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We show single photon and electron interferences can be calculated without quantum-
superposition states assuming that the states are expressed as a localized optical or electron beam
and unobservable potentials. From the analysis results, the unobservable potentials can be identified
as indefinite metric vectors with zero probability amplitude. The results insist there is no concept
of quantum-superposition states, which leads to an improved understanding of the uncertainty prin-
ciple and resolution of paradox of reduction of the wave packet, elimination of zero-point energy on
certain conditions and derivation of spontaneous symmetry breaking. The results insist Quantum
theory is a kind of statistical physics.

I. INTRODUCTION

Basic concept of the quantum theory is the quantum-
superposition states. Arbitrary states of a system can be
described by pure states which are superposition of eigen-
states of the system. Calculation results by the concept
agree well with experiment. Without the concept, single
photon or electron interference could not be explained.
In addition to the interference, entangle states also could
not be explained.
However the concept leads to the paradox of the reduc-

tion of the wave packet typified by ”Schrödinger’s cat”
and ”Einstein, Podolsky and Rosen (EPR)”. [1, 2]
In order to interpret the quantum theory without para-

doxes, de Broglie and Bohm had proposed so called ”hid-
den variables” theory. [3, 4] Although, ”hidden variables”
has been negated,[5] the theory has been extended to con-
sistent with relativity and ontology. [6–10] However the
extension has not been completed so far.
Although there were a lot of arguments about the para-

doxes, recent paper related to the quantum interferences
convince us of the validity of the concept. For exam-
ple, quantum mechanical superpositions by some exper-
iments have been reviewed. [11] The atom interference
by using Bose-Einstein condensates (BECs) has been re-
ported experimentally and theoretically. [12, 13] The co-
herence length of an electron or electron-electron inter-
ference by using the Aharonov-Bohm oscillations in an
electronic MZI has been discussed theoretically. [14, 15]
A plasmonic modulator utilizing an interference of co-
herent electron waves through the Aharonov-Bohm ef-
fect has been studied by the author. [16] The entan-
gle states have been widely discussed experimentally and
theoretically. [17–22] The photon interference by using
nested MZIs and vibrate mirrors has been measured and
analyzed. [23, 24] The double-slit electron diffraction
has been experimentally demonstrated. [25] According
to our analysis, BECs, condensate and bosonization sys-
tems correspond to mixed states with or without coher-
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ence rather than pure states, and no paper can solve the
paradoxes.

In this paper, we offer a new insight of the single pho-
ton and electron interference that can solve the para-
doxes. According to the new insight, there is no concept
of quantum-superposition and pure states whose proba-
bilities are fundamental sense in nature. Only the con-
cept of mixed states whose probabilities are statistical
sense is valid in nature. The new insight gives us novel
and important results, i,e., improved understanding of
the uncertainty principle non-related to measurements,
elimination of zero-point energy on certain conditions
without artificial subtraction, derivation of spontaneous
symmetry breaking without complexity and knowledge
that Quantum theory is a kind of statistical physics.

In addition, new insight can conclude that the concept
of entangle state is also not valid in nature though there
have been reported the validity of the concept of entangle
states. [17–22] We will discuss the entangle state by using
the new insight in other letter. [26]

In section II, we show easy example of Gaussian pho-
ton beam to explain that single photon can be described
by substantial (localized) photon and unobservable po-
tentials. In addition, more general description by us-
ing gauge invariance is offered. In section IV, we also
show easy explanation that we should recognize the ex-
istence of the potentials in two-slit electron interference
experiment. In section III and V, we show the calcu-
lation of the interferences by using states represent the
substantial photon or electron and the unobservable po-
tentials, which does not require quantum-superposition
states. In section VI, we discuss the paradoxes related to
quantum-superposition states, zero-point energy, sponta-
neous symmetry breaking and general treatment of single
particle interferences. In section VII, we summarize the
findings of this work.

Aharonov and Bohm had pointed out the unobservable
potentials can effect the electron wave interferences and
the effect had been experimentally identified by Tono-
mura et. al. [27–29]

The findings has pointed out the unobservable poten-
tials, which can be identified as gauge fields, generate
not only Aharonov-Bohm effect but also single photon,
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FIG. 1. Schematic view of MZI. BS:Beam Splitter.

electron or an arbitrary particle field interferences and
fluctuation of the universe as will be described later in
this paper.
The discussions in this paper are very simple to the

same level as an introductory of quantum theory, because
the quantum theory has a misunderstanding in such a
fundamental concept and nature of nature will be simple.

II. CLASSICAL ELECTROMAGNETIC FIELD
OF MZI - POTENTIALS AND PHOTON

Figure 1 shows schematic view of the Mach-Zehnder
Interferometer (MZI) and coordinate system.
First we examine the input beam. Assume that an x-

polarized optical beam propagates in z-direction with an-
gular frequency ω and propagation constant β, the elec-
tric field E of the optical beam is well localized in the free
space, e.g., the cross section profile of the electric field is
expressed as Gaussian distribution.
Then, the electric field of the optical beam in the input

can be expressed as follows.

E = ex · CE · exp
(
−x

2 + y2

w2
0

)
· cos (ωt− βz) (1)

Where, ex is unit vector parallel to the x-axis. CE is
an arbitrary constant of which squared is proportional to
the field intensity. w0 is the radius of the optical beam.
E and B are expressed by vector and scalar potentials as
follows.

E = − ∂

∂t
A−∇ϕ

B = ∇×A (2)

From (1) and (2), A is expressed by introducing a vector
function C as follows.

A = − 1

ω
ex · CE · exp

(
−x

2 + y2

w2
0

)
· sin (ωt− βz) +C

∂

∂t
C = −∇ϕ (3)

By taking C as an irrotational vector function ∇×C = 0
in order for B to localize in the space, for example, C and
ϕ can be expressed by introducing an arbitrary scalar
function λ as C = ∇λ and ∇

(
∂
∂tλ+ ϕ

)
= 0 respectively.

Then B is expressed as follows

B = ∇×A

=
β

ω
ey · CE · exp

(
−x

2 + y2

w2
0

)
· cos (ωt− βz)

− 2y

ω ·w2
0

ez ·CE ·exp
(
−x

2 + y2

w2
0

)
·sin (ωt− βz) (4)

Therefore, E andB are localized in the free space in the
input. In contrast, the vector and scaler potentials, which
can not be observed alone, are not necessarily localized.

Note that, the Gaussian beam radius will be spatially
expanded due to the free space propagation. However,
the radius of the propagated beam w (z) will be ap-
proximately 10.5mm when the beam with the initial ra-
dius w0 = 10mm propagates z = 100m in free space.

This value can be calculated by w (z) = w0

√
1 +

(
λz
πw2

0

)2

when the wavelength λ = 1µm is applied. Then the spa-
tially expansion of the beam will be negligible small when
the paths of the MZI are less than several tens meters.

The above localized form (1) is one example, other
forms can be employed as follows.

Let examine the following Maxwell equations.

(
∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
A−∇

(
∇ ·A+

1

c2
∂ϕ

∂t

)
= −µ0i(

∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
ϕ+

∂

∂t

(
∇ ·A+

1

c2
∂ϕ

∂t

)
= − ρ

ε0
(5)

where µ0 is the permeability and ρ is the electric charge
density.

Here, we divide the potentials A, ϕ into localized Al,
ϕl and unobservable Auo, ϕuo. Then the equations (5)
can be divided into following equations(

∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
Al −∇

(
∇ ·Al +

1

c2
∂ϕl
∂t

)
= −µ0i(

∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
ϕl +

∂

∂t

(
∇ ·Al +

1

c2
∂ϕl
∂t

)
= − ρ

ε0
(6)

and(
∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
Auo −∇

(
∇ ·Auo +

1

c2
∂ϕuo
∂t

)
= 0(

∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
ϕuo +

∂

∂t

(
∇ ·Auo +

1

c2
∂ϕuo
∂t

)
= 0(7)

When i = 0 and ρ = 0, the equations (6) can express
the localized electromagnetic fields in free space as de-
scribed in the above.

In contrast, the equations (7) are independent of (6).
Note that even if we study a wave packet like optical
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beam instead of continuous one in z-axis as (1), unob-
servable potentials (7) are independent of the beam con-
figuration. In addition, even if there are no optical beam,
the unobservable potentials (7) exist. Therefore the un-
observable potentials can eternally populate the whole
of space as waves defined by Maxwell equations, which
propagate at the speed of light. If the Lorentz condition
is applied to (7), the unobservable potentials can exist in
whole space as harmonic oscillators.
(7) expresses the gauge invariance of the localized elec-

tro magnetic field or electron flows and the unobservable
potentials are well-known gauge field introduced by gauge
transformation of the second kind.

III. INTERFERENCE OF SINGLE PHOTON

If Maxwell equations are deemed to be classical wave
equations whose electro-magnetic fields obey the super-
position principle, then we can express the electric field
of the interference by the superposition fields (superpo-
sition of divided fields of the input) Eout =

1
2E1 +

1
2E2.

However, we can express the electric field of the inter-
ference without superposition by using the unobservable
potentials as follows.

Eout = − ∂

∂t
Al −∇ϕl −

∂

∂t
Auo −∇ϕuo

= E1 −
∂

∂t
Auo −∇ϕuo (8)

If the unobservable potentials configure the following
electric field, the interference by one side MZI path can
be produced in cooperation with a photon field passes
through path 1.

− ∂

∂t
Auo −∇ϕuo =

1

2
E2 −

1

2
E1 (9)

where subscripts 1 and 2 stand for the MZI path 1 and
2 respectively.
The above discussion is based on classical description.

However, applying the superposition principle to parti-
cle image, e.g., inseparable single photon, leads to quan-
tum paradoxes. Then we translate the above classical de-
scription using the unobservable potentials to quantum
description without paradoxes.
In a quantum mechanical description, the photon in-

terference is calculated by introducing the electric field
operator Ê = 1√

2
â1 exp (iθ)+

1√
2
â2 and the number state

|n⟩ as follows. [30] Where â1or2 is the electric field oper-
ator in path 1 or 2 respectively, θ is the phase difference.

⟨Î⟩ ∝ 1

2
⟨n|â†1â1|n⟩+

1

2
⟨n|â†2â2|n⟩+cos θ⟨n|â†1â2|n⟩ (10)

Where ⟨Î⟩ is expectation value of the field intensity which

is proportional to photon number. â1or2 and â†1or2 are

defined as â = â1+â2√
2

and â† =
â†
1+â†

2√
2

by using the electric

field operators â and â† at the input with ⟨n|â†1â1|n⟩ =
⟨n|â†2â2|n⟩ = ⟨n|â†1â2|n⟩ = 1

2n. When photon number is
one ( n = 1 ), i.e., single photon, the above expectation

value is calculated to be ⟨Î⟩ ∝ 1
4+

1
4+

1
2 cos θ =

1
2+

1
2 cos θ.

