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概 要

ガンマ線バースト（以下GRB）は宇宙で一番明るい爆発現象であり、観測も年数百回ほどの頻度で

されている。しかしその放射メカニズムについては、未だはっきりしたことは分かっていない。標準

的には、衝撃波領域で加速された電子からのシンクロトロン放射であると考えられているが、このモ

デルでは説明できないスペクトルを持った GRBが多数存在する。シンクロトロン放射のスペクトル

は低振動数側で Fω ∝ ω1/3となるが、それらの GRBはこれよりもハードな低振動数成分を持つの

だ。また、GRBの衝撃波近傍ではプラズマ不安定によって、小さいスケールで乱れた強磁場が励起

されることが理論的に予想されている。そのような磁場中を運動する電子は、シンクロトロン放射の

前提であるきれいなジャイロ運動を描けなくなることが考えられる。そこで本研究では乱れた磁場中

を運動する電子からの放射スペクトルについて調べた。乱れた磁場からの放射スペクトルは、磁場の

スケール λBと磁場強度を B用いたパラメータ a = eBλB/mec
2 で特徴付けられる。粒子のローレン

ツ因子を γとすると、a À γの状況はラーモア半径 rLより磁場の乱れのスケールが非常に大きいこ

とに対応し、シンクロトロン放射の仮定を満たす。逆に a < 1の場合は乱れのスケールがシンクロ

トロン放射の特徴的振動数を出すために必要な距離 rL/γより小さく、この距離をジャイロ運動する

ことができない状況を表す。a ¿ 1の場合は電子の軌道を直線近似でき、軌道の微小なぶれを摂動と

して取り扱える。この状況における放射を解析的に計算したのが Medevedevの”ジッター放射”であ

る。しかし 1 . aの領域にまでなると、もはや摂動理論は使えない。この範囲を統計的に取り扱った

Fleishmanによる”Diffusive Synchrotron Radiation”という理論もあるが、磁場の取扱いを小スケー

ルの磁場＋大スケールの磁場としているので、1 < a < γのような中間的なスケールの磁場の場合に

厳密に正しいかどうかは自明ではない。それに対し本研究では全ての範囲の aの値の場合について、

以下のように第一原理的に放射スペクトルを求めた。まず磁場のパワースペクトルを aを決めるよう

にコロモゴロフの乱流理論にしたがって与え、それをフーリエ変換して乱れた磁場を生成する。そし

てその磁場中に単一エネルギーの電子群を投入してその軌道を計算する。それぞれの電子の運動方程

式から得られた加速度から、リエナード＝ヴィーヒエルトポテンシャルを用いて放射スペクトルを計

算した。その結果 a ¿ 1の状況から a À γまでどのようにスペクトルが変化していくかが明らかに

なった。その中で a . 5(< γ)の状況で単位振動数 ωあたりのフラックス Fω ∝ ω1/2というハードな

低振動数成分を持ったスペクトルがありえることを示した。1 < a < γは、GRBでも起こっていると

考えられているプラズマ無衝突衝撃波のシミュレーションでも示唆されている aの値の範囲である。

これにより従来のシンクロトロン放射よりもハードなスペクトルを持った GRBの一部が自然に説明

される。また a . γの範囲では、シンクロトロン放射とジッター放射の両方の特徴を持った興味深い

スペクトルが得られた。これは GRBの問題と直接は関係ないが、物理的に重要な発見である。
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1 導入

ガンマ線バースト（以下 GRB）は、1052−53erg ものエネルギー（太陽の静止質量エネルギーは

1054erg）をほんの数十秒で解放する、宇宙でもっとも明るい爆発現象である。発見後しばらくはガン

マ線が数十秒観測されるだけで、他に手がかりがなかったので謎の現象であったが、1997年の観測の

ブレークスルー（GRBまでの距離の同定）以来 [26][15]、非常に活発に理論、観測両面で研究が行わ

れ、近年その真の姿に迫りつつある。導入部分では、まず GRBの発見から今までの研究の流れを概

観し GRBの標準モデルやその問題点について述べる。次に本研究で注目する、GRBの放射領域で

考えられる乱れた磁場の特徴や、その中を運動する粒子からの放射に関する先行研究について触れ、

本研究の立ち位置を明らかにする。セクション 2では本研究で用いたモデルとその定式化、セクショ

ン 3で結果として得られたスペクトルを示す。さらにセクション 4で様々なストレングスパラメータ

aにおける、スペクトルの形の物理的理由について考察し、セクション 5で本研究全体をまとめる。

1.1 GRBの観測

GRBの発見は 1967年、アメリカの軍事衛星VELAによってなされた [30]。これは他国が核実験を

行ってないか監視するための衛星だったが、地表からではなく、宇宙からガンマ線がやって来ている

ことを発見したのだ。当時は超高エネルギー光子であるガンマ線が宇宙から多量に飛来するなどまっ

たく予想されていなかったので、これは大発見であった。しかしガンマ線が短時間見えるだけだった

ので、このガンマ線の起源については全く分からなかった。その後、70-80年代にはいくつかの X線

観測衛星やガンマ線センサーを備えた人工衛星により観測がなされ、GRBはガンマ線のみならず X

線でも光っていることはわかったが、方向決定精度が低かったのでそれ以上決定的なことは何も言え

ず研究はあまり進まなかった。しかし 91年になって状況は一変する。コンプトンガンマ線衛星に搭載

された BATSEにより、精度よくガンマ線到来方向がわかるようになったのだ。その結果、GRBは図

(1)にあるように全天に渡ってランダムに分布することがわかった。GRBが銀河内で起こっているの

ならば銀河面に集中するはずなので、銀河系外での現象らしいことはわかったが、GRBまでの距離

について確定的なことを言うのにはこれだけでは足りず、距離の同定に関しては 96年の BeppoSAX

の打ち上げを待つことになる。BATSEは時間分解能、周波数分解能が高い優秀な観測器だったので、

きれいな光度曲線やスペクトルを描くことができ、それらの系統的な研究を可能にした。図 (2)の

BATSEによる光度曲線をみると、GRBは特徴的な光度曲線の形と言うものを持たないことが分か

る。継続時間も典型的には数十秒といえるが、ばらつきが大きく、10−3秒～103秒にもなる。

光度曲線が様々なものであるのと異なり、スペクトルは一般に図 (3)にあるようなべき関数をつな

いだ形をしており、バンド関数と呼ばれる以下の経験式（1）でよく表現できる。(D.Band et al [5]

より)
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図 1: BATSEによるGRBの全天分布 http://hera.ph1.uni-koeln.de/ heintzma/k1/ChSkyMap.htm/
より転載座標は銀経、銀緯

図 2: GRBの光度曲線の例。コンプトンガンマ線衛星に搭載された BASTSEによるもの。BATSE
の観測エネルギー幅は 20-600keV。典型的な形はないことが分かる。Piran 1999[37]より
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図 3: GRBの典型的なスペクトル、バンド関数によってフィッティングされる。Briggs et al 1999[21]
より
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f(E) =

{
A( E

100keV )α exp(−E
E0

) for (α− β)E0 ≥ E,
A( (α−β)E0

100keV )α−β exp(β − α)( E
100keV )β for (α− β)E0 ≤ E,

(1)

図 (3)のスペクトルの折れ曲がりのエネルギーを Epeak、と呼び一般に約 250keV 程度である。ま

たべき指数は α ∼ −1、β ∼ −2.5である。

GRBはすばやい時間変動をする即時放射だけではなく、その後長く続く残光も発する。即時放射

がガンマ線を数十秒程度発するのに対し、残光は多波長（ガンマ線、X線、可視光、電波）で数ヶ月

光り続ける。GRBまでの距離はこの残光の観測で得られた。1997年、X線天文衛星 BeppoSAXの

広視野 X線カメラWFCにより GRB970228（1997年 2月 28日に観測された GRBの意）の位置が

特定された。そしてすぐさま BeppoSAXの主望遠鏡で X線観測がなされ、その結果X線未同定天体

が発見された。この X線は時間に対しべき関数的に光度が落ちて行っていることもわかった (図 4)。

残光の発見である。さらに同じ位置を可視光で見てみると X線と同じように光っていることが発見さ

れ、GRB母銀河の可視光分光観測も可能となった。吸収線の赤方偏移を測った結果、GRBは宇宙論

的距離で起こっていることがわかった。（初めて赤方偏移が分かった GRB970508は z=0.835、69億

光年遠方）ガンマ線光度との関係から莫大なエネルギーを発していることになり、小節 (1.2.1)で詳

しく述べるコンパクトネス問題（フラックス、放射領域のサイズをみつもると光学的に非常に厚く、

ガンマ線は出てこれないはず）が重大な問題となった。

また、光度は時間のべき関数で落ちていくのだが、ある時間たったところ（一日程度）でブレイク

があり、そこから光度の落ち方が激しくなることも発見された。これにより GRBは等方的な爆発で

はなく、細く絞られたジェット状になっているかも知れないと考えられ始めた。つまりジェットが発射

からある時間たったところで広がり始め、このことにより減速が大きくなり、光度の落ち方が変わる

のだろうと考えられるようになったのだ [33]。GRBがジェット状であった場合、爆発エネルギーは球

対称爆発を仮定して見積もられた場合の θjet/4πとなるので、超新星爆発程度のエネルギー (1052erg

程度)で GRBを起こすのに必要なエネルギーがまかなえるだろうと考えられた。最近の観測による

と、残光の光度曲線はジェットブレイクだけでなく、さらに複数のブレイクをもつことも分かってき

た。2004年に打ち上げられたGRB観測衛星 Swiftは、その名が表すとおりそれまでの衛星よりも素

早くGRBの方向を向くことができるので、初期の残光（100秒以内）を観測することが可能である。

初期残光の観測の結果、光度曲線は予想されたようなきれいなべき型の形ではなく、いくつものブレ

イクやフレアを含む複雑な形をしていることがわかり (図 5)、ジェットブレイクの意味があいまいに

なりつつある。この複雑な光度曲線がどのような仕組みで作られるかは現在も研究の対象である。本

研究は即時放射に焦点を当てるので残光についてこれ以上踏み込まずここでとめておく。次に即時放

射と残光を統一的に説明する、標準モデルについて考えていく。
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図 4: GRB970228の残光の光度曲線 Fruchter et al.[1]より
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図 5: swiftによるGRBの初期残光観測 複雑な挙動を示す。Racusin et al.[17]
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1.2 GRBの標準モデル

ここでは GRBの標準的な描像を述べる。観測を説明するためには、物理的な制限から GRBは相

対論的な爆発現象でなければならないことが分かる。まずはその制限について定量的な議論をし、そ

の条件をみたした標準モデルである内部外部衝撃波モデルについて述べる。

1.2.1 モデルの制限条件

ここでは GRBのモデルを作る上で絶対に無視できない制限条件、いわゆるコンパクトネスについ

て定量的な議論をする。観測されるガンマ線フラックスの変動時間は約 δt ∼ 10ミリ秒なので、単純

には放射領域のサイズは R ∼ cδt ∼ 3× 108(δt/10ms)[cm]と見積もることができる。その間に放射さ

れるガンマ線のエネルギーは等方的爆発を仮定すると、∼ Lγδt ∼ 1049ergであり、このうち電子陽

電子対生成を起こすのに十分なエネルギーを持っている光子の割合を fpとすると、（観測的には 1の

オーダー）放射領域における対生成可能な光子密度数は fpLγδt/(mec
2R3)となる。電子陽電子対生

成の断面積はトムソン断面積 σTと同程度であることを考え合わせると、一つの光子の単位時間あた

りの他の光子との衝突回数は

cσTfp
Lγδt

mec2

となり、領域を脱出するのにかかる時間 tesc ∼ R/c ∼ δtであるから、対生成に対する光学的厚みは

τγγ ∼ σTfpLγδt

R2mec2
∼ 1014fp(

Lγ

1051erg
δt

10ms
) >> 1 (2)

となる。つまりこれでは大量のガンマ線がでてくることは不可能となる。しかし GRBは実際に観測

されている。この一見矛盾する現象を説明する方法として広く受け入れられているのが放射領域が相

対論的運動をしていると考えることである。放射領域が相対論的な運動をしていると、２つの効果で

τ < 1とすることが可能となり、コンパクトネス問題が解決する。一つは観測者方向に放射領域が動

いていると光子は青方偏移しているという効果である。つまりGRBの大部分は放射領域の固有系で

は X線であり、実際には fpは Γ2(β+1)倍程度小さい。ここで Γは放射領域のバルクのローレンツ因

子、βはバンド関数の高エネルギー側のべき指数である。電子陽電子対生成の条件は E′
1E

′
2 > (mec

2)2

であるが、観測者系では E1E2 > Γ2(mec
2)2となる。よって fp ∝

∫
E1

N(E)dE ∝ E
(β+1)
1 ∝ Γ2(β+1)

