そして、得られた表式を (329)式と (330)式と比較すると、ここで考察した摂

動の2次までの範囲で、以下の関係式が成立していることがわかる。

c5<1> 1 _ .. 
_ _ 
_D  

一一=n-_ TrA(ε)Reγ(ε). (352) 
c5f(ε) 2π 一

これは、 (323)式と (326)式に由来する一般的関係式で、より高次まで成立していることを確認で

きる [20，21]。

n同
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(347)， (348)ぅ(352)式より、 S=一θ0/θTが次のように得られる。

S伝ト=一一干P乙t 芸許苛{ln唯n巾匝匠[H(O仰O)+L;明+也剖豆亙酢晶(伝料ε斗山+
さらに、 θf/θT= 一(θ/δε)kB[~flnf +σ(1+σf) ln(l+σf)]を代入し、 εについての部分積分を実

行して変形すると、最終的に (342)式が得られる。その際、 Bose分布の-flnf+σ(1+σf) ln(l+σf) 

におけるε=0の特異性は弱い対数的な発散であることを考慮し、 P記号を取り除いた。
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