In this traditional treatment, the electric field operators
are obtained from quantization of (5) by using Coulomb
gauge under assumption of i = 0 and ρ = 0.

However we can make a different description by us-
ing the concept of the above unobservable potentials as
follows.

Photon number will be proportional to CE squared
in equation (3). In contrast, the unobservable poten-
tials C and ϕ or (7) are not necessarily proportional to
photon number. When there are a large number of pho-
tons, it is reasonable to suppose that half of photons pass
through path 1 and the rest pass through path 2 by law
of large numbers because the probability of ”which path
does each photon select” should be 1

2 . This concept corre-
sponds to mixed state instead of quantum-superposition
state whose probabilities are statistical and fundamental
sense respectively.

However when there are only a few photons, which
correspond to the localized vector potential expressed as
first term of equation (3) is comparable with the unob-
servable potentials expressed as the rest terms or (7),
we should consider greater probability that only the lo-
calized vector potential which represent a photon selects
and passes through path 1 and the unobservable poten-
tials pass through path 2. This description can also be
applied to (6) and (7).

According to this description, the operator Ê =

â1 exp (iθ)+â2 with ⟨1|â†1â1|1⟩ = 1 and ⟨1|â†2â2|1⟩ ̸= 1 in-

stead of Ê = 1√
2
â1 exp (iθ) +

1√
2
â2 should be introduced

because the photon passes through only path 1. Note
that â1 is the electric field operator in path 1 obtained
from the traditional quantization as mentioned above us-
ing (6) instead of (5). In contrast, â2 is a purely-formal
operator in path 2 obtained from the traditional quanti-
zation using (7) instead of (5), which is not the electric
field operator but provides some quantity related to the
unobservable potentials in path 2.

Therefore the expectation value of output 1 (π2 phase
difference will correspond to output 2) can be expressed
as follows.

⟨Î⟩ ∝ ⟨1|â†1â1|1⟩+ ⟨1|â†2â2|1⟩
+eiθ⟨1|â†1â2|1⟩+ e−iθ⟨1|â†2â1|1⟩

= 1 + ⟨1|â†2â2|1⟩
+eiθ⟨1|â†1â2|1⟩+ e−iθ⟨1|â†2â1|1⟩ (11)

If ⟨1|â†2â2|1⟩ + eiθ⟨1|â†1â2|1⟩ + e−θ⟨1|â†2â1|1⟩ = −1
2 ±

cos θ, the same interference ⟨Î⟩ ∝ 1
2 ± 1

2 cos θ can be ob-
served.

More precise calculation is as follows. The electric field
operators obtained from traditional quantization proce-
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dure for quantum optics with Coulomb gauge have rela-
tionships with harmonic oscillator as follows.

â =
1√
2ℏω

(ωq̂ + ip̂)

â† =
1√
2ℏω

(ωq̂ − ip̂) (12)

where q̂ and p̂ are position and momentum operators
obeying the commutation relation [q̂, p̂] = iℏ. Hamil-
tonian of harmonic oscillator is expressed as follows.

Ĥ =
1

2

(
p̂2 + ω2q̂2

)
(13)

Then following relations are obtained.

â†â =
1

2ℏω
(
p̂2 + ω2q̂2 + iωq̂p̂− iωp̂q̂

)
=

1

ℏω

(
Ĥ − 1

2
ℏω

)
ââ† =

1

ℏω

(
Ĥ+

1

2
ℏω

)
(14)

The above traditional operators correspond to the local-
ized potentials, i.e., the operators of (6).
Here we can find the following operators for the unob-

servable potentials can generate the interference.

â2 =
1

2
γeiθ/2â1 −

1

2
γe−iθ/2â1

â†2 =
1

2
γe−iθ/2â†1 −

1

2
γeiθ/2â†1 (15)

where γ2 = −1 which stands for requirement of indefi-
nite metric and θ is a phase difference between the local-
ized and unobservable potentials. These operators can
be identified as a quantization of (9). The unobservable
potentials also exist in path1 with the localized poten-
tials in-phase, i. e., â1 = â + â2 (θ = 0) = â ≡ â1. Then
we can obtain

â†2â2 = −1

4
â†1â1 −

1

4
â†1â1 +

1

4
eiθâ†1â1 +

1

4
e−iθâ†1â1

= −1

2
â†1â1 +

1

2
â†1â1 cos θ

â†1â2 =
1

2
γeiθ/2â†1â1 −

1

2
γe−iθ/2â†1â1

â†2â1 =
1

2
γe−iθ/2â†1â1 −

1

2
γeiθ/2â†1â1 (16)

Finally the following interference is obtained.

⟨1|â†1â1|1⟩ = 1

⟨1|â†2â2|1⟩ = −1

2
+

1

2
cos θ

⟨1|â†1â2|1⟩ =
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

⟨1|â†2â1|1⟩ =
1

2
γe−iθ/2 − 1

2
γeiθ/2

⟨1|â†1â1|1⟩+ ⟨1|â†2â2|1⟩+ ⟨1|â†1â2|1⟩+ ⟨1|â†2â1|1⟩

=
1

2
+

1

2
cos θ (17)

Note that when we don’t introduce indefinite metric γ
in (15), ⟨Î⟩ = 3

2 − 1
2 cos θ ̸∝ 1

2 ± 1
2 cos θ. In addition,

when there only exist the unobservable potentials, i. e.,

no phase difference θ = 0, ⟨|â†2â2|⟩ = 0 which means we
can not observe any physical entity at all. Where |⟩ is
arbitrary states. This relation corresponds to ⟨ζ|ζ⟩ = 0
as described later.

The above calculation is based on Heisenberg pic-
ture. We can calculate the same interference based on
Schrödinger picture. In Schrödinger picture, the inter-
ference can be calculated by using the output 1 (or 2:
π
2 phase difference) state |1⟩S + |ζ⟩ and the electric field

operator Ê = âS at the output 1 (or 2). Where |1⟩S
and |ζ⟩ represent the states of a photon passes through
path 1 and unobservable potentials passes through path
2 respectively. Because nothing is observed in path 2,
we should recognize ⟨ζ|ζ⟩ = 0. More precise defini-
tion is as follows. The operators â1, âS and states |1⟩,
|1⟩S can be translated by using the Hamiltonian Ĥ as

â1 = eiĤt/ℏâSe
−iĤt/ℏ and |1⟩S = e−iĤt/ℏ|1⟩ respectively.

Then â2|1⟩ can be expressed by using (15) as follows.

â2|1⟩ = eiĤt/ℏâS

(
1

2
γeiθ/2e−iĤt/ℏ − 1

2
γe−iθ/2e−iĤt/ℏ

)
|1⟩

= eiĤt/ℏâS

(
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
|1⟩S (18)

Here we define

|ζ⟩ ≡
(
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
|1⟩S (19)

Hence ⟨1|â†2â2|1⟩ = ⟨ζ|â†S âS |ζ⟩. When θ = 0, |ζ⟩ = 0, i.
e., ⟨ζ|ζ⟩ = 0. In this picture, the expectation value can
be expressed as follows.

⟨Î⟩ ∝ (⟨1|S + ⟨ζ|) â†S âS (|1⟩S + |ζ⟩)
= 1 + ⟨ζ|â†S âS |ζ⟩+ ⟨1|ζ⟩S + ⟨ζ|1⟩S

= 1− 1

2
+

1

2
cos θ =

1

2
+

1

2
cos θ (20)

In the above mathematical formula for the interfer-
ence by Schrödinger picture, there is no mathematical
solution in usual Hilbert space. Therefore the unobserv-
able potentials, which can not be observed alone, must
be regarded as a vector in indefinite metric Hilbert space
as can be seen from (19). Although the explicit expres-
sion such as (19) has not been reported, the same kind
of unobservable vector has been introduced as ”ghost” in
quantum field theory. [31–34] We also call |ζ⟩ ”ghost”
in this paper though this ”ghost” has a different defini-
tion. The traditional ”ghost” was introduced mathemat-
ically as an auxiliary field for consistent with relativistic
covariance of the theory and had no effect on physical
phenomena. However, the above ”ghost” is a physical
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field which causes the interferences or is essential for the
interferences instead of the mathematical auxiliary field.
From the equation (11) and (20), the unobservable po-

tentials pass through path 2 produce the single photon in-
terference as if the photon passes through the both paths
in cooperation with a photon field passes through path
1.
The photon number should be proportional to CE

squared as can be seen in equation (3). However unob-
servable potentialsC and ϕ or (7), which express ”ghost”,
are not proportional to it as mentioned above. There-
fore, the interference effect will be drop off when there
are a large number of photons. This will be the reason
why quantum effects are hardly observed in macroscopic
scale.
Note that the superposition principle may be used as

a nice mathematical tool to simplify analyses in mixed
states. However when we use the superposition prin-
ciple in single photon case and fail to understand the
mechanism of the single photon interference as described
above, we may plunge into deniable engineering applica-
tions based on reduction of wave packet.

IV. POTENTIALS AND ELECTRON

In this section, we first consider two pinholes elec-
tron wave interference in classical manner. Figure 2
shows schematic view of a typical setup for the 2-slits (2-
pinholes) single electron interference experiment. [25, 35]
The propagating electron can be identified as an elec-

tron beam whose space current density is j = Nqv, where
N is the number of electron per unit volume, q is the
electron charge and v is the electron velocity. When the
radius of the electron beam is w0, the current I can be
expressed as I = πw2

0j. According to Biot-Savart Law,
the propagation generates magnetic fields and potentials
around the propagation path.
Assume that the electron propagates parallel to z-axis

at a constant velocity. Then, the vector potentials around
the propagation path are expressed as [35, 36]

Ax = Ay = 0

Az =
I

2πε0c2
ln

1

r
(21)

where r =
√
x2 + y2, ε0 is the permittivity and c is the

speed of light.
Therefore the vector potential clearly passes through

not only the pinhole the electron passes through but also
the opposite pinhole.
Even if we apart from this easy consideration, the elec-

tron motion definitely generates potentials. Therefore,
when we consider the electron motion, we must take the
potentials.
In next section, we consider the two pinholes interfer-

ence in quantum mechanical manner with consideration
for the potentials.

FIG. 2. Schematic view of a typical setup for the 2-slits (2-
pinholes) single electron interference experiment.