となる。

二つめの効果は放射領域の大きさが見積もった大きさより Γ2倍大きくてもよいということである。

まず、ビーミングの効果 (付録A参照）により放射は放射領域の進む方向に 1/Γの角度で絞られる。

このことにより観測者は放射領域の 1/4Γ2の面積しか見えない。よって球殻の一部を観測者が見て円

形に見えるとした時、中心と端から同時に光が出たとすると、球殻の曲率による光路差の分の時間の

ずれは R/cではなく、RΓ2/c程度である。よって

R ∼ cΓ2δt (3)
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となる。この二つの効果により、τγγ Γ2(β+1) × Γ−4 ∼ Γ−7となる。ただしここで β ∼ −2.5を用い

た。よって式 (2)より Γ > 100であれば τγγ < 1となってガンマ線は放射領域からでて来ることが可

能になる。逆に言うと、コンパクトネスを考えると GRBは止まった領域から放射されるものではあ

りえない。以上の議論により、GRBのモデルはバルクで Γ > 100となるような放射領域を実現する

ものでなくてはならない。

1.2.2 内部外部衝撃波

ここまでの観測結果と議論からモデルを作る上で説明できなくてはならないものは、(1)ガンマ線

即時放射の非常に短時間の光度の時間変動、(2) 多波長残光の緩やかに変化し長く続く振る舞い、(3)

コンパクトネス問題を解決するように放射領域は放射時には Γ > 100もの相対論的運動をしている、

という三点である。これらを満たすように作られ、現在標準的なモデルとされているのが内部外部衝

撃波モデルである。Γ > 100ものプラズマ流がいくつも小さい領域から放出され、それら同士が衝突

し、内部衝撃波を起こしガンマ線を放出、衝突を繰り返し一体となった流れが星間物質と外部衝撃波

を起こし残光を発するという描像である。定量的な議論を始めるに当り、まず考えるべき点は放射領

域がどのようにして Γ > 100という超高速まで加速されているのかであるが、これはまだ解決されて

いない問題で、様々な仮説が出ている状態である。ここでは熱圧力によって加速するファイアボール

モデル ([3]、[22])の立場にたって考える。他の加速機構としては磁場を利用するものも提案されてい

るが、ここでは考えないものとする。また、上で紹介したように GRBは細く絞られたジェット状に

なっていると考えられている。ジェットがどのようにして収束するか、その開き角がどのくらいかは

解決すべき問題であるが、ここでは加速とその後の放射に焦点を置き今は考えず、簡単のため球対称

であると考える。

まず、小さい領域で莫大なエネルギーが解放されることを考える。（具体的には観測された時間変

動からその空間スケールは ∼ 107−8cmであろう。またGRBのような激しい現象はブラックホールの

ような強重力、中性子星のような強磁場が関係しているのかもしれないとは想像がつくし 10太陽質

量のブラックホールのシュバルツシルト半径∼ 3× 106cmであるので、GRBはこのようなブラック

ボール近傍での現象かもしれないと予測もできる。）エネルギーが解放されると電子陽電子対生成が

起き、それ自身の熱圧力により加速膨張する。これは断熱自由膨張なので、共動系でのエントロピー

∝ T 3R3を保存する（エントロピー密度∝ T 3、体積∝ R3である）。また、観測者系でのエネルギー

∝ ΓT 4R3 も保存する（共動系でのエネルギー ∝ T 4）。これら二つを考え合わせると Γ ∝ Rとなり、

ファイアボールのローレンツ因子は半径に比例して増大する。初期に与えられたエネルギー Eが全

てバルクの運動エネルギーに変わるところで加速が止まると考えられる。すると達成されるローレン

ツ因子は Γ = E/Mc2となり、その後は等速で膨張し続ける。つまり、初期火の玉に混じっているバ

リオンの量 η = E/Mc2で表せられる。

Γ = η
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つまり η > 100であれば (3)の問題は解決される。この時点で電子陽電子対はすでにほぼ全て対消滅

しているので、少量混じっていたバリオンに付属していた電子が残るが、さらに火の玉が膨張してい

くと電子の密度が下がり、光学的厚みが ∼ 1になると火の玉は散乱に対して透明になる。その半径を

光球半径と呼ぶ。この内部外部衝撃波モデルではここまでにほとんど全てのエネルギーはバリオンの

運動エネルギーに転化してしまっていてここで逃げる光子は少ないとし、GRBの放射の主な成分で

はないと考える。

最初熱エネルギーをバルクの運動エネルギーに転化したが、GRBとして観測されるためにはそれ

をもう一度解放し、さらに放射に変える必要がある。エネルギーの解放は衝撃波によってなされると

考えられている。前の段落では一つの火の玉しか考えなかったが、エネルギー供給に時間変動がある

といくつもの異なるローレンツ因子 Γをもった球殻ができることが考えられる。先に発射された球殻

より大きいローレンツ因子 Γを持つ球殻が後に発射されると、二つの球殻は衝突し衝撃波を形成す

る。以下どのくらいのエネルギーを解放できるか考える。単純にはこれは二体衝突で考えればよい。

今ローレンツ因子 Γrをもつ質量mrが Γsを持つmsにぶつかって Γmをもつ一つのmmになった

とする。解放されるエネルギーを Emとし、エネルギーと運動量の保存を考えると、

mrΓr + msΓs = (mr + ms + Em/c2)Γm (4)

mr

√
Γ2

r − 1 + ms

√
Γ2

s − 1 = (mr + ms + Em/c2)
√

Γ2
m − 1 (5)

この二つの式を組み合わせて解くと

Γm =
mrΓr + msΓs√

m2
r + m2

s + 2mrms(ΓrΓs −
√

Γ2
r − 1

√
Γ2

s − 1)
(6)

となり、エネルギー変換効率 εは

ε = 1− (mr + ms)Γm

mrΓr + msΓs
(7)

で与えられる。今mr = msの等質量の式を考えると Γr = 2Γsならば ε ∼ 0.06 、 Γr = 10Γsならば

ε ∼ 0.43 　にもなる。二つの球殻の Γの差が大きいと効率よくエネルギーを転換できる。この衝突に

よって起こる衝撃波を内部衝撃波と呼ぶ。内部衝撃波が起こる半径を Riとすると、

Ri ∼ vrvsδt

vr − vs
∼ 2cδt

Γ−2
s − Γ−2

r
(8)

となり、1.2.1節で見積もった相対論的運動をしている放射体からの放射の時間変動のタイムスケール

を用いて (式 3より）パルスの幅は Ri/cΓ2であるから、質量放出のタイムスケール δtと等しくなる。

これにより即時放射の短時間の光度変化 (1)を再現できる。また、内部衝撃波をいくつも起こした放

射体は最後にはひとつとなり、星間物質を掃き集めながら進んでいく。一体となった放射体のローレ

ンツ因子を Γr、星間物質のローレンツ因子を Γs = 1とすると、式 (6)より Γm ∼ Γr/2となるには、

ms ∼ mr/Γrでよい。よって掃き集めた星間物質の質量が放射体の質量の 1/Γrになったころにまた

強く衝撃波を起こし、エネルギーを解放し始める。これを外部衝撃波と呼ぶ。そしてその後は減速し

ながらエネルギーを解放し続ける。長く続く残光 (2)は外部衝撃波起源であると考えられている。
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1.2.3 衝撃波近傍の物理と放射スペクトル

次に衝撃波で解放したエネルギーを放射に変換する方法を考える。GRBの衝撃波における密度を

内部外部衝撃波モデルにしたがって計算すると、衝撃波の厚み（103cm程度）に比べ非常に粒子の平

均自由行程が長く（1013cm程度)、無衝突衝撃波であると考えられる。地上の衝撃波の場合は密度が

高く十分に衝突が起こるので（平均自由行程:2 × 10−5cm）、解放されたエネルギーは衝撃波下流の

粒子の熱エネルギーへ変換されるのみである。しかし宇宙における希薄なプラズマの場合は、粒子の

衝突の代わりに電磁気力を介して衝撃波が形成され、粒子のエネルギー分布は熱的なマクスウェル分

布からずれて非熱的な、高エネルギー側にべき的にのびる成分が現れる。このような分布が作られ

る一番の原因は、衝撃波が無衝突系であるために、十分大きなエネルギーを持った粒子（以下加速粒

子）は下流から上流へ衝撃波面を横切るような運動が可能になるということである。加速粒子は背景

となる熱的分布をしたプラズマ流体の磁場の乱れ（乱流状のアルフェン波）と相互作用し、運動方向

を変える。上流と下流は速度差を持って運動しているので、往復するごとに加速粒子のエネルギーは

熱エネルギーを大きく越え上昇していく。これは超新星残骸の衝撃波における宇宙線の加速を考えた

Blandford and Ostriker[31] の加速メカニズムと本質的に同じであり、無衝突プラズマ衝撃波を扱っ

た PIC(Particle-In-Cell)シミュレーションでも再現されているものである。加速された電子からの放

射が GRBであると考える理由はいくつかあるが、一番大きなものはスペクトルの形である。粒子が

熱的な分布の場合、狭いエネルギー分布を持った放射（プランク関数型）しかでない。しかし前述し

たようにバンド関数（式 (1)）として観測された放射スペクトルはエネルギー範囲の広いべき型の分

布を持っている。（図 3）つまり、無衝突衝撃波で加速された電子からの放射が GRBであろうと考え

られる。では放射のメカニズムは何であろうか。電子が衝撃波を往復する際、磁場と相互作用し運動

方向を変えることはすでに述べた。この際電子は加速度を受けているので放射が出るはずである。単

純に考えると相対論的粒子が磁場と相互作用した場合に電子がする放射はシンクロトロン放射であ

る。これは揃った磁場があった時その中を粒子がをジャイロ運動する際に出す放射である。つまり内

部衝撃波で粒子加速を起こし、その過程で電子から放射されたシンクロトロン放射が GRBであると

解釈できる。

残光は外部衝撃波起源であると考えられているが、外部衝撃波も内部衝撃波と同じように無衝突衝

撃波である。違うのは衝撃波を起こす相手が星間物質なので、時間変動はなめらかでジェットの減速

にともなってゆっくり減光するということである。シンクロトロン放射の仮定のもとでは、粒子のエ

ネルギーと磁場の強度からスペクトルの形や、典型的な振動数なども一意的に決まる。磁場は後で述

べるように衝撃波で運動エネルギーの一部を変換して作られると考えられている。衝撃波の強さと磁

場強度で粒子のエネルギーは決まるので加速粒子全体のエネルギーと磁場エネルギーがバルクの運動

エネルギーに比例すると考えると、残光のスペクトルやその時間進化を記述できる [29]。そしてそれ

は観測にもよく合っている（図 6）。
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図 6: GRB030329の残光スペクトルの時間進化 R.Willingale et al.[34]より
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1.2.4 標準モデルの問題点

標準モデルは即時放射の短時間光度変化と残光の長時間変化を説明し、コンパクトネス問題も解決

する統一的なモデルである。しかし標準モデルで全ての観測結果が説明できるわけではなく、問題は

いくつか存在する。そのうち本研究で注目するのは即時放射のスペクトルの問題である。GRBがシ

ンクロトロン放射であると仮定した場合、放射スペクトルがバンド関数のような形を示す時、低エネ

ルギー側のべき指数 α（バンド関数 1より）は解析的には −2/3よりソフトな値をとる。それに対し、

観測された αは図 7、図 8のような分布を持つ。このうち−2/3よりハードな GRBはシンクロトロ

ン放射モデルでは再現できないのだ。以下、以上に述べたことを定量的に説明する。最初に注意すべ

きことはバンド関数は光子数スペクトル Nω のフィッティング関数であるから、光度スペクトル Fω

に対しべき指数が-1ずれるということである。つまり Fω ∝ ω2の場合 α = 1である。まず電子のエ

ネルギー分布が ne(γ) ∝ γ−pである場合を考える。この時単位時間単位体積あたりの放射エネルギー

Ptotは

Ptot(ω) ∝
∫

P (ω)nedγ

とかける。ここで neは電子の数密度、P (ω)は電子一つからの単位時間あたりの放射エネルギーであ

る。x ≡ ω/ωcと変数変換する。ただし ωc = γ2eB/mecとする。これはシンクロトロン放射の典型的

振動数である。すると

Ptot(ω) ∝ ω
−(p−1)