V. INTERFERENCE OF SINGLE ELECTRON

In a quantum mechanical description, the 2-slits (pin-
holes) single electron interference is typically explained
by the probability (density) of finding the electron on
the screen. [35]

P12 = |ϕ1 + ϕ2|2 (22)

Where ϕ1 = ⟨x|1⟩⟨1|s⟩ and ϕ2 = ⟨x|2⟩⟨2|s⟩, which are
composed of probability amplitudes

⟨1or2|s⟩: ”⟨electron arrives at pinhole 1 or 2|electron
leaves s (electron source)⟩” and

⟨x|1or2⟩: ”⟨electron arrives at screen x|electron leaves
pinhole 1 or 2⟩”.

When either pinhole 1 or 2 is closed, the each and total
probabilities are calculated to be P1 = |ϕ1|2, P2 = |ϕ2|2
and P = P1 + P2 ̸= P12. Therefore we must admit the
electron passes through both pinholes at the same time
despite an electron can not be split off, which forces us
to introduces a concept of quantum-superposition states
.

However we can examine the states of the localized
electron propagation and unobservable potentials instead
of the quantum-superposition state as mentioned above.

In such a case, the electron wave functions should be
expressed as follows.

ψ′
1 = ψ1 · exp

[
i
q

ℏ

∫
s→Pinhole1→screen

(ϕuodt−Auo · dx)
]

ψ′
2 = ψ2 · exp

[
i
q

ℏ

∫
s→Pinhole2→screen

(ϕuodt−Auo · dx)
]

(23)

where, ψ′
1 and ψ′

2 are the electron wave functions on
the screen passing through pinhole 1 and 2 with the unob-
servable potentials respectively. ψ1 and ψ2 are the elec-
tron wave functions heading to pinhole 1 and 2 at the
electron source without the effects of the unobservable
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potentials. ϕuo and Auo include not only the unobserv-
able potentials expressed as (7) but also the unobservable
part of the potentials generated by localized potentials
such as (3) and (21).
Then the probability of finding the electron on the

screen by using these wave functions can be described
as follows,

P12 ∝ |ψ′|2 = |ψ′
1 + ψ′

2|2

= |ψ1|2 + |ψ2|2

−2Re

(
exp

[
i
q

ℏ

∮
s→1→screen→2→s

(ϕuodt−Auo · dx)
]
ψ∗
1ψ2

)
(24)

where 1 and 2 of the integration path denote pinhole
1 and 2 respectively. This description is identical to
Aharonov-Bohm effect. [27]
In case of single electron interference, we can find the

electron at pinhole 1 without fail but not at pinhole 2, i.e.,
|ψ1|2 = 1 and |ψ2|2 = 0. Although the exact expression
should be

∫
|ψ1or2|2dV = 1 or 0 instead of the probability

densities, we continue analysis with |ψ1|2 = 1 and |ψ2|2 =
0 for simplification.
When we introduce a phase difference θ between ψ1

and ψ2, P12 expresses the interference as follows,

P12 ∝ 1− 2Re (exp i [ϕ+ θ]ψ∗
1ψ2) (25)

where ϕ =
q

ℏ

∮
s→1→screen→2→s

(ϕuodt−Auo · dx).

Note that when θ is fixed, the interference can be ob-
served on the screen as a function of ϕ, i.e., position on
the screen. When ϕ is fixed, the interference can be ob-
served on a fixed position of the screen as a function of
θ.
However, the wave function ψ2 as a probability density

must satisfy incoherent expressions, i.e., ψ∗
1ψ2 ̸= 0 and

|ψ2|2 = 0.
Then in order to clarify the exact probability represen-

tation, we introduce the electron number states |n⟩ that
means there are n electrons and charge operator Q ≡∫
d3xj0(x) defined by a conserved current jµ = (q, i),

i.e., ∂µjµ = ∂q
∂t +∇ · i = 0. The charge operator satisfies

Q|n⟩ = nq|n⟩, which means the n electron state is the
eigenstate of Q. [37, 38]
Because the charge operator is defined by a conserved

current which satisfies the Maxwell equations and Q will
corresponds to the expression of photon number operator
n = â†â, we can regard Q as combinations of indefinite
metric operators similar to (15), i. e.,

Q = q̂†1q̂1

q̂2 =
1

2
γeiθ/2q̂1 −

1

2
γe−iθ/2q̂1

q̂†2 =
1

2
γe−iθ/2q̂†1 −

1

2
γeiθ/2q̂†1 (26)

Then we can obtain the single electron interference as

same manner as (17) in Heisenberg picture, i. e.,

⟨I⟩ = ⟨ψ|
(
q̂†1 + q̂†2

)
(q̂1 + q̂2) |ψ⟩ = q

{
1

2
+

1

2
cos θ

}
(27)

where ⟨I⟩ is the expectation value of charge intensity.

Similarly, the interference of Schrödinger picture can
be calculated as follows.

⟨I⟩ = (⟨ψ1|+ ⟨ψ2|)QS (|ψ1⟩+ |ψ2⟩)
= q + ⟨ψ2|QS |ψ2⟩+ q⟨ψ1|ψ2⟩+ q⟨ψ2|ψ1⟩

= q

{
1

2
+

1

2
cos θ

}
(28)

where the charge operator QS and state |ψ1⟩ of

Schrödinger picture are obtained from Q = q̂†1q̂1 =

eiĤt/ℏQSe
−iĤt/ℏ and e−iĤt/ℏ|ψ⟩ = |ψ⟩S ≡ |ψ1⟩ re-

spectively. Because QS = e−iĤt/ℏq̂†1q̂1e
iĤt/ℏ =

e−iĤt/ℏQeiĤt/ℏ, we define q̂S ≡ e−iĤt/ℏq̂1e
iĤt/ℏ. Then

QS = q̂†S q̂S and

q̂2|ψ⟩ = eiĤt/ℏq̂S

(
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
e−iĤt/ℏ|ψ⟩

= eiĤt/ℏq̂S

(
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
|ψ⟩S

≡ eiĤt/ℏq̂S |ψ2⟩ (29)

Therefore state of |ψ1⟩ and |ψ2⟩ can be recognized as
follows.

”an electron passes through pinhole 1 with the un-
observable potentials” as |ψ1⟩ with P1 = ⟨ψ1|ψ1⟩ =∫
|ψ1|2dV = 1

and

”no electron passes through pinhole 2 with the un-
observable potentials” as |ψ2⟩ with P2 = ⟨ψ2|ψ2⟩ =∫
|ψ2|2dV = 0.

In the above treatment, we introduce the new charge
operator (26) to emphasize the same expression as (15).
However, when we use direct product of the electron state
|ψ⟩ and the vacuum photon state |0⟩+ |ζ⟩ in Schrödinger
picture, a straightforward approach can be made as fol-
lows.

Traditional direct product of the electron state |ψ⟩ and
the vacuum photon state |0⟩ is expressed as |ψ⟩|0⟩ ≡
|ψ, 0⟩ ≡ |ψ⟩S ≡ |ψ1⟩.

From the above discussion, the vacuum photon state
should be replaced by |0⟩ + |ζ⟩ in Schrödinger picture.
Therefore the direct product becomes |ψ⟩ (|0⟩+ |ζ⟩) =
|ψ, 0⟩+ |ψ, ζ⟩ ≡ |ψ⟩S+ |ψ, ζ⟩. Because |ψ, ζ⟩ = |ψ2⟩, then
the direct product becomes |ψ⟩ (|0⟩+ |ζ⟩) = |ψ1⟩ + |ψ2⟩
which is identical expression with (28).

When |ψ2⟩ ≡
(
1
2γe

iθ/2 − 1
2γe

−iθ/2
)
|ψ⟩S , (26) and (27)



7

can be obtained as follows.

⟨I⟩ = (⟨ψ1|+ ⟨ψ2|)QS (|ψ1⟩+ |ψ2⟩)

=

{
⟨ψ1|+ ⟨ψ1|

(
1

2
γe−iθ/2 − 1

2
γeiθ/2

)}
QS

·
{
|ψ1⟩+

(
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
|ψ1⟩

}
= ⟨ψ1|

(
1 +

1

2
γe−iθ/2 − 1

2
γeiθ/2

)
QS

·
(
1 +

1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
|ψ1⟩

= ⟨ψ1|
(
q̂†1 + q̂†2

)
(q̂1 + q̂2) |ψ1⟩ (30)

When we introduce the phase terms of (23) and (24) as
ϕ1, ϕ2 and ϕ = ϕ1−ϕ2, the interference (28) is calculated
to be as follows.

⟨I⟩ =
(
e−iϕ1⟨ψ1|+ e−iϕ2⟨ψ2|

)
QS

(
eiϕ1 |ψ1⟩+ eiϕ2 |ψ2⟩

)
= q + ⟨ψ2|QS |ψ2⟩+ qe−iϕ⟨ψ1|ψ2⟩+ qeiϕ⟨ψ2|ψ1⟩

= q

{
1

2
+

1

2
cos θ

}
+qe−iϕ⟨ψ1|ψ2⟩+ qeiϕ⟨ψ2|ψ1⟩ (31)

Then, ϕ does not seem to be the origin of the sin-
gle electron interference. Aharonov-Bohm effect will be
observed when there are substantial electrons in both
pinholes. The single electron interference will originate
from the unobservable potentials in vacuum |ψ, ζ⟩ ≡ |ψ2⟩
which can be defined similar to (19).

The above discussion suggests that the state ”no elec-
tron passes through pinhole 2 with the unobservable po-
tentials” generates the phase difference for the interfer-
ence without electron charges.

In the above expression for |ψ2⟩, there is no mathe-
matical solution in usual Hilbert space. Therefore the
state of ”no electron passes through pinhole 2 with the
unobservable potentials” must also be regarded as a vec-
tor with zero probability amplitude in indefinite metric
Hilbert space as can be seen from (28), (29) and we can
express the quantum state of the interference without
quantum-superposition state.

Note that the calculation using the superposition state
of (24) is valid in case of mixed state whose probability
is statistical sense. The superposition states are conve-
nient for application to interference phenomena, however
the states do not reflect the right mechanism of nature,
which means there are great possibility the quantum ap-
plication using wave packet reduction of single photon
and electron interference will be unavailable.

VI. DISCUSSION

A. uncertainty principle and the reduction of the
wave packet

By the existence of the unobservable potentials,
Heisenberg’s uncertainty principle can be explained in-
dependently of measurements. In addition, the para-
dox of the reduction of the wave packet typified by
”Schrödinger’s cat” and ”Einstein, Podolsky and Rosen
(EPR)” [1, 2] can be solved, because the origins of both
are quantum-superposition state.

Former results insist the states of path 1 and 2 or pin-
hole 1 and 2 by Schrödinger picture are defined when the
system is prepared expressed as a substantial single pho-
ton or electron and the unobservable potentials respec-
tively and each state does not split off such as quantum-
superposition state, which means there is no reduction of
the wave packet.

”When the system is prepared” corresponds to imme-
diately after the branching point of the optical MZI or
the pinholes. Which path or pinhole does the photon
or electron select is unpredictable but after the selec-
tion, the state is fixed instead of quantum-superposition
state. The concept of these states is identical with
mixed states rather than pure states formed by quantum-
superposition, which suggests there is no concept of
quantum-superposition state.

As for Heisenberg’s uncertainty principle, we can
clearly recognize it as trade-offs derived from Fourier
transform non-related to measurement, which correspond
to the canonical commutation relation.

B. zero-point energy

From (14) and ⟨0|â†1â1|0⟩ = 0, traditional zero-point

energy has been recognized as ⟨0|Ĥ|0⟩ = 1
2ℏω, i. e.,

⟨0|â†1â1|0⟩ =
1

ℏω
⟨0|

(
Ĥ − 1

2
ℏω

)
|0⟩

=
1

ℏω

(
⟨0|Ĥ|0⟩ − 1

2
ℏω

)
= 0 (32)

This traditional fixed zero-point energy originates from
the definition of the electric field operators in (12) with-
out the unobservable potentials. However we have ob-
tained the idea that there are unobservable potentials in
whole space. Then we should replace (12) with follow-
ings.

â1 + â2 =
1√
2ℏω

(ωq̂ + ip̂)

â†1 + â†2 =
1√
2ℏω

(ωq̂ − ip̂) (33)

Therefore Hamiltonian will be the same expression of
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the interference as follows.

Ĥ = ℏω
(
â†1â1 + â†2â2 + â†1â2 + â†2â1

)
+

1

2
ℏω (34)

Then the energy of single photon state also fluctuates.

⟨1|Ĥ|1⟩ = 1

2
ℏω⟨1|â†1â1|1⟩+

1

2
ℏω⟨1|â†1â1|1⟩ cos θ +

1

2
ℏω
(35)

Because a single photon can be observed when θ =
±Nπ, (N : even numbers), then

⟨1|Ĥ|1⟩ = 1

2
ℏω⟨1|â†1â1|1⟩+

1

2
ℏω⟨1|â†1â1|1⟩+

1

2
ℏω

= ⟨1|â†1â1|1⟩ℏω +
1

2
ℏω = ℏω (36)

Therefore ⟨1|â†1â1|1⟩ = 1
2 which leads to the replacement

of expectation value of photon numbers as follows

⟨0|â†1â1|0⟩ = −1

2
, ⟨1|â†1â1|1⟩ =

1

2
, ⟨2|â†1â1|2⟩ =

3

2
, · · ·
(37)

Traditionally, ⟨0|â†1â1|0⟩ has been considered to be 0.

However we should recognize ⟨0|â†1â1|0⟩ = − 1
2 which re-

quires indefinite metric.

Then absolute value of the single photon interference

moves depending on the selection of ⟨0|â†1â1|0⟩. However

⟨Î⟩ ∝ 1
2 ± 1

2 cos θ is maintained.

By using the expectation value, zero-point energy is
calculated to be

⟨0|Ĥ|0⟩ = 1

2
ℏω⟨0|â†1â1|0⟩+

1

2
ℏω⟨0|â†1â1|0⟩ cos θ +

1

2
ℏω

=
1

4
ℏω − 1

4
ℏω cos θ (38)

The zero-point energy also fluctuates. Note that if â2 =
γâ1,

â†2â2 = −â†1â1 = − 1

ℏω

(
Ĥ − 1

2
ℏω

)
(39)

Hence the isolate indefinite metric potentials may pos-
sess negative energies. [31] However â2 ̸= γâ1 as can be
seen from (15) and can not be isolated but combined in-
stead such as (33), the negative energies can only appear
through the interference with the localized potentials.

The zero-point energy has been measured through
Casimir effect. [39–43]

The above new insight explains there are energy fluc-
tuation in vacuum due to the phase difference. The at-
tractive force from this kind of fluctuation is identical
with the basic concept of Van der Waals force which will
be the origin of Casimir effect. [44]

Therefore the above calculation will not be inconsistent
with Casimir effect.

C. spontaneous symmetry breaking

Traditional treatment of the spontaneous symmetry
breaking, which explores the possibility of Q|0⟩ ̸= 0 or
generally ”|0⟩ is not an eigenstate of Q”, needs an in-
tricate discussion using Goldstone boson or Higgs boson.
[38, 45] Where |0⟩ is vacuum state.

However, the unobservable potentials eternally popu-
late the whole of space as mentioned above and there
are no electron at pinhole 2. Therefore the state of pin-
hole 2, |ψ2⟩, can be identified as vacuum instead of |0⟩.
From the relation ⟨ψ2|ψ2⟩ = 0 as described above, if
|ψ2⟩ is an eigenstate of Q, i.e., Q|ψ2⟩ = α|ψ2⟩, then
⟨ψ2|Q|ψ2⟩ = α⟨ψ2|ψ2⟩ = 0, where α is an eigenvalue.
However from the discussion under (28), ⟨ψ2|Q|ψ2⟩ fluc-
tuates between −q and 0 depending on the phase differ-
ence. Hence the vacuum |ψ2⟩ is not an eigenstate of Q,
which expresses the spontaneous symmetry breaking.

The above discussion that the new vacuum is filled
with potentials (gauge fields) whose state exists under
original ground state is identical with the spontaneous
symmetry breaking using the analogy of superconductiv-
ity when we replace Q with energy level reported by Y.
Nambu and G. Jona-Lasinio. [46, 47] When the phase
difference is fixed, the one vacuum is selected and the
selection breaks symmetry of vacuum.

In addition, the spontaneous symmetry breaking by
gauge fields leads to mass acquire of gauge fields (Higgs
mechanism). [48]

Therefore the above discussion will not be inconsis-
tent with traditional treatment of spontaneous symmetry
breaking and the mass acquire mechanism.

D. general treatment of single particle
interferences

From (20) and (28), the single particle interferences
can be expressed as following manner.

⟨I⟩ = (⟨ϕ|+ ⟨ζ|)F (|ϕ⟩+ |ζ⟩)
= f + ⟨ζ|F|ζ⟩+ f⟨ϕ|ζ⟩+ f⟨ζ|ϕ⟩ (40)

Then when ⟨ζ|F|ζ⟩ + f⟨ϕ|ζ⟩ + f⟨ζ|ϕ⟩ = −1
2f +

1
2f cos θ, single particle interferences of F, i.e., ⟨I⟩ =

f
{

1
2 + 1

2 cos θ
}
can be generated. Where F is an arbi-

trary observable operator of the particle, |ϕ⟩ is an eigen-
state of F, f is the eigenvalue of F under state |ϕ⟩ and
|ζ⟩ is an indefinite metric vector expressing unobservable
potentials. In case of Maxwell equations as described in
this paper, |ζ⟩ is identified as commutative gauge fields
(Abelian gauge fields). When we study multicomponent
state |ϕ⟩, |ζ⟩ will be identified as non-commutative gauge
fields (non-Abelian gauge fields). [49–52] However the
above general treatment can be applied in both cases.

When F is a number operator n of the particle and
|ϕ⟩ is single particle state |ϕ⟩ = |1⟩ in (40), the existence
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probability of the single particle fluctuates, i.e.,

(⟨1|+ ⟨ζ|)n (|1⟩+ |ζ⟩) = 1 + ⟨ζ|n|ζ⟩+ ⟨1|ζ⟩+ ⟨ζ|1⟩

=
1

2
+

1

2
cos θ (41)

These kinds of self fluctuation of a particle will be con-
sistent with neutrino oscillation. [53, 54]

VII. SUMMARY

There are some unresolved paradoxes in quantum the-
ory.
If we take advantage of the indefinite metric vectors as

described in this report, the paradoxes can be removed.
In addition, it can explain the uncertainty principle inde-
pendently of measurements, eliminate zero-point energy
on certain conditions and cause spontaneous symmetry
breaking without complexity.
We should consistently introduce indefinite metric vec-

tors because Maxwell equations are wave equations in
Minkowski space. When we introduce state vectors in
Minkowski space, indefinite metric vectors are absolutely
required. The required vector should be recognized not
only as an auxiliary field but also as a real physical field
which is the root cause of single photon and electron in-
terferences.
The results insist the vacuum space is filled with

the unobservable potentials which can eternally exist as
waves and correspond to gauge fields introduced by gauge
transformation of the second kind.
This idea provides exactly the same calculation and ex-

perimental results by using quantum-superposition state
because the phase difference between the photon or elec-
tron and the unobservable potentials provide the inter-
ferences as if the quantum-superposition state exists. In

addition, the concept is based on an analogy from the
expression of substantial localize electromagnetic fields
or an electron and the unobservable potentials instead
of curious quantum-superposition state that forces us to
imagine a photon or an electron passes through the both
paths or pinholes despite a photon or an electron can not
be split off.

Furthermore, this idea will not be inconsistent with
traditional treatment of Casimir effect, spontaneous sym-
metry breaking, the mass acquire mechanism and can be
applied to non-Abelian gauge fields.

The superposition states are valid in case of mixed
states whose probabilities are statistical sense. However,
quantum-superposition state is not valid in case of pure
state whose probability is fundamental sense, though the
superposition principle may be used as a nice mathe-
matical tool to simplify analyses. Therefore, there is no
concept of quantum-superposition state in nature, which
insists fulfillment of engineering applications based on
reduction of wave packet is pessimistic conclusion and
Quantum theory is a kind of statistical physics.

The incompleteness of ”Quantum theory”, which has
been alerted by A. Einstein, will originates from lack of
introduction of indefinite metric. Quantum theory with
introduction of indefinite metric will be complete.