2

∫
F (x)x

p−3
2 dx

ここでF (x)は変形ベッセル関数を使って書ける関数であり、この関数の x → 0の漸近形からFω ∝ ω1/3

が決まる。（シンクロトロン放射についての詳しい議論は [32]、[13]を参照。）よってこの場合α = −2/3

である。高エネルギー側のべき指数 βは電子のエネルギー分布できまり、β = ω−(p+1)/2となる。冷

却時間に対してダイナミカルな進化のタイムスケールが無視できない場合、粒子分布が時間変化する

ことを考えなくてはならない。粒子分布は連続の式

ṅ(γ) +
∂(γ̇n(γ))

∂γ
= ṅin(γ) (9)

を用いて求められる。ここで ṅin(γ)は注入項である。まず定常を仮定して粒子密度の時間変化であ

る左辺第 1項をおとし、注入項を γm以上で以下のようにべき型で与える。

ṅin(γ) ∝ γ−p for γ ≥ γm (10)

放射エネルギーはシンクロトロン放射の場合粒子のローレンツ因子 γ2に比例する。つまり高エネル

ギー粒子ほど早く冷え、そのエネルギーを失う。冷却時間＝ダイナミカルなタイムスケールとなるロー

レンツ因子を γcとすると γm > γcの場合、連続の式（9）より粒子分布の低エネルギー側は n(γ) ∝ γ−2

となる。その結果放射スペクトルは２つのブレイクをもつ形となるが、GRBのスペクトルはバンド

関数で表されるように一つのブレイクしかない。つまりどちらかのブレイクのまわりをみていると考
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え、低エネルギー側は Fω ∝ ω1/3または Fω ∝ ω−(p−1)/2 = ω−1/2となる。また、γm < γcの場合、粒

子分布の低エネルギー側は n(γ) ∝ γ−pのままである。（高エネルギー側は冷却され n(γ) ∝ γ−p−1と

なる）つまり放射スペクトルの低エネルギー側は Fω ∝ ω1/3、または Fω ∝ ω−(p−1)/2となる。ここま

でで αの値の候補は-2/3,-(p+1)/2,-3/2である。観測された α(図 7、図 8）は-1をピークに広がって

いて、-2/3よりもハードなものがある。

図 7: BATSEで観測されたαの分布 [38]より

粒子分布のべき指数 pが α > −2/3を達成するような値、つまり 1/3より大きければ-2/3よりハー

ドなスペクトルを再現できるかというとそうはならず、その場合も α = −2/3となる。つまり今

n(γ) ∝
{

γq for γ < γa

γp for γ > γa
(11)

のような粒子分布があったとする。この場合でも図 9のように γaを持った電子からの放射が低振動

数領域で支配的になってしまい粒子分布に依存しないので、シンクロトロン放射の仮定のもとでは

α > −2/3のスペクトルを作ることはできない。

このことから図 (図 7、図 8)における α = −2/3のラインを”Line of death”と呼び、シンクロトロ

ン放射モデルと観測が明らかに矛盾する重大な問題とされている。解決方法はいくつか提出されてい

る。最近よく言われているのは光球モデルである。これはスタンダードモデルを考える時に無視した

光球から逃げる光子が支配的になるモデルで、単純には黒体放射のスペクトルの低エネルギー側は

Fω ∝ ω2なのでハードに出来て、さらに多温度の重ね合わせやコンプトン散乱などを考えると異なる

べき指数が作れるというものである (Ryde 2004[7]、Ioka et al2007[18]、Meszaros & Rees 2000[27]）

しかし、非常にソフトなもの（α ∼ −2)との統一的な説明が難しいなど、まだ課題はある。
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図 8: fermiで観測されたαの分布青が LGRBで赤が SGRB[20]より

図 9: γaの電子の放射が低振動数側で支配的になる
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Medvedevらは 1999年に GRBの内部衝撃波における磁場の生成を調べ [23]、できる磁場のスケー

ルが小さく、ラーモア半径程度であることに着目した。このような磁場のもとでは粒子は、シンクロ

トロン放射を考える上で仮定されているジャイロ運動をできないと気づき、その場合シンクロトロン

放射とは違うスペクトルになるのではないかと考えた。その結果、Medvedevが考えたある特定の状

況のもとでは Fω ∝ ω1のようなハードなものを再現することに成功した。しかし現在、付録 Eで示

すように Fω ∝ ω1のスペクトルを出すような状況は特別な状況で、GRBでは起こすことは難しいと

考えられている。次の節で GRBの内部衝撃波における磁場がどのようなものか考える。

1.3 GRBの磁場再考

GRBの標準モデルでは火の玉が断熱膨張により広がり、Γ > 100まで加速した球殻同士の衝突に

よる内部衝撃波から放射が行われると考えている。GRBの初期磁場（本研究ではGRBの起源につい

ては特に指定していないが、観測的に一部の GRBは超新星爆発と関係があることがわかっている。

その場合、親星の磁場が初期磁場となる。）起源の磁場は、内部衝撃波の半径まで広がると断熱膨張

で非常に弱くなる。トロイダル磁場は B ∝ R−1であるから、（Rは半径である）内部衝撃波の半径

（中心領域サイズの 107倍程度）では初期の磁場の 10−7倍程度になっている。また、GRB内部衝撃

波は粒子加速を起こすような無衝突衝撃波であったが、このような系では粒子の分布関数が衝撃波面

近傍では不安定な形となり、様々なプラズマ不安定性が励起され、乱れた電磁場が生成される。初期

の磁場がマグネターのように非常に強くない限り、衝撃波では生成されたこの磁場が支配的になると

考えられる。その中で本研究が注目するのはワイベル不安定性である [6]。これは粒子の粒子の速度

分布の非等方性に起因する不安定の一種で、プラズマ中の磁場の揺らぎによって粒子の軌道が曲げら

れ、それによって生じた電流によって磁場の揺らぎを増幅することで成長する。分散関係（付録 B参

照）より、最大成長のスケールは電子のスキンデプス程度になる。内部衝撃波を起こす時、粒子は断

熱膨張で十分に冷えてしまっているので、衝撃波面系での粒子のローレンツ因子は γcoldはバルクの

ローレンツ因子 Γintと同程度と考える。スキンデプスは

λskin ∼ c

ωpeΓint
(12)

と書かれる。

ωpe =

√
4πne2

γme
(13)

ここで ωpeはプラズマ振動数、nは数密度、meは電子の質量、eは素電荷である。ちなみに球殻同士

の相対運動のローレンツ因子は Γint = ΓrΓs −
√

Γ2
r − 1

√
Γ2

s − 1と書ける。Γrや Γsが数百程度あっ

ても Γintは 5程度の大きさになる。超相対論的現象であるGRBの内部衝撃波が、衝撃波系でみると

ローレンツ因子がそこまで大きい現象ではないことは面白い。そしてこれが GRBを理解する上での

鍵になるかもしれない。
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次に乱れた磁場中で電子が出す放射が、シンクロトロン放射とみなせるかどうか分ける条件が何か

考える。最初に考えるのはラーモア半径 rLと磁場のスケール λBを比べることだが、注意すべき点

は放射スペクトルの特徴をとらえる場合、上の二つのスケールをそのまま比べてはいけないというこ

とである。なぜならば、相対論的運動をしている粒子からの放射の大部分は粒子の運動方向から角度

1/γの円錐内（ビーミングコーン：付録A参照）に強く偏っていて、ジャイロ運動する粒子からの放

射は探照燈的な描像となるからである（図 10）。これをある方向から受けると光度曲線はパルス状に

図 10: 電子の放射コーンの概念図

なり、それがシンクロトロン放射スペクトルを特徴付ける。つまり、観測者は粒子の運動全てからの

放射ではなく、運動方向が観測者に対し角度 1/γ以内をである時の放射をとらえシンクロトロン放射

であるとみなすと考えられる。よって rL/γが磁場のスケール λBと比べるべき長さとなるので、そ

れらの比をストレングスパラメータ aとし、以下のように定義する。

a ≡ γaccλB

rL
=

eBλB
mec2

(14)

a À γaccの時はラーモア半径より磁場のスケールが十分大きいのでシンクロトロン放射と考えて

よいだろう。a ¿ 1の場合は図（10）に示したように探照燈が観測者を横切る前に何度も運動方向

を変える場合なので、これは明らかにシンクロトロン放射ではない。a ¿ 1の場合を Medvedevが

ジッター放射と命名し、通りが良いので本研究でもそれにならい a ¿ 1の場合はジッター放射と呼

んでおく。ここで注目すべきは 1 < a < γの領域については、はっきりしたことがここまでの議論で

は言えないことである確かにシンクロトロン放射の特徴的な振動数は先述したように rL/γできまる

が、より低振動数はより長い距離走った結果の放射である。（低振動数成分は長周期成分とも読み変

えることができる。つまり長い距離電子が運動することで初めて低振動数成分は現れる。）よってこ
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の 1 < a < γの場合とは、ピーク振動数を出す距離はジャイロ運動近似は使えるが、全体としては

ジャイロ運動近似できない、つまり低振動数成分についてはシンクロトロン放射近似はできない状況

であると解釈できると言える。ちなみに Medvedevが a << 1の場合のこの放射メカニズムを GRB

の世界に持ち込んだので”ジッター放射”は有名になったが、この放射メカニズムはMedvedevが初

めて発見した訳ではない。例えば Landau-Lifshitz「場の古典論」[19]にも固有の名前はないが載って

いる。

また、実験室においては電子をコヒーレントな磁場の中を走らせて、ある振動数に集中した高輝度の

放射を出させて利用する”アンジュレーター”や”ウィグラー”が昔から用いられてきた。これらは

揃った磁場ではなく、変化する磁場中を運動する電子からの放射であるので、ある意味ジッター放射

に似ている。ここでジッター放射とアンジュレータ、ウィグラーの違いをはっきりさせるためにこれ

らの簡単に仕組みを説明する。

まず観測者方向を x軸正の向きとし、相対論的な電子が x軸方向に走っている状況を考える。この

時 x軸に沿って周期的に向きを変える磁場を用意する（磁石を等間隔に S極と N極を並べるイメー

ジ）。すると電子は周期的に運動の向きを変え、その運動を反映した放射を出す。この時の放射の特

徴は定義の仕方は少し違うが本質的にはストレングスパラメータと同じ、ウィグラーパラメータと呼

ばれるもので議論される。ここではストレングスパラメータに読み替えて議論する。a ¿ 1の場合、

電子の運動はほぼ直線で運動方向と垂直に周期的にブレるようなものになり、ぶれが 1/γより小さい

場合は常に放射は観測されつづける。これがアンジュレーターである。特徴的な振動数は磁場の周期

のみなので、干渉性重ね合わせとなり、スペクトルは鋭く立ったピークを持つ。付録Cの仮想光子の

方法から類推するとすぐ分かるが、ピーク振動数は磁場の向きを変える波長を λ0とすると

ω ≈ γ2 2πc

λ0

となる。ウィグラーは逆に a À 1の場合を言う。基本的にはこれは探照燈の明滅をみる描像となるの

でシンクロトロン放射と同様である。つまり、ウィグラーとアンジュレーターは本研究の対象である、

乱れた磁場の理想的条件（単一モード、可干渉）のもとでの放射ととらえることができる。1 < a < γ

の領域については、放射光利用の立場からは扱いにくいだけなので特に研究はされていないようで

ある。

話を戻して GRBの衝撃波領域で aはどのような値をとるのか見積もる。必要な物理量は磁場強度

と磁場のスケールである。これを見積もるためにまず別の形で表す。まずバルクの運動エネルギーは

初め陽子がほぼ全て持っているが、それが磁場のエネルギーに変換される割合 εBを

εB =
B2/8π

Γintnmpc2
(15)

とする。次に加速電子のローレンツ因子 γaccを用いてラーモア半径は

rL =
γaccmec

2

eB
(16)
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と表される。ワイベル不安定性の最大成長波長は比例係数 κを用いて

λB = κ
c

ωpeΓint
(17)

と書くことができる。これより aは εB, rL, λBを用いて表すと、

a = κ

√
2γcold

Γint
ε
1/2
B

√
mp

me
(18)

となる。ここで εBと κは近年盛んに行われている相対論的無衝突衝撃波における磁場の増幅を直接

計算した PICシミュレーションの結果を用いる。いくつかの研究 (Frederiksen et al 2004; Kato 2005;

Chang et al 2008; Haugbolle 2010など)で得られた結果から、典型的な値として εB ∼ 0.1, κ ∼ 10

とする。これらと電子と陽子の質量比を式 (18)に代入すると a = 200が得られる。今は暗に陽子

から電子へのエネルギー輸送率が 100パーセントであることを仮定したが、実際にはそんなことは

おこりそうにない。また仮にエネルギー輸送率が 0パーセントとすると式 (18)の
√

mp/meの項が√
me/me = 1となり、a = 5が得られる。さらに κや εにも揺らぎはある。つまり a ≤ 1は十分にあ

りえる。しかしジッター放射の仮定していた a ¿ 1は、どの程度を非常に小さいとみなすかにもよる

が、実現されそうにない。実際に Medvedevのグループが行った PICシミュレーションでもストレ

ングスパラメータが O(1)である結果が得られている。(図 11)

図 11: ストレングスパラメータ aの時間進化。Medvedev et al.2010[24]より。

もしジッター放射の前提である a ¿ 1の状況が GRBで実現するとしたら、上の見積りより λBが

もっと小さいか εがもっと小さい必要があるが、まず λBはスキンデプスより非常に小さいというの

は物理的にありえない。なぜならプラズマ粒子の相互作用のスケールがスキンデプスそのものなの

で、それ以下のスケールは作れない。仮に κ = 1としてもその他の値をそのままとすると高々a = 0.5

である。次に εBが非常に小さいことを考える。何かの作用で磁場増幅が阻害され、PICシミュレー
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ションの εB の値よりも小さく、a ¿ 1となったとする。あまりに小さいと GRBの光度がかせげな

いが、ある程度小さい aは実現することはある可能性は否定できない。まとめると実現しそうな aの

値は、1より極端に小さいことはなさそうあり、ある程度大きい値を持つ。しかし加速粒子のローレ

ンツ因子によっては a < γaccが十分に実現可能である。つまり、a ¿ 1も a À γaccも成り立たない

場合の放射の理解が必要となる。

1.4 本研究の目的と先行研究

ストレングスパラメータの大きさについての２つの極限 a ¿ 1(ジッター放射）と a À γ（シンク

ロトロン放射）の場合はすでに多く研究されて確立していると言ってよいだろう。しかし GRBの内

部衝撃波の状況で見積もられた aは O(1)、つまり 1 < a < γのレンジに入る可能性が高いが、この

場合の研究はほとんどなされていないと言ってよい。唯一 G.D.Fleishmanのグループが昔から解析

的研究を行っており (cf:Toptygin & Fleishman [11])、統計的に放射スペクトルを計算できると主張

しているが、すぐあとで述べるように 1 < a < γは彼らの理論の適用範囲外である可能性がある。そ

こで本研究では第一原理に戻って、近似なしの放射公式を用いて 1 . a . γの場合を数値的に計算

し、異なる aに対するスペクトルの違いを明らかにすることを目的とする。

本編に入る前に先行研究である FleishmanのグループやMedvedevのグループによる乱れた磁場

からの放射の研究について軽く触れておく。乱れた電磁場からの放射（プラズマの集団的振る舞いま

でも含む）を先に研究していたのは Fleishmanのグループである。その研究は非常に数学的で煩雑な

ので、数式を用いた説明は付録Dで行うことにする。（それもエッセンスのみである。厳密な取扱い

は Toptygin & Fleishman 1987[11]を参照。）基本的には Fleishmanは電子を集団として統計的に取

り扱っている。つまり粒子の分布関数の時間変化から放射スペクトルを計算しており、電場やプラズ

マの集団的なふるまいまでも考慮に入れ、一般的な議論をしている。本研究と関連する磁場の取扱い

で注目すべきことは、彼らは磁場を大きいスケールの磁場と小さいスケールの磁場に分けて計算し、

スケールが違うものは別々の成分として取り扱っている点である。また、スケールの分かれ目を決め

る式が ′ À′を用いた不等式となっていて (付録 Dの式 7)、その長さがあいまいなことも注目すべき

である。1 < a < γの場合、乱れのスケールはちょうどこの分かれ目とされているスケールに入るの

で、大きいスケールと小さいスケールは別々の成分ではないし、ここを曖昧にして取り扱った彼らの

方法は本質的にこのスケールに対する予言は内挿以上の意味はないと考えられる。つまり Fleishman

はスペクトルの形を求める上で重要な点を見落としている可能性がある。

また、GRBの放射の説明に乱れた磁場を持ち込んだのは Medvedevである [25]。こちらはシンプ

ルに一粒子描像で、磁場は λ ¿ R/γ、つまり a ¿ 1となっているものを基本として計算している。

唯一 2010年の論文 [24]で a > 1の場合に、ある振動数以上ではシンクロトロン放射的なスペクトル

になるだろうと言及している。また非常にスケールの大きい磁場もある場合も考えているが、これも

単にシンクロトロン放射として別に扱って小さいスケールからのジッター放射と重ね合わせとしてい
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るだけである。Medvedevのグループの特徴は衝撃波面でできる磁場の方向依存性の非等方性がある

と主張していることである。仮に非等方性があるとして、粒子の運動方向にのみ依存するような磁場

を考えると、スペクトルがデスラインを突破するほど非常にハードになる可能性があることを示し

た。しかしそのような状況は加速された粒子が放射を行うと考えると、磁場の方向依存性と粒子の運

動の方向に関係がなくなるのでかなり難しいだろうと考えられる。これについても、もう少し定量的

な議論は付録 Eで行った。

先行研究で注目すべき点をまとめると、Medvedevは a ¿ 1の仮定のもとでのスペクトルしか計算

しておらず、Fleishmanは全ての範囲を扱っているように見えるが、十分小さいスケールと十分大き

いスケールを分けて考えて計算し内挿することがよいのか自明ではないということである。

2 モデルと定式化

GRBの即時放射を、ファイアボールモデルの内部衝撃波起源とする。そうすると磁場はワイベル

不安定のため初期の磁場に対して衝撃波近傍で生成された乱れた磁場が卓越する。それを根拠に本研

究では乱れた磁場のみを考え、その中を運動する電子が磁場から力を受けて行う放射を GRB即時放

射であるとする。ここでは乱れた磁場を与え、その中の電子の軌道とそこから出る放射スペクトルを

計算する方法について述べる。

2.1 乱れた磁場の再現

衝撃波面近傍でワイベル不安定性によって励起される乱れた磁場を以下のようにモデル化する。基

本的には典型的な波長（この場合念頭に置くのはスキンデプスの数倍程度）で磁場が注入されて、そ

れがより小さいスケールにカスケードしていき、スキンデプスかそれ以下になると散逸するという状

況を考える。カスケードがこのように小さいスケールでは実際にどのように行われるかは分からな

い。ここでは簡単のため、散逸が起こるスケールまでコルモゴロフの相似則が成り立つと仮定し、べ

き型の分布とする。そして非等方性などを考えるとべき指数は様々になるが、今は３次元等方、つま

り注入された磁場はすぐに周囲と相互作用して特別な方向をなくすと仮定する。つまり磁場のエネル

ギー密度E(k)は

E(k) ∝ k−
5
3 (1)

となるように定式化する。具体的な定式化に当たって Giacalone & Jokipii 1999[14]を参考にした。

磁束密度は次のように定式化する。

~B(~x) =
N∑

n=1

An exp
{
i(~k · ~x + βn)

}
ξ̂n (2)
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~e′z =
~kn

kn
(3)

ここで、An, βn, ~kn, ξ̂nはそれぞれモード nの磁場の大きさ、位相、波数ベクトル、偏光ベクトルであ

る。偏光ベクトルは角度 ψnによって

ξ̂n = cosψn
~e′x + i sinψn

~e′y (4)

と表される。ここで ~e′x, ~e′yは波数ベクトルに直交する単位ベクトルである。このように定式化するこ

とによって div ~B = 0が保証される。波数ベクトルは 0 < θn < π, 0 < φn < 2πの二つの角度を決め

ることによって決定される。この二つの変数は数値計算する際に乱数をふるが、単位立体角あたりに

等しい重みで配分されるように振ることにより、等方的な磁場となる。次に磁場の大きさ Anは次の

ように与える。

A2
n = σ2Gn

[
N∑

n=1

Gn

]−1

(5)

ここで σは乱れた磁場の強度を与える。つまり全モードを足し合わせると | ~B|は σ程度になり、アン

サンブル平均をとると B = σとなる。そして Gnは磁場のスペクトルを与える。

Gn =
4πk2

n∆kn

1 + (knLc)
11
3

(6)

ここで Lcは磁場の相関距離である。全ての波数のモードがある時は k ∼ 1/Lcが磁場スペクトトル

のピークになる。これより長い距離を考えた場合、粒子の運動はこのモードでほぼ決まると考えられ

るので、相関距離と考えて良い。また、分母に現れる指数は 11/3だが、相関距離より短いスケール

(k > 1/Lc)の時はではコルモゴロフスペクトルが再現され、B(~k) ∝ k−5/3となる。つまり ν = 5/3

である。ワイベル不安定性を考える場合、相関距離は注入される波長と同程度である。本研究では簡

単に Lc = 2π/kminと完全に一致するとして計算した。kmax = 100kminとし、モードは 100個、波数

空間での切り分け方は対数的とした。つまり、乱れの波長が幅を持つことになるので、ストレングス

パラメータ aを定義しなおす必要がある。とは言っても注入される波長と相関距離が今完全に一致と

して扱うので話は簡単であり、

a ≡ 2πeσ

mc2kmin
(7)

とする。実はMedvedevのグループは波長で aを定義し、Fleishmanのグループは相関距離で定義し

ているが、これを一致するとして扱うことによりどちらとも比較ができる。また、細かい話ではある

が 2πについてはどこにつけるか様々な流派があり、一般的なものはない。本研究では上の定義で議

論する。
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2.2 運動の記述方法

次に乱れた磁場中に電子を走らせてその運動を解く。初期位置は磁場の相関距離以上はなして置

き、初速度は等方に同じローレンツ因子を持たせて発射する。γは 5と 10の 2種類を計算した。加

速された粒子を計算するのであれば、もっと大きいローレンツ因子を持ったものも計算する必要があ

ると思える。しかし aに対するスペクトルの変化が主な興味であり、aには粒子の γは含まれない形

なので現象の定性的特徴には関係ないことが予想される。そして振動数分解能を維持するための計算

時間は γ3に比例して増える。（これはシンクロトロン放射を考えると分かりやすい。基本振動数は

eB/(γmc)ピーク振動数は γ2eB/mc。つまりピーク振動数を分解するように時間の切り方を細かく

しながら、基本振動数領域を計算するような時間計算すると、計算時間は γ3に比例する。）あまりに

大きいローレンツ因子の計算は計算機資源の面で非現実的でもある。よってここでは 5と 10という

大きさを採用した。結果の一部を先に言うと、今回の計算結果は物理としては粒子のローレンツ因子

によらないものになった。

運動方程式は 2次のルンゲクッタ法を用いて解いた。ルンゲクッタ法とは常微分方程式の数値的解

放の一つで、２次のルンゲクッタ法は 2次精度を持つ。具体的には１ステップ進む際にその場所の導

関数を用いるのではなく、半ステップ先の導関数を用いる。これにより導関数が変化している場合に

は１ステップ間の平均を用いることにより、オイラー法より精度があがる。さらに高次の精度を持つ

数値解法もたくさんあるが、基本的には相関距離以上離れた位置に移動するまでの運動が精度よく追

えれば放射スペクトルの特徴をとらえるには十分と考え、計算時間の都合も考え 2次精度とした。

荷電粒子が運動すると、それによってまた電磁場が作られるので本来は場は時間変化すべきもので

ある。しかしここでは背景となっているプラズマが電磁場を作り、その中を加速された電子が走るこ

とによって放射を行うとしている。加速された電子が相関距離程度運動する間に場の時間変化は小さ

いと仮定し、ここでは放射を行う加速電子から場へのバックリアクションは無視した。そしてそうす

ると場を時間変化させる必要もないので場は定常とした。こうすることによって場をメッシュに切っ

て時間変化させる場合（PICなど）と違い、運動１ステップごとの電子の場所の磁場を正確に与える

ことができる。（メッシュに切るとその格子点から外れた位置のものは内挿する必要がある）そうし

て１ステップごとの加速度を計算し、それから第一原理的に近似を何も入れずに放射を計算する。ま

た、逆に放射をすると粒子のエネルギーは減少して、ローレンツファクターは変わるはずであるが、

これも冷却時間はダイナミカルタイムより長いと仮定して（自明ではない）時間変化は無視する。

2.3 放射スペクトルの計算法

制動放射やシンクロトロン放射など、名前がついている放射は一般に、運動の状況を限定すること

によって適当な近似を与えている。本研究では非常に乱れた運動からの放射を計算するため、近似を

用いず放射スペクトルの一番基礎の式に戻って計算を行う。つまり、電子の加速度からリエナード＝

ヴィーヒェルトポテンシャルを用いて遠方での電磁場を計算して、それをフーリエ変換してスペクト
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ルを出すという第一原理的な計算を行う。