M. Arndt and K. Hornberger have reviewed some test-
ing of quantum mechanical superpositions, [11] we hope
the results will be tested by those technologies.
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単一光子、電子干渉を説明する観測不可能なゲージ場
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単一光子、電子干渉を、局在した光子や電子ビームと観測不可能なポテンシャルの状態と仮定すれば、
量子重ね合わせ状態を用いずに計算できることを示す。検討結果から、観測不可能なポテンシャルは確
率振幅 0の不定計量ベクトルと見做すことが可能である。この結果は、量子重ね合わせの概念を否定し、
不確定性原理の正しい理解、波束の収縮のパラドックスの解消、ある状況でのゼロ点エネルギーの消去
および自発的対称性の破れを導く。この結果は量子理論が統計物理の一種であることを主張する。

I. はじめに

量子論の基礎概念は量子重ね合わせ状態である。系の
任意の状態は、その固有状態の重ね合わせである純粋状態
で記述することができる。この概念を用いた計算は実験結
果と一致し、この概念無しには単一光子、電子干渉は説明
できない。干渉だけでなく、エンタングル状態も説明でき
ない。
しかし、この概念は”シュレディンガーの猫”や”Einstein,

Podolsky and Rosen (EPR)”に代表される波束の収縮のパ
ラドックスに繋がっている。[1, 2]
量子論をパラドックスなしに解釈する為、de Broglieや

Bohmは所謂”隠れた変数”理論を提唱した。[3, 4] ”隠れた
変数”は否定されたが [5]、この理論は相対論と存在論に適
合するように拡張されている。[6–10] しかし現状では、こ
の拡張は未完である。
このパラドックスに関して多くの議論が交わされたが、

近年の量子干渉に関する報告は、この概念の妥当性を納得
させるものである。例えば、幾つかの実験による量子重ね
合わせが考察された。[11] Bose-Einstein凝縮 (BEC)を用
いた原子干渉も理論的、実験的に報告された。[12, 13] 電
子MZI干渉計内の Aharonov-Bohm効果による単一電子
または電子-電子干渉のコヒーレンス長が理論的に議論さ
れた。[14, 15]　著者も Aharonov-Bohm効果を使ったコ
ヒーレント電子波の干渉によるプラズモン変調器を検討し
た。[16]エンタングル状態は実験的にも理論的にも広く議
論されている。[17–22] 入子状になったMZI干渉計と振動
モータによる光子干渉が測定され解析された。[23, 24] 2
スリット電子干渉は実験的にもデモンストレーションされ
た。[25]我々の考察によれば、BECやボソン化系は純粋状
態というよりコヒーレンスの有無がある混合状態であり、
どの報告もパラドックスを解決できていない。
ここで、我々はパラドックスを解決可能な単一光子、電

子干渉の新たな知見を提供する。この知見によれば、自然
界には基本的な意味での確率を持った量子重ね合わせ状態
と純粋状態という概念は存在せず、統計的な意味での確率
を持った混合状態の概念だけが妥当である。この知見は新
規で重要な結果、観測とは無関係な不確定性原理の理解、
人為的な引き算を伴わないある条件下でのゼロ点エネル
ギーの除去、複雑な説明の不要な自発的対称性の破れの導
出および量子論は一種の統計物理学であるという認識、を
与える。

∗ Corresponding author: morimoto@ch.furukawa.co.jp

更にこの知見は、妥当性を報告されてきたエンタングル
状態も自然界には妥当でないと結論される。 [17–22] この
知見に基づいたエンタングル状態については他のレターで
議論する。 [26]

第 II章では, 単一光子が実体のある（局在した）光子と
観測不可能なポテンシャルで表すことが出来ることを、簡
易なガウシアン光ビームを使って例示する。更に、ゲージ
不変性を用いたより一般的な記述を示す。

第 IV章では、2スリット電子干渉実験もポテンシャル
の存在を考慮するべきである事を簡単に説明する。第 III
と V章では、量子重ね合わせ状態を用いず、実体のある
光子または電子と、観測不可能なポテンシャルで表現した
状態による単一干渉計算を示す。第 VI章では、量子重ね
合わせ状態に関係したパラドックス、ゼロ点エネルギー、
自発的対称性の破れ、及び単一粒子干渉の一般的取り扱い
を議論する。第 VII章で、本報告をまとめる。

AharonovとBohmは観測不可能なポテンシャルが電子
波干渉に影響を与える事を指摘し、その効果は外村らに
よって実験的に確認された。[27–29]

本報告はゲージ場と同一視される観測不可能なポテン
シャルは、Aharonov-Bohm 効果だけでなく、単一光子、
単一電子または任意の単一粒子場の干渉と、本報告の後部
で記載する自然のゆらぎを生じさせることを指摘する。

ここでの議論は量子論の導入と同程度と非常に易しい
が、その理由は量子論がこのような基礎的な概念で勘違い
をしているからであり、自然の本質は簡潔なのだろう。

II. MZIの古典電磁場 - ポテンシャルと光子

図 1にマッハツェンダー干渉計（Mach-Zehnder Inter-
ferometer：MZI）の概略図と座標系を示す。

まず、入力ビームを考察する。x-軸方向に偏波した角周
波数 ω、伝搬定数 β の光ビームが z-軸方向に伝搬すると
し、その光ビームの電界は、例えば断面形状がガウシアン
分布で表せ、自由空間に良く局在化しているとする。

このとき、入力の光ビーム電界は以下のように表現で
きる。

E = ex · CE · exp
(
−x

2 + y2

w2
0

)
· cos (ωt− βz) (1)

但し、exは x-軸と平行の単位ベクトル、CE はその 2乗が
強度に比例する任意定数、w0 は光ビーム半径である。E
と Bはベクトルポテンシャルとスカラーポテンシャルを
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FIG. 1. MZI干渉計の概略図. BS:ビームスプリッタ

用いて次のように書ける。

E = − ∂

∂t
A−∇ϕ

B = ∇×A (2)

(1)と (2)から、Aはベクトル関数Cを用いて

A = − 1

ω
ex · CE · exp

(
−x

2 + y2

w2
0

)
· sin (ωt− βz) +C

∂

∂t
C = −∇ϕ (3)

と表せる。Cを渦なしベクトル関数∇×C = 0ととるこ
とでBが空間に局在化する。例えば、Cと ϕは任意のス
カラー関数 λを用いて C = ∇λと ∇

(
∂
∂tλ+ ϕ

)
= 0と表

現でき、Bは次のように計算される。

B = ∇×A

=
β

ω
ey · CE · exp

(
−x

2 + y2

w2
0

)
· cos (ωt− βz)

− 2y

ω ·w2
0

ez ·CE ·exp
(
−x

2 + y2

w2
0

)
·sin (ωt− βz) (4)

よって、EとBは入力の自由空間に局在化されている。
一方、それ単体では観測不可能なベクトル、スカラーポテ
ンシャルは必ずしも局在化されていない。
注意：ガウシアンビームは自由空間伝搬に伴い広がってい

くが、伝搬ビームの半径w (z)は波長 λ = 1µmで、初期半
径w0 = 10mmとすると、z = 100m伝搬しても約 10.5mm
であり、MZIの経路が数十m以下ならば、この伝搬広がり

は無視できる。このビーム径は w (z) = w0

√
1 +

(
λz
πw2

0

)2

で計算できる。
上記の局在形 (1)は一例であり、下記のように他の形状

でも同様の議論が可能である。次のMaxwell方程式を考
察する。(

∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
A−∇

(
∇ ·A+

1

c2
∂ϕ

∂t

)
= −µ0i(

∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
ϕ+

∂

∂t

(
∇ ·A+

1

c2
∂ϕ

∂t

)
= − ρ

ε0
(5)

µ0 は透磁率、ρは電荷密度である。
ここで、ポテンシャルA、ϕを局在化したAl、ϕlと観

測不可能なAuo、ϕuoに分割する。よって、Maxwell方程
式 (5)は次の方程式に分割される。(

∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
Al −∇

(
∇ ·Al +

1

c2
∂ϕl
∂t

)
= −µ0i(

∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
ϕl +

∂

∂t

(
∇ ·Al +

1

c2
∂ϕl
∂t

)
= − ρ

ε0
(6)

と (
∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
Auo −∇

(
∇ ·Auo +

1

c2
∂ϕuo
∂t

)
= 0(

∆− 1

c2
∂2

∂t2

)
ϕuo +

∂

∂t

(
∇ ·Auo +

1

c2
∂ϕuo
∂t

)
= 0(7)

i = 0と ρ = 0で方程式 (6)は上記の自由空間での局在
化した電磁場を記述する。
一方、(7) は (6) とは独立である。なお、(1) で考えた

ような z-軸に連続的に伝搬する光ビームではなく、波束
のような光パルスビームを考えても、ビーム形状に関わ
らず観測不可能なポテンシャル (7)は独立である。更に、
光ビームが無くても、観測不可能なポテンシャル (7)は存
在する。よって、観測不可能なポテンシャルは光速で伝搬
するMaxwell方程式を満たす波動として全空間に絶え間
なく存在する。もし、Lorentz条件を (7)に適用すれば観
測不可能なポテンシャルは全空間に調和振動子として存在
する。

(7)は局在化した電磁場や電子の流れのゲージ不変性を
表し、観測不可能なポテンシャルは良く知られた第 2 種
ゲージ変換で得られるゲージ場である。

III. 単一光子干渉

Maxwell方程式を電磁場が重ね合わせの原理に従う古典
的波動方程式とみれば、電場による干渉は重ね合わせの場
（入力で分離された電場の重ね合わせ）Eout =

1
2E1+

1
2E2

によって表現できる。
しかし、観測不可能なポテンシャルを用いると、下記の

ように重ね合わせを用いないで電場の干渉を計算できる。

Eout = − ∂

∂t
Al −∇ϕl −

∂

∂t
Auo −∇ϕuo

= E1 −
∂

∂t
Auo −∇ϕuo (8)

観測不可能なポテンシャルが次のような電場を形成する
と、経路 1を通った光子場と協力して片側のMZI経路に
よる干渉が発生する。

− ∂

∂t
Auo −∇ϕuo =

1

2
E2 −

1

2
E1 (9)

下付き文字 1、2はMZI経路 1、2を表す。
この上の議論は古典的描写である。しかし、重ね合わせ

の原理を粒子像、すなわち分割できない単一光子に適用す
ると量子パラドックスに繋がる。そこで、上記の古典的描
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写を観測不可能なポテンシャルを用いてパラドックス無し
に量子的描写に翻訳する。
量子力学的記述では、光子干渉は電場演算子 Ê =

1√
2
â1 exp (iθ) +

1√
2
â2 と数状態 |n⟩ を導入して以下のよ

うに計算される。[30]
â1or2 は経路 1、2 の電場演算子であり、θ は位相差で

ある。

⟨Î⟩ ∝ 1

2
⟨n|â†1â1|n⟩+

1

2
⟨n|â†2â2|n⟩+cos θ⟨n|â†1â2|n⟩ (10)

⟨Î⟩ は光子数に比例する場の強度の期待値である。â1or2
と â†1or2 は入力の電場演算子 âと â† を用いて â = â1+â2√

2

と â† =
â†
1+â†

2√
2
で定義され ⟨n|â†1â1|n⟩ = ⟨n|â†2â2|n⟩ =

⟨n|â†1â2|n⟩ = 1
2n の関係を満たす。ここで、光子数が 1(

n = 1 )、すなわち単一光子の場合には上記の期待値は

⟨Î⟩ ∝ 1
4 +

1
4 +

1
2 cos θ =

1
2 +

1
2 cos θと計算される。この従

来方式においては、電場演算子は i = 0と ρ = 0の条件の
下で Coulombゲージを用いた (5)の量子化によって与え
られる。
しかしながら、上記の観測不可能なポテンシャルの概念

を用いると、別の記述が可能である。
光子数は (3)の CE の平方根に比例する。一方、観測不

可能なポテンシャル Cと ϕ又は (7)は光子数に必ずしも
比例しない。多数の光子があるときには、”どちらの経路
を各光子が選ぶか”の確率は 1

2 であるべきだから、半分
の光子が経路 1を通り、残りが経路 2を通ると仮定するこ
とは大数の法則から妥当である。この概念は、根本的な確
率をもった量子重ね合わせ状態ではなく、統計的な確率を
もった混合状態という概念である。
少数の光子しか無いときには、(3)の第 1項で表される

局在ポテンシャルが、残りの項で表される観測不可能なポ
テンシャル又は (7)と同程度となることに相当し、光子を
表現する局在ポテンシャルだけが経路 1を選んで通り、観
測不可能なポテンシャルが経路 2を通るという確率を考え
るべきである。この考えは (6)と (7)にも適用できる。
この考えに従うと光子は経路 1だけを通るので、演算子

は Ê = 1√
2
â1 exp (iθ)+

1√
2
â2ではなく、⟨1|â†1â1|1⟩ = 1と

⟨1|â†2â2|1⟩ ≠ 1を満たす Ê = â1 exp (iθ) + â2 を用いるべ
きである。但し â1は (5)ではなく (6)を用いて従来方式の
量子化から得られる電場演算子であり、â2は (5)ではなく
(7)を用いて従来方式の量子化から得られる経路 2の全く
形式的な演算子である。これは電場演算子ではなく、経路
2の観測不可能なポテンシャルに関する何らかの量を形成
する演算子である。
よって出力 1 (π2 の位相差は出力 2に相当する）の期待

値は次のように表される。

⟨Î⟩ ∝ ⟨1|â†1â1|1⟩+ ⟨1|â†2â2|1⟩
+eiθ⟨1|â†1â2|1⟩+ e−iθ⟨1|â†2â1|1⟩

= 1 + ⟨1|â†2â2|1⟩
+eiθ⟨1|â†1â2|1⟩+ e−iθ⟨1|â†2â1|1⟩ (11)

ここで ⟨1|â†2â2|1⟩ + eiθ⟨1|â†1â2|1⟩ + e−θ⟨1|â†2â1|1⟩ =

−1
2 ± cos θ なら、同一の干渉 ⟨Î⟩ ∝ 1

2 ± 1
2 cos θ が得ら

れる。

より正確な計算は以下である。 Coulombゲージを用い
た量子光学の伝統的量子化手順から得られる電場演算子は
調和振動子と次の関係がある。

â =
1√
2ℏω

(ωq̂ + ip̂)

â† =
1√
2ℏω

(ωq̂ − ip̂) (12)

但し q̂ と p̂は交換関係 [q̂, p̂] = iℏに従う位置と運動量の
演算子である。調和振動子のHamiltonianは下記で与えら
れる。

Ĥ =
1

2

(
p̂2 + ω2q̂2

)
(13)

よって、次の関係が得られる。

â†â =
1

2ℏω
(
p̂2 + ω2q̂2 + iωq̂p̂− iωp̂q̂

)
=

1

ℏω

(
Ĥ − 1

2
ℏω

)
ââ† =

1

ℏω

(
Ĥ+

1

2
ℏω

)
(14)

上記の従来式演算子は局在ポテンシャル、すなわち (6)の
演算子に一致する。
そうすると、次のような観測不可能なポテンシャルの演

算子は干渉を生じることが分かる。

â2 =
1

2
γeiθ/2â1 −

1

2
γe−iθ/2â1

â†2 =
1

2
γe−iθ/2â†1 −

1

2
γeiθ/2â†1 (15)

ここで、γ2 = −1であり、これは不定計量の導入を意味
し、θは局在ポテンシャルと観測不可能なポテンシャルの
位相差である。
これらの演算子は (9)の量子化とみなすことが出来る。

観測不可能なポテンシャルは経路 1にも局在ポテンシャル
とともに同相で存在する、すなわち â1 = â+ â2 (θ = 0) =
â ≡ â1。よって

â†2â2 = −1

4
â†1â1 −

1

4
â†1â1 +

1

4
eiθâ†1â1 +

1

4
e−iθâ†1â1

= −1

2
â†1â1 +

1

2
â†1â1 cos θ

â†1â2 =
1

2
γeiθ/2â†1â1 −

1

2
γe−iθ/2â†1â1

â†2â1 =
1

2
γe−iθ/2â†1â1 −

1

2
γeiθ/2â†1â1 (16)

最終的に次の干渉が得られる。

⟨1|â†1â1|1⟩ = 1

⟨1|â†2â2|1⟩ = −1

2
+

1

2
cos θ

⟨1|â†1â2|1⟩ =
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

⟨1|â†2â1|1⟩ =
1

2
γe−iθ/2 − 1

2
γeiθ/2
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⟨1|â†1â1|1⟩+ ⟨1|â†2â2|1⟩+ ⟨1|â†1â2|1⟩+ ⟨1|â†2â1|1⟩

=
1

2
+

1

2
cos θ (17)

もし (15)で不定計量を導入しなければ ⟨Î⟩ = 3
2 −

1
2 cos θ ̸∝

1
2 ±

1
2 cos θ。また観測不可能なポテンシャルだけが存在す

る場合、すなわち位相差 θ = 0で ⟨|â†2â2|⟩ = 0であり、何
の物理量も観測できないことを意味する。ただし |⟩は任意
の状態である。この関係は後述する ⟨ζ|ζ⟩ = 0に相当する。
上記の計算は Heisenberg 描像に基づいている。同一

の干渉は Schrödinger 描像に基づいても計算できる。
Schrödinger 描像では出力 1(π2 の位相差は出力 2 に相当
する）の状態 |1⟩S + |ζ⟩と出力 1（または 2）の電場演算子

Ê = âS を用いて干渉が計算できる。|1⟩S と |ζ⟩は経路 1
を通る光子状態と経路 2を通る観測不可能なポテンシャル
の状態を表す。経路 2では何も観測されないので ⟨ζ|ζ⟩ = 0
と認識すべきである。より正確な定義は以下である。演算
子 â1 と âS、状態 |1⟩と |1⟩S はハミルトニアン Ĥを用い
て â1 = eiĤt/ℏâSe

−iĤt/ℏ と |1⟩S = e−iĤt/ℏ|1⟩のように変
換できる。よって、â2|1⟩は (15)を用いて

â2|1⟩ = eiĤt/ℏâS

(
1

2
γeiθ/2e−iĤt/ℏ − 1

2
γe−iθ/2e−iĤt/ℏ

)
|1⟩

= eiĤt/ℏâS

(
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
|1⟩S (18)

と書ける。ここで

|ζ⟩ ≡
(
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
|1⟩S (19)

と定義する。よって ⟨1|â†2â2|1⟩ = ⟨ζ|â†S âS |ζ⟩。θ = 0のと
き |ζ⟩ = 0、すなわち ⟨ζ|ζ⟩ = 0。
この描像では期待値は以下のように表せる。

⟨Î⟩ ∝
(
eiθ⟨1|S + ⟨ζ|

)
â†S âS

(
e−iθ|1⟩S + |ζ⟩

)
= 1 + ⟨ζ|â†S âS |ζ⟩+ eiθ⟨1|ζ⟩S + e−iθ⟨ζ|1⟩S

= 1− 1

2
+

1

2
cos θ =

1

2
+

1

2
cos θ (20)

上記の Schrödinger picture描像による干渉の数学的定
式化では、一般の Hilbert空間には数学的解がない。よっ
てそれ単体では観測出来ない観測不可能なポテンシャルは
(19)に見られるように不定計量のHilbert空間のベクトル
とみななさねればならない。(19)のような陽的表現は報告
されていないが、同様の観測不可能なベクトルは”ghost”
（おばけ）として場の量子論に導入された。[31–34] 　ここ
でも |ζ⟩を”ghost”（おばけ）と呼ぶが、この”ghost”（お
ばけ）は従来の ”ghost”（おばけ）とは異なる。従来の
”ghost”（おばけ）は理論の相対的共変性の要請から数学
的に導入された補助場であり、物理的現象には影響を与え
ない。しかし、ここでの”ghost”（おばけ）は数学的な補
助場ではなく、干渉を引き起こすまたは干渉に必須の物理
的場である。
(11)と (20)より、経路 2を通った観測不可能なポテン

シャルは経路 1を通った光子の場と協力して、光子があた
かも両方の経路を通ったかのような干渉を生じる。
光子数は (3)より CE の平方根に比例するべきである。

しかし、”ghost”（おばけ）を表す観測不可能なポテンシャ

FIG. 2. 2スリット（2ピンホール）による単一電子干渉の代表
的実験系の概略図

ル Cと ϕまたは (7)は上記のように比例するとは限らな
い。よって多数の光子があるときには、この干渉効果は見
えなくなる。これが量子効果がマクロなスケールでは観測
されない理由であろう。
注意：重ね合わせ原理は混合状態の解析を単純化する有

用な数学的ツールとして使用可能である。しかし、上記の
ような単一光子干渉の仕組みの理解なしに重ね合わせの原
理を単一光子干渉に利用すると、波束の収縮に基づいた実
現に否定的な工学的応用に陥るだろう。

IV. ポテンシャルと電子

この章では、まず古典的な 2ピンホールの電子波干渉を
考える。図 2に代表的な 2スリット（2ピンホール）単一
電子干渉実験の概略図を示す。[25, 35]
伝搬する電子は空間電流密度が j = Nqvの電子ビーム

と同一視できる。ここで N は単位体積辺りの電子数、q
は電荷、vは電子速度である。電子ビームの半径が w0 の
とき、電流 I は I = πw2

0j で与えられる。ビオサバール
（Biot-Savart）の法則によると、そのような伝搬はその経
路の周りに磁場とポテンシャルを生じる。
電子伝搬は一定速度で z-軸に平行と仮定すると、伝搬

経路の周りのベクトルポテンシャルは次のように表現され
る。[35, 36]

Ax = Ay = 0

Az =
I

2πε0c2
ln

1

r
(21)

但し r =
√
x2 + y2であり、ε0は誘電率、cは光速である。

よって、このベクトルポテンシャルは明らかに電子が
通ったピンホールだけでなく、逆のピンホールも通る。
この簡単な考察を離れても、電子の運動は明らかにポテ

ンシャルを生じさせる。よって、電子の運動を考察すると
きには、ポテンシャルを考慮しなければならない。
次章では、このポテンシャルを考慮して 2ピンホール電

子干渉を量子力学的に考察する。
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V. 単一電子干渉

量子力学的記述では、2スリット（ピンホール）単一電
子干渉は代表的には電子をスクリーンに見出す確率（密
度）によって説明される。[35]