実際にスペクトル計算に用いた式を上記の手順で導く。

まずリエナード=ヴィヒェルトポテンシャルを用意する。

Φ(~x, t) =
[

e

(1− ~β · ~n)R

]

ret

(8)

~A(~x, t) =
[

e~β

(1− ~β · ~n)

]

ret

(9)

添字 retを持つ [ ]は [ ]の中の量が遅延時間 t′で計算することを意味する。(c(t− t′) = R(t′)) ここで

R(t′)は観測者の位置を原点として、時刻 t ′に電子があった位置である。これを電場と磁場に書き換
える。

~E(~x, t) = e

[
~n− ~β

γ2(1− ~β · ~n)3R2

]

ret

+
e

c

[
~n× {

(~n− ~β)× ~̇β
}

(1− ~β · ~n)3R

]

ret

(10)

~B =
[
~n× ~E

]

ret

(11)

そして単位立体角あたりに放射されるエネルギーは

dP (t)
dΩ

= |A(t)|2 (12)

A(t) =
( c

4π

) 1
2

[
R~E

]

ret

(13)

と書けるので、A(t)をフーリエ変換すると

A(ω) =
( e2

8π2c

) 1
2

∫ ∞

−∞
dt exp(iωt)

[
~n× {

(~n− ~β)× ~̇β
}

(1− ~β · ~n)3

]

ret

(14)

となる。ただし、観測者は放射体から非常に離れているとして、電場の式の左辺第一行の速度場は落

とした。よって単位時間、単位立体角あたりに放射される、単位振動数あたりのエネルギーは

dW

dωdΩ
=

e2

4πc2

∣∣∣
∫ ∞

−∞
dt′

~n× [
(~n− ~β)× ~̇β

]

(1− ~β · ~n)2
exp

{
iω(t′ − ~n · ~r(t′)

c
)
}∣∣∣

2
(15)

となる。この式が本研究で用いた式である。積分範囲が −∞から∞となっているが、数値計算では
無限大は扱えないので、有限時間積分する。その際に問題となるのが無限時間積分したものとのずれ

である。一般に有限時間
[
t1, t2

]
積分する場合、関数 fと gの畳み込みの形になってしまう。つまり

F (gf) = F (f) ∗ F (g) (16)
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である。ここで fは本来フーリエ変換したい関数、gは

g =

{
1 for t1 < x < t2

0 otherwise
(17)

である。この場合 t1, t2に著しい不連続があるので色々な振動数が混じってしまう。この gの形を換

えると、fのフーリエ変換をよりきれいに出すことができる。ここで gを窓関数と呼ぶ。今回用いた

のは Hededal(2005)[4]が見つけた窓関数である。

W (t) = exp

[
−(k

t− 1
2(t1 + t2)
t2 − t1

)m

]
(18)

ここで k = 3、m = 6である。そして積分を行った後にスペクトルの絶対値を再規格化するために

A2
wを掛ける。

Aw =
(t2 − t1)∫ t2
t1

W (t) dt
(19)

以上のように乱れた磁場中を運動する電子の運動からの放射スペクトルを計算した。

計算は大阪大学宇宙進化グループのワークステーションを用いて行った。プログラミングの際牛島

省氏の [39]、[40]を参考にした。
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3 結果

放射スペクトルは γを固定し、いろいろな aについて計算した。γは状況によって 5か 10、または

両方を用いた。まず上で定式化した計算でシンクロトロン放射を再現できるかしらべ、その後解析解

があるジッター放射（a ¿ 1）も計算し、コードの正しさを確認する。そして 1 < a < γの領域でス

ペクトルはどのような挙動を示すか詳しく調べた。最後は a À γでシンクロトロン放射に近づくと

ころまで aを動かした。

3.1 シンクロトロン放射スペクトルの再現

ここでは揃った磁場の中の運動からの放射を解いてシンクロトロン放射を再現できることを確かめる。

まず１粒子が円運動しているものを円運動の軸に垂直にみる場合である。これは解析解 (Jackson[13]

より)が存在する。
d2W

dωdΩ
=

e2

3πc
(
ωrL

c
)2γ−4K2

2/3(ξ) (1)

K2
2/3 =

√
3

∫ infty

0
x sin

3
2
ξ(x +

1
3
x3) dx (2)

x =
ctγ

rL
, ξ =

ωrL

3c
γ−3 (3)

K(x)2/3は 2/3次の変形ベッセル関数である。これを単位時間あたりに規格化して図（12）に比較

した。

今パラメータは γ = 5、基本振動数 eB/γmc = ωgが 1となるように規格化してある。ピーク振動

数は γ3あたりにきているのが見てとれる。第一原理から計算したスペクトルは解析解（緑の破線）

と違い、振動している。一見違うスペクトルであるように見えるがこれは当然の帰結である。今、磁

場強度は一定なので、理想的には基本振動数の高調波のみが見られるはずである。つまり無限時間積

分してしまうとデルタ関数がいくつも立つような形になり、連続スペクトルではなくなってしまうの

だ。しかし積分時間が有限なのでピークはなまり、その両側に「サイドローブ」と呼ばれる副次的な

峰が現れ、つながり振動するような形になる。繰り返し現れるパターンで一番高い峰がこの場合真の

高調波である。解析解が振動せずに連続的なのは、高調波と高調波の間も平均化してしまっているか

らである。では何を持ってこのスペクトルは正しいと判断すべきなのか。それは振動数積分した単位

時間あたりの放射エネルギーである。これは相対論的ラーモアの公式と比較した。

dW

dt
=

2
3

e2c

r2
L

β2γ2 (4)

そして誤差の範囲内で一致した。次に平均化させたスペクトルと解析解を比較する（図 13）。これも

ほぼ一致した。平均化の部分で誤差が発生するのと解析解も数値計算で行った分で微妙にずれている

が、スペクトルの挙動を見るには十分な一致だろう。
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図 12: γ = 5、1粒子、円運動を真横から見た時のスペクトルの計算結果と理論曲線。青の破線は ω2/3

の線。横軸が eB/γmc = ωg を単位とした振動数、縦軸が単位時間単位振動数あたりの放射エネル
ギー。単位は任意。
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図 13: γ = 5、平均化したスペクトルと解析解の数値積分
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次に磁場は揃ったもののままで、粒子を等方的に同じローレンツ因子 5を持たせて走らせる。これ

がいわゆる一般的に仮定されているシンクロトロンの状況である。これも解析解がある。

dW

dω
=
√

3
e2

c
γ

ω

ωc
int∞ω/ωc

K5/3(x)dx (5)

ωc =
3
2
γ3(

c

rL
) (6)

ここでK5/3(x)は 5/3次の変形ベッセル関数であり、xは上で用いたものと同じである。ωcは臨界振

動数と呼ばれ、シンクロトロン放射の典型的振動数である。この振動数は相対論的ビーミングコーン

の探照燈を観測者が見えている時間分の１に対応する。これも綺麗に ω1/3に比例して増えて、ピー

クを過ぎると指数関数的に落ちている様子がみてとれる。緑の破線が解析解で青の破線が見やすいよ

うに引いた ω1/3の線である。この時ローレンツ因子は 10。
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図 14: γ = 10等方分布した粒子からのシンクロトロン放射と理論曲線。青の破線は ω1/3の線

基本的には合っているが、完全に一致しているわけではない。まずピークが少しなまっているよう

に見える。これは理論曲線と今回の計算で仮定している状況が少し異なることからくる。まず理論曲

線を導いた仮定とは、一つの方向に揃った磁場に対し一つのピッチ角から放射が行われるとし、それ

を色々な方向から観測する（観測角度積分）としていることである。実際には様々なピッチ角を持つ

のだから（逆に一つのピッチ角のみと言うのは普通に考えてありえない）、ピッチ角積分は当然行われ

るべきである。そうすると粒子の速度方向が磁場に対して等方とするとピーク振動数 ωpeak(∝ sin θp)

は少しずれる。等方の条件は sin θpdθpごとに等しい重みということであり、その平均は 2/3。つまり
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理論曲線のピークはピッチ角 90度の場合の 2/3倍されるべきで、それも単にずれるのではなくなま

されてピーク位置があいまいになるべきである。また、今回の放射の計算については逆にピッチ角に

ついては全て拾った形になっているが磁場を見込む角度は一定である。つまりピッチ角が９０度のも

のが選択的によく見ていることになる。ピッチ角が小さいものはピーク振動数が低く、また光度も低

い (P ∝ sin θp)ので、ピークにはあまり影響はないが逆に低振動数側で影響を及ぼす。結果として理

論曲線よりごく低振動数側で少し下回る。また、基本振動数あたりで少しずれが生じているのは、有

限時間積分の効果も入る。無限時間積分すれば基本振動数以下の振動数領域には放射はありえないの

だが、今は積分範囲のはじでの不連続を避けるために窓関数を導入している。窓関数は積分範囲の周

期をもつとも言える。この効果と、積分時間そのものが短いことにより窓関数で補正しきれていない

乱れた部分、それらに基本振動数より低振動成分に少しもっていかれる。物理的にはここはおもしろ

い部分ではあるが、基本振動数のような低振動数は GRBで観測されるようなピーク付近にはほとん

ど関係ないのでこの程度で議論は止めておく。

3.2 a < 1の場合

この節から乱れた磁場を導入する。ローレンツ因子は大きいほうがスペクトルの挙動を見るのには

放射される振動数レンジが広がり、スペクトルの挙動は見やすくなる。しかし、ローレンツ因子が大

きいほど粒子は曲がらず、かつ放射角も小さいので一度視野から外れたものは見える方向に戻って来

るのが難しくなる。また aが小さいほど回りにくいのでさらに放射の観測は難しくなる。さらにロー

レンツ因子が大きくなるほど放射スペクトルのレンジは広がると言うことはピーク振動数を追うよう

なタイムステップで基本振動数近くの低振動数を追う長時間の運動を追うのは難しくなる。つまり a

が小さく、ローレンツ因子が大きいほど計算はシビアになる。そこで a < 1の場合は γ = 5、a ≥ 1

の場合は γ = 10で計算した。ただし、a = 0.01に関しては γ = 10で長時間計算して得たスペクトル

があるのでそちらを載せる。ここでは振動数は eσ/γmc = ωgで規格化してある。

まず、γ = 5で a ¿ 1の場合、つまりMedvedevが扱っているストレングスパラメータのレンジ

である（図 15）。正確には a = π × 10−7の場合である。低振動数側は ω0、高振動数側はある振動数

（ωbr1）でブレイクがあり、そこから ω−5/3で落ちていっている。今の場合 ν = 5/3で (磁場のスペク

トルのべき指数）あるから、解析的に摂動論で導いたスペクトルと一致する。(セクション 4または

付録D参照）ブレイクについてはセクション 4.2で定量的な議論を行う。

次に a = 0.01（図 16。ここまでは a ¿ 1として解析的に導いたスペクトルとこの振動数範囲では

矛盾が見られない。

次に a = 0.1（図 17）このスペクトルでは低振動数側の分解能が十分でないのであまり強く言えな

いが (べき指数も十分信頼できる値ではない）これは直線近似が破れることにより発生する。定性的

には aが大きくなると、一回の曲がりが大きくなるので長い時間観測者の方向を向きつづけることが

できない。その結果低振動数成分が小さくなる。定量的な議論より、このブレイクより低い振動数で
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図 15: γ = 5、a ¿ 1の場合のスペクトル、緑の破線が ω0、青の破線が ω−5/3
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図 16: γ = 10、a = 0.01のスペクトル。緑の破線が ω0、青の破線が ω−5/3
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図 17: γ = 5、a = 0.1のスペクトル。低振動数領域がフラットからずれている。振動数 10-600でべ
き関数でフィッティングを行った。べき指数は 0.52

は ω1/2に比例する。詳しい議論は次のセクションで行う。図 18は a = 0.5の場合である。これは明

らかに低振動数側がフラットではない。フィッティングを行うとある振動数までは 1/2、そこからは

フラットのままである。粒子の小角度の曲がりが降り積もると、ある程度の距離走ると視野ビーミン

グからコーンが外れてしまう。この効果によるブレイクである。このブレイク振動数を ωbr2と呼ぶ

ことにする。詳しい議論は次のセクションで行う。

3.3 1 ≤ a < γの場合

ここまでが解析的に解かれている放射スペクトルの再現である。ここからの a ≥ 1の計算は解析的

に解いているのは Fleishmanのグループのみであり、それとの違いを見ていく。まず a = 1（図 19）

ω = 2 から ω = 2000までのべき指数は 0.52であり、これは ω1/2としてよいだろう。つまりこの

場合は直線近似の破れのためでてくるべき指数がまだ変わらないままである。そして ∝ ω0のフラッ

トな領域がほぼなくなりつつある。

図（20）は a = 3である。完全に ωbr1 = ωbr2になり、ピークは一つとなる。さらに高振動数側が

ややソフトになり、ある振動数でハードに外れるブレイクが見える。そこを ωbr3とする。これはシ

ンクロトロン放射的な特徴（指数関数的 cut off）が見えてきて、磁場のべきを反映したべき関数がか

くされてきていると考えられる。指数関数はどんなべき関数よりも早く落ちるので、高振動数側で再

び磁場のべき起源のべき関数が支配的になってもりあがりがみえる。このような挙動は Fleishmanの
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図 18: γ = 10、a = 0.5振動数 4-50でフィッティング 　べき指数は 0.41

10-2

10-1

100

101

102

103

104

101 102 103 104 105

dW
/d

ω

ω/ωg

図 19: γ = 10、a = 1、2-2000でフィッティング 　べき指数は 0.52
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研究には見られなかった。明確に違う結果である。

10-2

10-1

100

101

102

103

100 101 102 103 104 105

dW
/d

ω

ω/ωg

図 20: γ = 10、a = 3 1-350でべき指数は 0.44。高振動数側にブレイクが見える

a = 5、a = 7は図 21、22。 一番低振動数側は ∝ ω1/2のままだが、ピークより少し下の振動数帯

はソフトになってきている。実際 fittingしてみても低振動数側と高振動数側のべき指数は違う。この

ブレイクを ωbr4と呼ぶ。また、ピークより上の指数関数的な部分が次第に明らかになってきている。

3.4 a ≥ γの場合

図 23は a = 10の場合。aがこの程度になるとシンクロトロンの特徴がかなり顕著になっている。

ちなみに電子のローレンツ因子は 10なのでこの場合がちょうどラーモア半径と磁場の乱れの特徴的

波長が等しい場合である。やはり極低振動数帯と極高振動数帯に磁場の乱れの影響は見られる。

a = 50（図 24）ここまで aを大きくすると、ほぼ磁場が乱れているとはみなさない場合とほぼ同じ

になる。緑の点線は最初に等方スペクトルのところで用いた理論曲線である。理論曲線に対してのず

れは以下のように説明できる。理論曲線は一つの強度の磁場のみで計算したものであるのに対し、乱

れた磁場の場合は強度のアンサンブル平均はあるものの場所によってばらつきがある。それによって

ピークはぼやけ、一部平均を上回った場所からの放射によって高振動数側に少しだけ超過が見られる

はずはずである。また、低振動数側の放射は長い距離電子が走った結果の放射なので、アンサンブル

平均をとったものに近くなって理論曲線とのずれは少なくなるはず。基本振動数近くに関しては揃っ

た磁場からの放射でも少し理論曲線とのずれがあったので同じことである。

最後に a = 100（図 ref100）a = 100まであげても a = 50と変化は見られずシンクロトロン放射ス
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図 21: γ = 10、a = 5、低振動数にきれいなブレイクが見える。0.5-10でべき指数は 0.58、10-1000
でべき指数は 0.33、高振動数側のブレイクより先は-5/3のべき指数で合う。
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図 22: γ = 10、a = 7、低振動数側はこの振動数範囲ではほとんど一つのべき関数になった。5-1000
でべき指数 0.37
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図 23: γ = 10、a = 10 　低振動数側は 2-1000でべき指数は 0.36、高振動数側はだいぶシンクロトロ
ン的なカットオフが先までのびてきた。
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図 24: γ = 10、a = 50、シンクロトロン放射の解析解とフィッティング
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図 25: γ = 10、a = 100、同様に理論曲線でフィッティング

ペクトルとほぼ一致している。aがこれ以上大きいものは計算しても同じであろう。

3.5 結果のまとめ

aの違いにそってスペクトルの変化をまとめる。まずジッター放射 a ¿ 1の場合（図 26）。これは

解析的に解かれたスペクトルをよく再現している。ωbr1までは振動数によらない形で、ωbr1を越え

ると磁場のパワースペクトルのべき指数−νと同じべき指数で落ちていく。

次に a ∼ 1に近づいてくると、低振動数側から ωbr2が現れる（図 27）。

そして a ∼ 3程度までなると Fω ∝ ω0の領域は完全に消える。（図 28）

そしてさらに aを大きくすると高振動数側にシンクロトロン放射のスペクトルで見られるような指

数関数的カットオフが見えてくる。a ∼ 10では指数関数的な形は顕著になるが、さらに高振動数に

べき型のスペクトルが現れる（図 29）。

そして a ∼ 50となるとほぼシンクロトロン放射的なスペクトルとなる。(図 30）この時点で磁場の

乱れの最大波長はラーモア半径の５倍でしかない。このように aの変化に対してスペクトルは敏感に

反応して形を変える。次のセクションではこの振る舞いの原因を物理的に考察する。
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図 26: a ¿ 1の場合の典型的スペクトル

図 27: a . 1の場合の典型的スペクトル

図 28: a ∼ 3の場合の典型的スペクトル
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図 29: a . γの場合の典型的スペクトル

図 30: a >> γの典型的スペクトル
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4 考察と議論

aを変えて行くとスペクトルは様々な挙動を示した。ここではその物理的原因を考える。

4.1 スペクトル指数

4.1.1 a ¿ 1における Fω ∝ ω0について

まず a ¿ 1の場合に低振動数領域で Fω ∝ ω0になる理由について考える。先行研究ですでにでて

いる特徴（付録 D参照）ではあるが、よりシンプルな理解を試みる。今回のスペクトルを計算した

25ページの式 (15)に注目する。式を追いやすいようにもう一度書く。

dW

dωdΩ
=

e2

4πc2

∣∣∣
∫ ∞

−∞
dt′

~n× [
(~n− ~β × β̇

]

(1− ~β · ~n)2
exp iω(t′ − ~n · ~r(t′

c
)
∣∣∣
2

(1)

付録 Cの仮想光子の方法を見てもわかるように、波数 kminの磁場の乱れによって ω ∼ γ2kmincの放

射が出される。そして今回の計算では 2π/kmin = Lcとしているのでこれ以上の長い距離の磁場の相

関はない。よってこれ以上の距離を走った結果の放射は相関距離以下の磁場中の放射の単なる重ね合

わせとなる。つまり今考えるべきは kminの磁場の乱れを一つ経験した場合にでる放射スペクトルで

ある。

式 (15)において被積分関数の位相は

ω(t− ~n ·
∫

~β(t′)dt′)

であり、

ωτ(1− ~n · 〈~β〉) < 1 (2)

の場合を考える。ここで相関距離の乱れと’衝突’している時間を τ = Lc/vとおき 〈~β〉 = 1
τ

∫ τ
0

~β(t)dt

である。非相対論的な場合、この不等式は

ωτ < 1 (3)

とすることができて ω < 1/τ の領域で位相因子は振動せず、磁場の相関がない距離をみるので、運動

もまったくのランダムであるから Fωはその式の形より ωによらない形となることが分かる。また、

相対論的な場合はもっと複雑な条件となる。今 γ À 1、一回の曲がりの |∆~β|が小さい場合、つまり
今考えている直線近似が使える場合は近似的に

ωτ

2γ2
(1 + γ2θ2) < 1

ただしここでの θは観測者と粒子の運動方向のなす角である。今 θ ∼ 0と考えるとこの条件は

ω . γ2kminc (4)
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となり、式 (4)の条件下では Fω ∝ ω0であることが理解される。先に述べたようにこの放射の重ね合

わせなので、低振動数側は振動数によらないスペクトルとなる。

4.1.2 a < 1における Fω ∝ ω−νについて

次に高振動数側を考える。例えば磁場の乱れのモードが一つだった場合、上の議論より ω . γ2kc

では Fω ∝ ω0 で、ω & γ2kcの領域では制動放射の類推でも分かるが、共鳴する波数がなく、かつ

その波長以下の長さのスケールはないので、Fωは指数関数的に 0に近づく。今、磁場の乱れはカス

ケードしてより小さいスケール、正確には注入スケールの 1/100のスケールまでモードがあるとして

いる。この、より小さいスケールのモードと電子は共鳴し、それに応じた放射を出す。磁場のパワー

スペクトルは 23ページの式 (6) で与えられ、簡略化すると B2(k) ∝ k−νと書ける。今 ν = 3/5であ

る。またここで一つのモードに着目すると、低振動数側では振動数に無関係、高振動数側では指数関

数的に落ちる。そしてその低振動数側の強度∝ |β̇|2 ∝ B2である。放射スペクトルのこの重ね合わせ

となり、磁場強度のモード分布は B2(k) ∝ k−ν。つまり高振動数側では磁場スペクトルのべき指数と

一致する。

4.1.3 a ∼ 1における Fω ∝ ω1/2について

次に aを大きくしてくると現れる Fω ∝ ω1/2のべき指数について考える。これは |∆~β|が小さい場
合、低振動成分の強度が ωによらないことと、上で少し触れた曲がりがふりつもっていくとコーン

から視線方向がはみ出てしまう効果から理解できる。a ∼ 1で ωbr1に近い振動数にこの F∝ω1/2の領

域は現れるが、原理的には a << 1でもより低振動数を見れば必ず現れる領域である。つまりどんな

に曲がりが小さくてもより大きなスケールで見れば直線ではなくなるということから来ているスペク

トルである。ここでは aが小さく、磁場の乱れによる角度散乱を拡散近似で扱う。つまり一度に曲が

る角度 θ0 は十分小さいとして扱う。このことはランダムウォークの平均自由行程に対応する、磁場

の乱れの波長 l0がラーモア半径に対して十分短いと考えてもよい。今、t = 0に観測者方向に運動し

ている一つの電子に着目し、t = 0の時の速度ベクトルとある時間 tにおける速度ベクトルのなす角

を θとする。角度について拡散近似し、時間 τで 1ステップ θ0動くと考えると、時刻 tに電子が区間

[θ, θ + dθ]に見出される確率は

P (θ, t)dθ =
1√

4πDt
exp

(
− θ2

4Dt

)
dθ (5)

と表される。この時D = θ2
0/2τ は拡散係数である。相関距離（一番長い波長と考えても良い）を l0

とすると、τ = l0/cとなる。またこの距離を走る間は円運動近似が使えるとすると 1回の曲がりの角

度 θ0と l0の関係は
γmc2

eσ
θ0 = l0 (6)
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となる。また、ビーミングコーンの天頂角は簡単なみつもりでは θcorn = 1/γ程度であり（付録A参

照）、これより θが大きくなると観測者には見えなくなると考えられる。θ = θcorn = 1/γを用いると

式 5の指数関数の肩は
1/γ2

4Dt
=

1
2at

mc

eσ
(7)

と表される。ここから t À mc/aeσの場合は式 5において指数関数部分はほぼ 1で変わらないと考

えてよい。Fω ∝ ω1/2がこのような条件のもとでのスペクトルであることは 4.2.2節で導かれる。今、

同様の初期条件の多数の粒子を考えた場合、見えつづける電子の数∝ t−1/2となる。また、速度ベク

トルが観測者方向に tが有限の時に観測者方向に入ってきた場合も式 (5)にしたがってある時間で見

えなくなる。放射自体は振動数によらない形で出ているので、観測者がどれだけ見えつづけるかでス

ペクトルがきまる。よって見えつづける電子の数∝ 　t−1/2はそのままパワーに比例するから、これ

をスペクトルの形に焼き直すと

Fω ∝ ω1/2

となる。

4.1.4 a & 5における Fω ∝ exp (−ω)、同時に現れる高振動数領域の Fω ∝ ω−νについて

aが 1より大きくなってくると、ωbr1が曖昧になり、それより高振動数側が ωのべき型の関数から

外れてくる。これは 2π/kminが rg/γよりも大きくなってしまい、一つの曲がりで探照燈が横切って

しまう場合が現れてきたことが原因である。こうなってくるとシンクロトロン放射と同じようにそれ

より高振動数の、つまり短時間周期はなくなり、指数関数的にフラックスが落ちていってしまう。し

かし a ∼ o(1)の間はピーク振動数と乱れの波長域が同程度であり、乱れた磁場のモードは今最大波

長の 1/100の長さまで考えている。指数関数はどんなべき則よりも早く小さくなるので、この程度の

aの場合はより高振動数域で再び乱れた磁場の影響が勝ち、Fω ∝ ω−νが現れる。どこまで小さいス

ケールまで磁場のモードがあるか、磁場のパワースペクトルのべき指数の二つの兼ね合いでこの高振

動数のべき型のスペクトルが現れるかどうか決まる。注入スケールがすでにプラズマスキンデプス程

度のスケールと考えているから、この 1/1000などの極端に小さいスケールの磁場を考えるのは物理

的ではない。よってこの程度の盛り上がりが見えるぐらいが妥当だろう。

Fleishmanは a À 1の状況（cf:Fleishman2010[10]で a = 100, γ = 3000）でもべき型のスペクト

ルであると言及しているが、本研究の結果を用いると少なくともピーク付近はシンクロトロン放射の

特徴が出るはずなので、明確に異なる。これは Fleishmanが乱れた磁場を扱う際に大きいスケールの

磁場と小さいスケールの磁場にわけて放射をそれぞれ計算する形をとっていて、その境界の波長があ

いまい (51の式 7)なことが原因と思われる。つまり 1 < a < γはまさにこの領域の放射が支配的に

なるので、ここをきちんと扱う必要がある。本研究はそのような近似なしにダイレクトに計算を行っ

たので、このローレンツ因子の範囲 (γ ≤ 10)では正しい。Fleishmanの用いているローレンツ因子
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(γ = 3000)は再現していないので絶対ではないが、以上の物理的考察により a & O(10)ではピーク