P12 = |ϕ1 + ϕ2|2 (22)

ϕ1 = ⟨x|1⟩⟨1|s⟩と ϕ2 = ⟨x|2⟩⟨2|s⟩は確率振幅
⟨1or2|s⟩: ”⟨電子がピンホール 1又は 2に到達する |電

子が s (電子源)から出る ⟩”と
⟨x|1or2⟩: ”⟨電子がスクリーン xに到達する |電子がピ

ンホール 1または 2を出る ⟩”
で構成される。
ピンホール 1又は 2のどちらかが閉じられているとき、

各確率と足し合わせた確率は P1 = |ϕ1|2、P2 = |ϕ2|2 と
P = P1 +P2 ̸= P12と計算される。よって、単一電子は分
割できないにも拘らず両方のピンホールを同時に通ったと
認めざるを得なくなり、量子重ね合わせ状態の概念の導入
を余儀なくされる。
しかし、上記のように量子重ね合わせ状態の代わりに、

局在化した電子伝搬と観測不可能なポテンシャルの状態を
考える事ができる。
このような場合、電子波動関数は次のように表されるべ

きである。

ψ′
1 = ψ1 · exp

[
i
q

ℏ

∫
s→Pinhole1→screen

(ϕuodt−Auo · dx)
]

ψ′
2 = ψ2 · exp

[
i
q

ℏ

∫
s→Pinhole2→screen

(ϕuodt−Auo · dx)
]

(23)

ただし ψ′
1 と ψ′

2 は観測不可能なポテンシャルとともに
ピンホール 1と 2を通ったスクリーン上の電子波動関数
であり、ψ1と ψ2は観測不可能なポテンシャルの影響を受
けていない、ピンホール 1と 2に向かう電子源の電子波
動関数である。ϕuoとAuoは (7)で表される観測不可能な
ポテンシャルだけでなく、(3)と (21)のような局在したポ
テンシャルから生じた観測不可能なポテンシャル部分をも
含む。
よって、この波動関数を用いてスクリーン上に電子を見

出す確率は次のように記述される。

P12 ∝ |ψ′|2 = |ψ′
1 + ψ′

2|2

= |ψ1|2 + |ψ2|2

−2Re

(
exp

[
i
q

ℏ

∮
s→1→screen→2→s

(ϕuodt−Auo · dx)
]
ψ∗
1ψ2

)
(24)

但し、積分路の 1と 2はピンホール 1と 2を示す。この表
式は Aharonov-Bohm効果と同等である。[27]
単一電子干渉の場合、電子は間違いなくピンホールで

見出され、ピンホール 2 では発見されない、すなわち
|ψ1|2 = 1 と |ψ2|2 = 0 である。正確には確率密度では
なく

∫
|ψ1or2|2dV =1 または 0 であるが、簡単化のため

|ψ1|2 = 1と |ψ2|2 = 0で検討を継続する。
ψ1と ψ2の間に位相差 θを導入すると、P12は次の干渉

を表す。

P12 ∝ 1− 2Re (exp i [ϕ+ θ]ψ∗
1ψ2) (25)

ただし ϕ =
q

ℏ

∮
s→1→screen→2→s

(ϕuodt−Auo · dx)である。

ここで、θを固定すると、干渉は ϕの関数（スクリーン
位置関数）としてスクリーン上に観測され、ϕを固定する
と θ の関数としてスクリーンの固定位置で干渉が観測さ
れる。
しかし、確率密度としての波動関数 ψ2 は ψ∗

1ψ2 ̸= 0且
つ |ψ2|2 = 0という辻褄の合わない関係を満足しなければ
ならない。
そこで、正しい確率表現を明確にするため、n個の電子が

存在するという電子数状態 |n⟩と保存カレント jµ = (q, i)、

すなわち ∂µjµ = ∂q
∂t +∇· i = 0から定義される電荷演算子

Q ≡
∫
d3xj0(x)を導入する。電荷演算子はQ|n⟩ = nq|n⟩

を満足し、これは n電子状態はQの固有状態であること
を意味している。 [37, 38]
電荷演算子はMaxwell方程式に従う保存カレントで定

義されており、Qは光子数演算子 n = â†âの表現に一致
するので、Qは (15)と同様の不定計量演算子の組み合わ
せと認識できる。すなわち、

Q = q̂†1q̂1

q̂2 =
1

2
γeiθ/2q̂1 −

1

2
γe−iθ/2q̂1

q̂†2 =
1

2
γe−iθ/2q̂†1 −

1

2
γeiθ/2q̂†1 (26)

よって、Heisenberg描像では (17)と同等の単一電子干渉
が得られる。

⟨I⟩ = ⟨ψ|
(
q̂†1 + q̂†2

)
(q̂1 + q̂2) |ψ⟩ = q

{
1

2
+

1

2
cos θ

}
(27)

ただし、⟨I⟩は電荷強度の期待値である。
同様に、Schrödinger描像での干渉も次のように計算で

きる。

⟨I⟩ = (⟨ψ1|+ ⟨ψ2|)QS (|ψ1⟩+ |ψ2⟩)
= q + ⟨ψ2|QS |ψ2⟩+ q⟨ψ1|ψ2⟩+ q⟨ψ2|ψ1⟩

= q

{
1

2
+

1

2
cos θ

}
(28)

ただし、 Schrödinger 描像の電荷演算子 QS と状態 |ψ1⟩
は Q = q̂†1q̂1 = eiĤt/ℏQSe

−iĤt/ℏ と e−iĤt/ℏ|ψ⟩ =

|ψ⟩S ≡ |ψ1⟩ から得られる。QS = e−iĤt/ℏq̂†1q̂1e
iĤt/ℏ =

e−iĤt/ℏQeiĤt/ℏ なので、q̂S ≡ e−iĤt/ℏq̂1e
iĤt/ℏ と定義す

る。そうするとQS = q̂†S q̂S と

q̂2|ψ⟩ = eiĤt/ℏq̂S

(
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
e−iĤt/ℏ|ψ⟩

= eiĤt/ℏq̂S

(
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
|ψ⟩S

≡ eiĤt/ℏq̂S |ψ2⟩ (29)

となる。
よって、状態 |ψ1⟩と |ψ2⟩は
”観測不可能なポテンシャルとともに電子がピンホール

1を通る”状態 |ψ1⟩ 、P1 = ⟨ψ1|ψ1⟩ =
∫
|ψ1|2dV = 1、
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”観測不可能なポテンシャルだけがピンホール 2を通る”
状態 |ψ2⟩、P2 = ⟨ψ2|ψ2⟩ =

∫
|ψ2|2dV = 0

と認識できる。
上記の取り扱いでは、 (15)との類似性を強調するため、

新しい電荷演算子 (26)を導入した。しかし、Schrödinger
描像で電子状態 |ψ⟩と真空光子状態 |0⟩+ |ζ⟩の直積状態を
使うと、次のような直接的な取り扱いが可能となる。
従来、電子状態 |ψ⟩ と真空光子状態 |0⟩ は |ψ⟩|0⟩ ≡

|ψ, 0⟩ ≡ |ψ⟩S ≡ |ψ1⟩ と表現される。前節までの議論か
ら、真空光子状態は Schrödinger描像では |0⟩+ |ζ⟩と置き
換えられるべきである。よって、直積は |ψ⟩ (|0⟩+ |ζ⟩) =
|ψ, 0⟩ + |ψ, ζ⟩ ≡ |ψ⟩S + |ψ, ζ⟩となる。|ψ, ζ⟩ = |ψ2⟩であ
るから、直積は |ψ⟩ (|0⟩+ |ζ⟩) = |ψ1⟩+ |ψ2⟩となり、(28)
と同じ表現となる。
ここで |ψ2⟩ ≡

(
1
2γe

iθ/2 − 1
2γe

−iθ/2
)
|ψ⟩S の時, (26)と

(27)が次のように得られる。

⟨I⟩ = (⟨ψ1|+ ⟨ψ2|)QS (|ψ1⟩+ |ψ2⟩)

=

{
⟨ψ1|+ ⟨ψ1|

(
1

2
γe−iθ/2 − 1

2
γeiθ/2

)}
QS

·
{
|ψ1⟩+

(
1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
|ψ1⟩

}
= ⟨ψ1|

(
1 +

1

2
γe−iθ/2 − 1

2
γeiθ/2

)
QS

·
(
1 +

1

2
γeiθ/2 − 1

2
γe−iθ/2

)
|ψ1⟩

= ⟨ψ1|
(
q̂†1 + q̂†2

)
(q̂1 + q̂2) |ψ1⟩ (30)

ここで、(23)と (24)の位相項を ϕ1、ϕ2と ϕ = ϕ1 − ϕ2
として導入すると、干渉 (28)は次のように計算される。

⟨I⟩ =
(
e−iϕ1⟨ψ1|+ e−iϕ2⟨ψ2|

)
QS

(
eiϕ1 |ψ1⟩+ eiϕ2 |ψ2⟩

)
= q + ⟨ψ2|QS |ψ2⟩+ qe−iϕ⟨ψ1|ψ2⟩+ qeiϕ⟨ψ2|ψ1⟩

= q

{
1

2
+

1

2
cos θ + e−iϕ⟨ψ1|ψ2⟩+ eiϕ⟨ψ2|ψ1⟩

}
(31)

よって、ϕは単一電子干渉の発生源ではないようである。
Aharonov-Bohm効果は両方のピンホールに実体ある電子
があるときに観測される。単一電子干渉は (19)と同様に
定義される真空の観測不可能なポテンシャル |ψ, ζ⟩ ≡ |ψ2⟩
に起因する。
上記の議論によると、”観測不可能なポテンシャルだけ

がピンホール 2を通る”という状態は、電荷なしに干渉の
ための位相変移を生じさせると認識できる。
上記の |ψ2⟩の表式では、通常のHilbert空間に数学的解

は無い。よって、”観測不可能なポテンシャルだけがピン
ホール 2を通る”という状態も、(26)からも分かるように
確率振幅 0の不定計量 Hilbert空間のベクトルとみなさな
ければならない。これで、単一電子干渉も量子重ね合わせ
状態を用いることなく表現できることとなった。
量子重ね合わせ状態 (24)を用いた計算は統計的な意味

の確率を持った混合状態の場合には妥当である。干渉現象
の応用に重ね合わせ状態を用いるのは便利であるが、これ
は自然の正しい仕組みを反映していないので、単一光子や
電子の波束の収縮を利用した量子応用は実現不可能の可能
性が大きい。