付近にシンクロトロン放射の特徴が出るはずである。

4.2 ブレイク振動数

ここではスペクトルが折れ曲がる振動数の見積りを解析的に出していく。

4.2.1 a ¿ 1における ωbr1

ω−ν のところの説明でほぼ尽きているが、もう一度軽く触れる。仮想光子の方法（Appendix）よ

り k1の波数の乱れの中を γ1の電子が走ると、振動数 ω ∼ γ2
1k1cの放射がでる。磁場のスペクトルは

23ページの式 (6)と kmin = 2π/kminであることを考え合わせると、B(k)は k ∼ kminでピークをと

り、より大きい波数のモードはより小さい大きさしかもたない。よって ω < γ2kmincでは Fω ∝ ω0と

なり、ω > γ2kmincでは Fω ∝ ω−5/3で落ちていく。つまり ω ∼ γ2kminc ∼にブレイクが現れる。シ
ンクロトロンの典型的振動数（ピーク）は ωsynch ∼ γ2eσ/mc2 であるから、上の見積りからオーダー

１の量を無視してやれば

ωbr1 ∼ γ2kminc ∼ a−1ωsynch (8)

4.2.2 a ∼ 1における ωbr2

ωbr2は上でも少し触れたが直線近似が破れることによりできるブレイクである (図 31）。そして ωbr2

より低振動数側は Fω ∝ ω1/2となる (図 27）放射の coherence length（出す放射の振動数に対応した

粒子が走った距離）を Lrad ≡ γ2 2π
ω cとし、N回曲がる時の角度を θradとする。（N = Lrad

l0
）

この時拡散近似を用いると

θ2
c = θ2

0N = (
eσ

mc
)2

2πl0
ωc

(9)

と表される。N回曲がった時に観測者がビーミング角から外れるとする。そうすると、その粒子から

それ以降に観測される放射は非常に弱いものとなる。

θrad =
1
γ

(10)

これらから N回曲がる間に走った距離に対応する振動数がわかる。

ωbr2 = γ2(
eσ

mc
)2

2πl0
c

= 4π2γ2 e2σ2

m2c3kmin
(11)

よって ωsynchを用いて

ωbr2 ∼ aωsynch (12)

ときれいな結果になる。
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図 31: a ∼ 1では角度のランダムウォークで放射コーンが視線方向から外れる（上）。a ¿ 1のジッ
ター放射で仮定している状況（下）

4.2.3 a & 5における ωbr3

これも Fω ∝ exp (−ω)のところで尽きている。指数関数の落ち方がべき関数より激しく、高振動

数部分は円運動近似できる領域の内部でもより短い距離から発せられるので、直線近似が悪くなくな

る。この二つの効果でべき関数領域が現れる。そのべき関数が見え始める部分が ωbr3であり、その

振動数は数式で書くことは可能だが、煩雑になるだけで特に物理的におもしろくはないので意味だけ

にしておく。

4.2.4 a > 5における ωbr4

これは ωbr2と逆に θ0 > 1/γである状況を考える。この場合シンクロトロン放射の典型的振動数は

ビーミングコーンが観測者方向を掃く時間で決まっているのでその付近はシンクロトロン放射的であ

る。しかし a < γの場合は見積もったラーモア半径が相関距離より大きいので円運動は描けず、相関

距離進むと円軌道を外れる。低振動数領域の放射は長い距離走った結果であるから、ジャイロ軌道か

ら外れるなら当然放射もシンクロトロン近似からずれてくる。（図 32）Jackson (1999[13])より、シ

ンクロトロン近似の範囲内、つまりジャイロ運動している場合の振動数ごとのビーミングコーン（上

のように cohelence lengthを考えるとコーンの広がりも振動数依存するべきなのは明らか）は

θcorn =
1
γ

(
3ωsynch

ω
)1/3 (13)

ω ∼ ωsynchでは θcorn ∼ 1/γであるから典型的振動数の話をする時はビーミング角は 1/γでよいこと

がわかると同時に、ω−1/3に比例することがわかる。よって θ0 = θcornとなる振動数以下ではシンク
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ロトロン近似はなりたたないことが分かる。式 (13)を変形すると

ωbr4 = (γθcorn)−33ωsynch (14)

と書け、θ0は
γmc2

eσ
θ0 = l0 (15)

の関係を持つので、以上２式と θ0 = θcornを用いると

ωbr4 ∼ a−3ωsynch (16)

と見積もるられる。

図 32: a & 5の場合。ある程度の移動距離で円運動近似できなくなる

4.3 ブレイクのまとめ

ブレイク振動数は ωbr3を除いて aと ωsynchで表された。図 26から 30を参照しながら考察する。ま

ず a ¿ 1の時はブレイクは ωbr1があるのみ（図 26）。a . 1では ωbr2 ∼ aωsynchが ωbr1 = a−1ωsynch

にかなり近くなる（図 27）。a ∼ 1で（本研究では a = 3だった）ωbr1 = ωbr2となり、ピークが一つ

のバンド関数的スペクトルになる（図 28）。この程度の aで ωbr4 = a−3ωsynchも現れ、もう少し大き

くすると明らかに見えてくる（図 29）。そして aをさらに大きくすると ωbr4は低振動数側に移って

行き、a ∼ γでシンクロトロン基本振動数となる a−3ωsynch = eσ
γmc（図 30）。このようにきれいなス

トーリーが描ける。
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5 全体のまとめと今後の課題

5.1 まとめと結論

乱れた磁場中の放射スペクトルを運動する相対論的粒子からの放射スペクトルを近似を用いず、数

値的に計算した。放射スペクトルは磁場のストレングスパラメータ a = 2πeσ/mec
2kminで特徴付け

られる。a ¿ 1や a À γはすでに解析的に放射スペクトルが計算されているが、1 < a < γについて

は明らかになっていなかった。そして aは GRBの内部衝撃波近傍では１に近いかそれよりも少し大

きいことが PICシミュレーションや解析で示されている。つまり 1 < a < γは GRB内部衝撃波では

十分にありうることになるので、その範囲を重点的に計算した。

結果として a ¿ 1では dW
dω ∝ ω0だったスペクトルの低振動数側が a ≥ 1となると∝ ω1/2とハード

になった。これは従来のデスラインを越えるハードなスペクトル指数であり、GRBのスペクトルの

一部が自然に説明できるという重要な結果である。さらに aを大きくしていくと a ≥ 5でシンンクロ

トロン放射の特徴がピーク振動数付近から見えてきて、a . γ程度でシンクロトロン放射とジッター

放射の特徴が混ざったようなスペクトルになる。そして a ∼ O(1)× γでほぼシンクロトロン放射の

スペクトルになる。以上のように全ての aの値についてスペクトルの形が明らかになった。また、こ

のスペクトルのべき指数や、ブレイク振動数についても物理的理解が得られた。

結論：GRBの磁場の状況として PICシミュレーションで予言される a . 5の乱れた磁場からの放

射は、シンクロトロン放射よりハードなスペクトルであることがわかった。また a . γの状況におけ

る放射が、従来 Fleishmanが主張していたような broken-power-lawのスペクトルではなく、シンク

ロトロン放射の特徴と乱れた磁場の影響がともに出た形になることがわかった。

5.2 今後の課題

シンクロトロンデスラインは突破されたが、GRBの放射スペクトルの問題はこれで解決ではない。

図 (7),(8)をみると α > −1/2、つまり dW
dω に直すと＋１されて ω1/2よりもハードな GRBが明らか

に存在する。つまり本研究の範囲ではありえないはずのべき指数である。つまり本研究が拾えていな

い効果があるはずで、それは電場かもしれない。内部衝撃波における背景プラズマのローレンツ因

子は衝撃波面固有系では O(1)であった。この場合今回無視した他のプラズマ不安定性も無視できな

い。例えば乱れた電場をつくるブーネマン不安定性などである。乱れた電場からはよりハードな放射

がでる可能性が指摘されている。[9] また、今回は３次元に完全に等方の乱流を扱ったが、それもあ

くまで仮定にすぎない。Medevedevのような電子の運動方向と磁場の相関関数が関係を持つような

非等方性は衝撃波での粒子加速を考え、その電子が光ると考える場合はありえない。しかし磁場自体

は非等方であることは十分に考えられる。また、そうすると磁場のパワースペクトルに仮定したコロ

モゴロフの３次元等方乱流のべき指数も根拠を失う。これも当然違っていても問題はない。このよう

に GRB内部衝撃波の状況をより現実的にとらえることによって、観測を説明できる可能性は十分あ
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る。今後は場の多様性を取り入れた計算を行っていくつもりである。

また本研究のGRBの残光や他の天体への応用も考えるべきである。無衝突衝撃波は内部衝撃波以

外にも様々な天体で見られる。また、衝撃波近傍に限らずとも乱れた磁場は宇宙に普遍的に存在する。

しかし本研究のような乱れた磁場の影響を考慮した研究はまだ少ない。例えば活動銀河核や超新星残

骸、銀河団磁場など考えるべき領域はたくさんある。GRBでも残光は光度曲線を多波長でみてみる

と振る舞いが波長ごとに違う、（例えばブレイクの時刻が異なるなど）つまりスペクトルがシンクロ

トロン放射とは異なる時間進化することが観測されている。この複雑な挙動に乱れた場の影響など考

えてみることも必要かもしれない。
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付録A 相対論的ビーミング

相対論的な放射方向の偏り、いわゆるビーミングは簡単なローレンツ変換から理解することがで

きる。

まず系Kに対し速度 vで x方向に動いている系K ′を考える。それぞれの系における速度は ′をつ
けるかつけないかで区別する。K ′ 系で速さ u′ 持った粒子が x軸に対し角度 θ′を持って運動してい

る。この時K 系での速度は

ux =
u′x + v

1 + vu′x/c2
(1)

uy =
u′y

γ(1 + vu′x/c2)
(2)

uz =
u′z

γ(1 + vu′x/c2)
(3)

となり、y方向、z方向は ⊥方向としてまとめられる。その結果

tan θ =
u⊥
u‖

=
u′ sin θ′

γ(u′ cos θ′
+ v) (4)

とかける。ここまでは普通のローレンツ変換である。ここで粒子を光子であるとして u′ = c、さらに

θ′ = π/2とすると、

tan θ =
c

γv
(5)

となる。これは速度 vで運動する電子の固有系をK ′系と考え、そこで等方に放射を行ったと考えた

時観測者系K 系でどのような方向に放射がでるか表したもの。今 γ À 1と考えると v ∼ cとなって

θ ∼ 1
γ

(6)

となる。つまり固有系で等方に放射した光子の半分は観測者系で θ < 1/γの円錐内に放射されること

になる。今 γ À 1なのでそれは非常に小さく、つまり電子の運動方向に非常に強く偏って放射される

ことになる。これを相対論的ビーミングと呼ぶ。
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付録B ワイベル不安定性

全てを書くと煩雑になるので、分散関係を導く流れと正確な結果のみ示す。

まず、共動系でのブラソフ方程式を用意

∂f

∂t
+ ~v · ∂f

∂~x
+

e

c
~v × ~B · ∂f

∂~p
= 0 (1)

この式に摂動を加える

f = F (~p) + f̃ (2)

ここで Fとして非等方分布関数を用いる。これは衝撃波近傍を意識している。衝撃波面法線に対し垂

直方向は全て同じ運動量を持っているとし、平行方向はある大きさ |p̂‖|以下に一様に分布していると
する。

F (~p) = F (p2
⊥, p‖) =

1
2πp⊥

δ(p⊥ − p̂⊥)
1

2p̂‖
H(p̂2

‖ − p2
‖) (3)

以上から分散関係を導く。

1 =
c2k2

ω2
+

ωp/γ̂

ω2

(
G(β⊥) +

1
2

β2
‖

(1− β2
⊥

)

[
c2k2 − ω2

ω2 − c2k2β2
⊥

])
(4)

β‖ =
p‖

γ̂mc
, β⊥ =

p⊥
γ̂mc

, γ̂ =
√

1− β2
‖ − β2

⊥ (5)

G(β⊥) =
1

β⊥
ln

[
1 + β⊥
1− β⊥

]
(6)

よって不安定になる波数は以下の範囲とわかる。

0 < k2 < k2
crit ≡

(
ω2

p

γ̂c2

)[
β2
‖

2β2
⊥(1− β2

⊥)
−G(β⊥)

]
(7)

この中でも最大成長率をもつモードが支配的になる。その最大成長率に対応する最大成長波数は

k2
max =

ω2
p

γ̂c2(1− β2
⊥)

[ −β2
‖

2(1− β2
⊥)
−G(β⊥) +

(1 + β2
⊥)β‖√

2(1− β2
⊥)3/2

(
β2
‖

1− β2
⊥

+
1− 2β2

⊥ − β4
⊥

β2
⊥

G(β⊥)

)1/2]
　

(8)

と導かれるが、このままでは複雑すぎてよくわからない。しかし衝撃波近傍の状況を考えると非常に

シンプルになる。衝撃波に突入するプラズマは衝撃波静止系でみると β‖ À β⊥であり、内部衝撃波

にいたるまでにプラズマは十分に冷え、固有系における熱運動によるローレンツ因子はほとんど１で

あることを用いると

k2
max '

1√
2

ω2
p

c2
(9)

つまりプラズマスキンデプス程度の乱れが卓越することが分かる。
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付録C 仮想光子の方法

磁場の乱れの中を運動し、その加速度で放射を行うというのがいわゆる普通の見方だが、ここで

は別の観点でこの現象をとらえることによって典型的振動数をみつもる「仮想光子の方法」を述べる

[32]。観測者系で静止した波数 kの磁場の乱れがあるとする。この系でローレンツ因子 γ(À 1)を持っ

た電子が磁場の乱れに進入するような状況を考える。ここで電子の静止系にローレンツ変換すると、

磁場は電場と磁場が垂直で大きさも | ~E| ' | ~B|であるパルスが電子に向かってほぼ光速で走っている
ことになる。これをパルス状の光であると解釈して逆コンプトン散乱すると考える。つまり、まず振

動数 kcの光がローレンツ変換すると電子静止系でで γkcになって、これをトムソン散乱して正面に

跳ね返すとして実験質系にローレンツ変換すると、この放射は ω ∼ γ2kcの振動数を持つことが分か

る。このラフな議論では当然ファクターのずれはあるが、この描像で典型的な振動数はとらえられる。
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付録D Fleishmanの統計的取扱い

Diffusive Synchrotron Radiation (DSR)

まず磁場を 　平均（揃った磁場）＋平均からのずれ（乱れた磁場）にわけて表示

~B(~r, t) = ~B0(~r, t) + ~Bst(~r, t) (1)

次に 2点の相関をとる。平均磁場と乱れた磁場は統計的に相関がないことを考慮すると乱れた磁場同

士のみが残って

〈Bst,α(~r1, t)Bst,β(~r2, t)〉 = K
(2)
αβ (2)

そしてこれをフーリエ変換すると磁場のパワースペクトル B(~k)が得られる。そして
∫ kmax

0 B(~k)d3k =

〈B2
st〉である。
次に統計的に放射を考える。粒子の分布関数 F (~r, ~p, t)と条件付き確率W (~r, ~p, t;~r′, ~p′, τ)を用意す

る。Wの意味は状態 (~r, ~p, t)から状態 (~r′, ~p′, t)に時間 τだけかかって移る確率である。あるモードの

放射のインテンシティは粒子の軌道とそのモードの偏光ベクトルが与えられれば分かる。よって Fと

Wが分かれば放射がわかることになる。

FとWを知るには、今無衝突系を考えているのでブラソフ方程式を用いればよい。ブラソフ方程式

とは、運動論的方程式とマクスウェル方程式を連立させた方程式系で、無衝突プラズマを記述する。

この場合、荷電粒子の相互作用は個々の衝突はないと近似しているので、運動論的方程式は無衝突ボ

ルツマン方程式になり、外力には電磁場からの力が入る。そして電磁場はプラズマの集団的ふるまい

によりマクスウェル方程式から決まる。

無衝突ボルツマン方程式
∂f

∂t
+ ~v

∂f

∂~r
+ ~FL

∂f

∂~p
= 0 (3)

ここで FL = e
c (~v× ~B)はローレンツ力である。分布関数 Fは fのアンサンブル平均で与えられる。分

布関数を展開すると、

f = 〈f〉+ f (1) + f (2) + · · · (4)

〈f〉 = F, 〈f (i)〉 = 0 (5)

ここで乱れた磁場を波長が大きいものと小さいものに分ける。

~Bst = ~Bstl + ~Bsts (6)

ここで、分かれ目となる波長は

rL À λ À rL/γ (7)

とする。そして演算子をふたつ定義する。

L̂ =
∂

∂t
+ ~v

∂

∂~r
− e/c(~v × ( ~B0 + ~Bstl))

∂

∂~p
(8)
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M̂ = e/c(~v × ~Bsts) (9)

これらを用いて（）は

L̂F − M̂F + L̂f (1) − M̂f (1) + L̂f (2) − · · · = 0 (10)

大きいスケールのものは固定であるとしてこの式の平均をとる。

L̂F − 〈M̂f (1)〉+ · · · = 0 (11)

もとの式から平均を引くと

L̂f (1) − M̂F + L̂f(2)− M̂f (1) + 〈M̂f(1)〉+ · · · = 0 (12)

一番低次のものを取り出すと

L̂f(1) = M̂F (13)

となる。この解は

f(1)(~r, ~p, t) = ˆL−1M̂F (14)

と書け、この ˆL−1はグリーン関数である。

L̂ =
∂

∂t
+ ~v

∂

∂~r
− e/c(~v × ( ~B0 + ~Bstl))

∂

∂~p
Ĝ(~r, ~p, t; ~r′, ~p′, t′) = δ(~r − ~r′)δ(~p− ~p′)δ(~t− ~t′) (15)

そして Gは場が定常であることを仮定するとWそのものである。そしてこれはグリーン関数の方法

から求めることができる。後は二点相関関数を用いてWを表し、放射の式に代入することで放射スペ

クトルが表される。全てを書いた式は非常に煩雑になるだけで書いてもわかりにくいので割愛する。

a ¿ 1の時には摂動的取扱いが可能になり、Fleishmanが一般的に導いた式がシンプルになる。（そ

れでも十分複雑だが）Medvedevはこの場合のみを取扱っており、Medvedevの主張するハードなス

ペクトルができるかどうか考える次の付録でも必要となるので書いておく。

dW

dω
=

e4

m2c3γ2

∫ ∞

1/2γ
d(

ω′

ω
)(

ω

ω′
)2(1− ω

ω′γ2
+

ω2

2ω′γ4
)

∫
d ~kBδ( ~kB · ω′)Cαβ < B2

st > f( ~kB)(δαβ − vαvβ/v2) (16)

ω′ = ω(1− ~n · ~v
c

) ' (
ω

2
)(

1
γ2

+ θ2) (17)

ここで ~nは粒子から観測者方向への単位ベクトル、θは粒子の速度ベクトル ~vと~bのなす角。αと β

を任意の x, y, zとして Cαβは div ~B = 0を満たすようにとられるテンソル。δαβは α = βの時 1、そ

れ以外は 0。f( ~kB)は磁場のスペクトルである。今、等方磁場を考えると

Cαβf( ~kB) = (
δαβ − kBαkBβ

k2
B

)f(| ~kB|) (18)
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となり、スペクトルを

f(kB) =
k2

B

(kBm + k2
B)ν/2+2

(19)

と与える。f(kB)は kBmでピークを持ち、低波数側は k2、高波数側は k−νに比例する。この形は相

関距離が 2π/kBm程度になり、より小さいスケールにカスケードしている磁場を表す。これを kBに

ついて積分すると

∫
dkBf(kB)δ(ω′ + ~kB · ~v) =

2π

v

{
1
ν

[
(
ω′

v
+ k2

Bm

]−ν/2

− k2
Bm

ν + 2

[
(
(ω′

v
)2 + k2

Bm

]−ν/2−1}
(20)

となり、式（）において d(ω′
ω ) について積分すると、放射スペクトルが得られる。

漸近形を考える。今 ω À γ2kBmcのような高振動数の場合、式 (20)において kBmの項が無視でき

る。放射は dW
dω ∝ ω−νとなる。また、ω ¿ γ2kBmcのような低振動数領域では逆に ω′

v の項が無視で

きて、dW
dω ∝ ω0となる。つまり 3次元等方磁場の場合は低エネルギー側スペクトルはシンクロトロ

ン放射よりソフトになる。
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付録E Medvedevの仮定した磁場からの

放射スペクトルについての考察

相関関数が不自然な形であるにせよMedvedevがなぜ Fω ∝ ω1ものハードなスペクトルを作ること

ができたのか、そして本当にそれを実現できないか議論する。まず、解析的に計算する際はモードの

数は無限大で、あらゆるモードの重ね合わせであることを心に止めておく。磁場スペクトルの形は本

研究で用いたものとする。三次元で（2次元でも同じ）カップリングした相関がある場合は相関距離よ

り長い波長（小さい波数）のモードと共鳴しようとしても、その波数の磁場よりもより短い波長（大

きい波数）の磁場の方が強いので、短い波長の磁場に特徴を覆いかくされてしまう。そもそもこの意

味で相関距離というのは磁場スペクトルのピークの波数分の１のスケールとなっている。Medvedev

がとった形の相関はいわば電子の進行方向にのみ磁場の相関があり、それと垂直方向の磁場とは独立

としている。この場合相関は長距離でもきれいな形でのこり、磁場スペクトルの低波数側を反映して

ハードなべきが出ている。つまり、この場合相関距離というのはこの意味では無限大といってよい。

これを式で理解する。Medvedev,Fleishman両者が a ¿ 1の場合に用いている 52ページの式 (16であ

るが、Medvedevの場合この中での磁場スペクトルの部分を運動方向と平行方向、垂直方向に分ける。

f( ~kB) = f1(k
‖
B)f2( ~kB

⊥
) (1)

この場合、 ∫
d ~kBδ(ω′ + ~kB · ~v)f( ~kB) =

1
v
f1(

ω′

v
)
∫

dk⊥Bf2(k⊥B) (2)

となって、低振動数側でも 3次元相関の場合と違い kB ¿ kBmの領域では f1(ω′
v ) ∝ (ω′

v )2 の分だけ

ω′の依存性が残って放射の式に代入して積分すると dW
sω ∝ ω1となる。仮に運動方向に 1次元的にの

み相関があるなら、このように数学的には磁場スペクトルの低波数側のべきしだいでいくらでもハー

ドなものは作れる。

しかし物理的に、ある波数で注入があるような場合は高波数側にのみカスケードは起こるので、低

波数には影響を及ぼさない。つまり低波数側で B2(k) ∝ k2 よりもハードなものはそのような状況

を考えるかぎりありえない。Medvedevが主張しているように磁場を作る電子が放射を行うとしても

Fω ∝ ω1が最大にハードな場合ということが分かる。これが 100％ありえないということはできない

が、加速粒子は必ずあるはずで、それからの放射が支配的なはず。そうでなければ必要な光度を稼げ

ない。また a ¿ 1も注入波長がプラズマスキンデプスで決まっているとすると、磁場強度が非常に弱

いことに相当する。これも光度が稼ぎにくいセンスになる。やはり GRBにおいてはこの機構で説明

するのは厳しいだろう。元々ある磁場が弱く、かつ励起される磁場も弱いような状況で、かつ加速さ

れるための時間もないくらい初期（磁場が弱いと加速時間も長い）に見ると、Medvedevの言うよう

な放射スペクトルが見られるかもしれない。
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