VI. 考察

A. 不確定性原理及び波束の収縮

観測不可能なポテンシャルの存在によって、Heisen-
berg の不確定性原理が測定とは独立に説明できる。更
に、”Schrödingerの猫”と”Einstein, Podolsky and Rosen
(EPR)” [1, 2]に代表される波束の収縮のパラドックスが
解決される。なぜなら両方とも量子重ね合わせ状態に起因
するからである。
前記の結果は Schrödinger 描像による経路 1 と 2 又は

ピンホール 1と 2の状態は系が準備された時に実体ある
単一光子や電子と観測不可能なポテンシャルの状態で決定
され、量子重ね合わせ状態のような分割された状態ではな
い、これは波束の収縮は無いことを意味する。
”系が準備された時”というのは光MZIとピンホール

の分岐部直後に相当する。どちらの経路、ピンホールを光
子や電子が選ぶか予測できないが、選ばれた後は状態は固
定され量子重ね合わせ状態ではない。この状態の概念は量
子重ね合わせによって形成される純粋状態ではなく、混合
状態のものである。これは自然界には量子重ね合わせ状態
が存在しないことを示唆する。

Heisenbergの不確定性原理に関しては、観測とは無関
係の正準交換関係に相当するフーリエ変換によるトレード
オフと明確に認識できる。

B. ゼロ点エネルギー

(14)と ⟨0|â†1â1|0⟩ = 0より、従来ゼロ点エネルギーは

⟨0|Ĥ|0⟩ = 1
2ℏωすなわち

⟨0|â†1â1|0⟩ =
1

ℏω
⟨0|

(
Ĥ − 1

2
ℏω

)
|0⟩

=
1

ℏω

(
⟨0|Ĥ|0⟩ − 1

2
ℏω

)
= 0 (32)

と認識されてきた。この固定されたゼロ点エネルギーの起
源は観測不可能なポテンシャルを無視した (12)の電場演
算子の定義である。しかし、観測不可能なポテンシャルは
全空間に存在するという考えを得たので、(12)は

â1 + â2 =
1√
2ℏω

(ωq̂ + ip̂)

â†1 + â†2 =
1√
2ℏω

(ωq̂ − ip̂) (33)

で置き換えるべきである。
よって Hamiltonianは次の干渉と同じ表式である。

Ĥ = ℏω
(
â†1â1 + â†2â2 + â†1â2 + â†2â1

)
+

1

2
ℏω (34)

よって、単一光子状態のエネルギーも揺らいでいる。

⟨1|Ĥ|1⟩ = 1

2
ℏω⟨1|â†1â1|1⟩+

1

2
ℏω⟨1|â†1â1|1⟩ cos θ +

1

2
ℏω
(35)
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単一光子は θ = ±Nπ, (N : 偶数 ) のときに観測される
ので

⟨1|Ĥ|1⟩ = 1

2
ℏω⟨1|â†1â1|1⟩+

1

2
ℏω⟨1|â†1â1|1⟩+

1

2
ℏω

= ⟨1|â†1â1|1⟩ℏω +
1

2
ℏω = ℏω (36)

よって、⟨1|â†1â1|1⟩ = 1
2。これは次の光子数の期待値の差

し替えを示唆する。

⟨0|â†1â1|0⟩ = −1

2
, ⟨1|â†1â1|1⟩ =

1

2
, ⟨2|â†1â1|2⟩ =

3

2
, · · ·
(37)

従来は ⟨0|â†1â1|0⟩は 0であると考えられてきた。しかし、

⟨0|â†1â1|0⟩ = − 1
2 と認識すべきであり、これは不定計量を

要求する。
よって単一光子干渉の絶対値は ⟨0|â†1â1|0⟩の選択に依存

して変動するが、⟨Î⟩ ∝ 1
2 ± 1

2 cos θは維持される。
この期待値を使ってゼロ点エネルギーは

⟨0|Ĥ|0⟩ = 1

2
ℏω⟨0|â†1â1|0⟩+

1

2
ℏω⟨0|â†1â1|0⟩ cos θ +

1

2
ℏω

=
1

4
ℏω − 1

4
ℏω cos θ (38)

と計算され、ゼロ点エネルギーも揺らいでいる。ここで、
もし â2 = γâ1 なら

â†2â2 = −â†1â1 =
1

ℏω

(
Ĥ − 1

2
ℏω

)
(39)

であるので、隔絶された観測不可能なポテンシャルは負の
エネルギーを持つ。 [31]しかし (15)から â2 ̸= γâ1 であ
り、隔絶できず (33)のように組み合わされるので、負の
エネルギーは局在化したポテンシャルとの干渉を通してだ
け現れる。
ゼロ点エネルギーはCasimir効果を通して測定されてい

る。[39–43] 前記の知見は位相差により真空にエネルギー
の揺らぎがあることを説明している。このような揺らぎに
よる引力は Casimir効果の起源である Van der Waals力
の基本概念である。 [44]
よって上記の計算は Casimir効果と矛盾しない。

C. 自発的対称性の破れ

従来の自発的対称性の破れ（これはQ|0⟩ ̸= 0または一
般的に”|0⟩ はQの固有状態ではないという可能性の探索
である）の取り扱いは、GoldstoneボソンやHiggsボソン
を用いた複雑な議論を必用とした。[38, 45]　但し、|0⟩は
真空状態である。
しかし、上記のように観測不可能なポテンシャルは全

空間に絶え間なく存在し、ピンホール 2 には電子は存在
しない。よって、ピンホール 2の状態 |ψ2⟩は |0⟩の代わ
りに真空と同一視できる。上記の ⟨ψ2|ψ2⟩ = 0 の関係か
ら、|ψ2⟩ が Q の固有状態 Q|ψ2⟩ = α|ψ2⟩ であるなら、
⟨ψ2|Q|ψ2⟩ = α⟨ψ2|ψ2⟩ = 0、但し αは固有値である。しか
し (28)の下の議論から ⟨ψ2|Q|ψ2⟩は位相差によって−qか
ら 0の間で揺らいでいる。よって真空 |ψ2⟩はQの固有状
態ではない。これは自発的対称性の破れを表現している。

新しい真空はポテンシャル（ゲージ場）で満たされ、そ
の状態は最初の基底状態の下に存在するという前記の議論
は、Qをエネルギー準位に置き換えると、Y. NambuとG.
Jona-Lasinioによって報告された超伝導のアナロジーを用
いた自発的対称性の破れの議論と同一である。[46, 47]
更に、ゲージ場による自発的対称性の破れはゲージ場に

よる質量獲得の仕組みに繋がっている。[48]
よって、上記の議論は従来の自発的対称性の破れと質量

獲得の仕組みと矛盾しない。

D. 単一粒子干渉の一般的取り扱い

(20)と (28)から、単一粒子の干渉は次の形式で表現で
きる。

⟨I⟩ = (⟨ϕ|+ ⟨ζ|)F (|ϕ⟩+ |ζ⟩)
= f + ⟨ζ|F|ζ⟩+ f⟨ϕ|ζ⟩+ f⟨ζ|ϕ⟩ (40)

⟨ζ|F|ζ⟩ + f⟨ϕ|ζ⟩ + f⟨ζ|ϕ⟩ = −1
2f + 1

2f cos θ の時、Fの

単一粒子干渉 ⟨I⟩ = f
{

1
2 + 1

2 cos θ
}
が生じる。但し F は

粒子の任意のオブザーバブルな演算子、|ϕ⟩は Fの固有状
態、f は |ϕ⟩の固有関数に属する Fの固有値、|ζ⟩は観測
不可能なポテンシャルを表す不定計量ベクトルである。本
報告で記述したMaxwell方程式の場合、|ζ⟩は可換ゲージ
場 (Abelianゲージ場)である。多成分の状態 |ϕ⟩を取り扱
う場合、|ζ⟩は非可換ゲージ場 (non-Abelianゲージ場)に
相当する。[49–52]しかし、上記の取り扱いはどちらの場
合にも適用できる。

(40)において Fが |ϕ⟩の個数演算子 nで |ϕ⟩が単一粒
子状態 |ϕ⟩ = |1⟩であれば、単一粒子の存在確率は揺らぐ
ことになる。

(⟨1|+ ⟨ζ|)n (|1⟩+ |ζ⟩) = 1 + ⟨ζ|n|ζ⟩+ ⟨1|ζ⟩+ ⟨ζ|1⟩

=
1

2
+

1

2
cos θ (41)

このような単一粒子の自己揺らぎはニュートリノ振動と矛
盾しないであろう。[53, 54]

VII. まとめ

量子論には未解決のパラドックスが存在する。
ここで報告した不定計量のベクトルを活用することで、

これらパラドックスを取り除く事ができる。更に、測定と
は独立に不確定性原理を説明でき、ある条件でゼロ点エネ
ルギーを除去でき、複雑性無しに自発的対称性の破れを説
明可能である。

Maxwell方程式はMinkowski空間の波動方程式であり、
常に不定計量ベクトルを導入すべきである。Minkowski空
間に状態ベクトルを導入すると、不定計量ベクトルが絶対
的に要求される。要求されたベクトルは補助場としてだけ
でなく、単一光子や電子干渉の根本的原因である現実の物
理的場として認識すべきである。
この結果は、真空は波動として絶え間なく存在する観測

不可能な第 2種ゲージ変換から導入されるゲージ場に相当
するポテンシャル、で満たされていることを主張している。
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この考えは量子重ね合わせ状態を用いた完全に同じ計
算、実験結果を与える。なぜなら、光子や電子と観測不可
能なポテンシャルとの位相差が、あたかも量子重ね合わせ
状態が存在するかのような干渉を生じるからである。更に、
この概念は実体ある光子や電子と観測不可能なポテンシャ
ルのアナロジーに基づいており、単一光子や電子は分割で
きないも関わらず、両方の経路やピンホールを通ったと考
える事を強要する不思議な量子重ね合わせ状態ではない。
しかも、この考えは従来の Casimir 効果、自発的対称

性の破れ、質量獲得の仕組みと矛盾せず、非可換ゲージ場
（non-Abelianゲージ場）にも適用可能である。
重ね合わせ状態は混合状態のような統計的な確率の場

合には妥当である。量子重ね合わせ状態は解析を単純化す
る数学的ツールとして有用であるが、根本的な意味の確率
の純粋状態の場合は妥当ではない。よって、自然には量子
重ね合わせ状態という概念は存在せず、このことは波束の

収縮に基づく工学的応用の実現は悲観的な結末を迎えるこ
とを示唆し、量子論は統計物理学の一種であることを主張
する。

A. Einsteinによって警告された量子論の不完全さは不
定計量の導入の欠如に起因する。不定計量を導入した量子
論は完全であると思われる。

M. ArndtとK. Hornbergerは量子重ね合わせの幾つか
のテストをレビューしており [11]、この結果がそれらの技
術を用いて検証されることを期待する。
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