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Введение

Атомное ядро представляет собой квантовую систему многих тел, состав­
ляющие нуклоны (протоны и нейтроны) которой подвержены сложным нуклон­
нуклонным взаимодействиям, включающим спин- и изоспин-зависимые компо­
ненты. Экспериментальные исследования ядер выявили некоторую периодич­
ность в изменении их индивидуальных характеристик, таких как энергии свя­
зи, спины и чётности, магнитные моменты и распадные свойства основных и
возбужденных состояний атомных ядер. Успешное описание данных закономер­
ностей для стабильных изотопов и ядер вблизи линии стабильности было полу­
чено в рамках оболочечной модели ядра. Расчёты в подходах, основанных на
ядерной модели оболочек, показали, что нуклон-нуклонные силы характеризу­
ются короткодействующей центральной частью взаимодействия, компонентой,
ответственной за многочастичные эффекты, а также существенной спин-орби­
тальной частью взаимодействия. Учёта данных особенностей ядерных сил, во­
обще говоря, достаточно для качественного описания основных характеристик
ядер в долине стабильности. В то же время, новые экспериментальные данные
по ядрам вдали от линии стабильности указывают на существенную роль иных
факторов, среди которых подчеркивается роль тензорных корреляций [1; 2] и
нарушения зарядовой симметрии [3; 4].

Одним из наиболее ярких примеров явлений, обнаруженных в экзотиче­
ских ядрах, является возникновение новых магических чисел. Появление ло­
кальных магических чисел связывается с увеличением расщепления между те­
ми или иными одночастичными состояниями, что может являться проявлением
тензорных сил. Так, в работе [5] показано, что тензорное взаимодействие ответ­
ственно за появление локальных магических чисел 𝑍 = 40, 𝑁 = 56. В этой же
работе показано, что эволюция деформации ядер циркония вблизи 𝑁 = 40 так­
же может быть объяснена при учёте тензорной компоненты. В [6] обсуждается
необходимость учёта тензорных сил для объяснения расщепления отдельных
одночастичных уровней в изотопах олова и изотонах 𝑁 = 82. Другим прояв­
лением тензорного взаимодействия является возникновение островов инверсии
– областей на 𝑁𝑍-диаграмме, в которых изотопы демонстрируют обратный
порядок заселения одночастичных уровней. Так, относительно недавно была
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экспериментально подтверждена смена спин-чётности нечётных изотопов ме­
ди с 3/2− на 5/2− [7]. Данное изменение спин-чётности возникает начиная с
нейтрон-избыточного изотопа 73Cu и объясняется изменением порядка протон­
ных уровней 2𝑝3/2 и 1𝑓5/2, описание которого возможно лишь при учёте вклада
тензорных сил. Очевидно, характерное проявление тензорных корреляций в ви­
де изменений в одночастичной структуре может играть немаловажную роль и
при описании иных явлений, характерных для экзотических ядер, таких как
возникновение нейтронной шубы [8] или нуклонного гало [9].

Отдельно отметим актуальность исследования тензорных сил в приложе­
нии к астрофизике. Одной из астрофизических проблем, находящихся на стыке
с ядерной физикой, является описание хода звёздного нуклеосинтеза. Реакции
нуклеосинтеза, происходящие на последних этапах эволюции звёзд главной по­
следовательности, являются одним из источников ядер тяжелее железа. Во вре­
мя r-процесса (реакций быстрого захвата нейтронов) ядра находятся в условиях
плотной и горячей сжимающейся материи, и ход сопровождающегося гравита­
ционного коллапса во многом зависит от конкуренции отталкивающих сил дав­
ления электронного газа и сил гравитационного притяжения. Поскольку давле­
ние и плотность электронного газа напрямую связаны со слабыми процессами в
ядрах, такими как 𝛽−-распад и e-захват, то описание этих процессов важно при
моделировании взрыва сверхновой. Тензорное взаимодействие нуклонов может
оказывать влияние на слабые переходы в канале 𝐽𝜋 = 1+ (Гамов-Теллеровские
переходы), эффективно оказывая влияние на r-процесс в целом.

Другим объектом для изучения особенностей как нуклон-нуклонных, так
и гиперон-нуклонных взаимодействий, являются гиперядра с протонным или
нейтронным избытком. Новые данные по зеркальным гиперядрам 4

ΛH и 4
ΛHe, по­

лученные в эксперименте коллаборации STAR [10], указывают на важность учё­
та Λ𝑁 -взаимодействия с нарушением зарядовой симметрии (charge symmetry
breaking, CSB) в легких Λ-гиперядрах. Данный эффект приводит к возникно­
вению отличий между Λ𝑝 и Λ𝑛-взаимодействием оказывает влияние на свя­
занность гиперядер вблизи линий нуклонной стабильности. Учёт CSB, таким
образом, важен при локализации линий нуклонной стабильности на карте гипе­
рядер. Ранее влияние Λ𝑁 -взаимодействия с нарушением зарядовой симметрии
исследовалось лишь в упомянутых Λ-гиперядрах, поэтому интерес представля­
ет изучение роли CSB в более тяжелых изотопах.
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Описание широкого круга явлений, включая тензорные силы и нарушение
зарядовой симметрии, представляется удобным в едином подходе Хартри-Фока
со взаимодействием в форме Скирма. Данная модель обладает рядом преиму­
ществ. Во-первых, подход Хартри-Фока является самосогласованным и может
быть дополнен процедурой Бардина-Купера-Шриффера для учёта парных кор­
реляций без нарушения самосогласования. Во-вторых, данный подход может
быть расширен для описания возбужденных состояний ядра в рамках прибли­
жения случайных фаз. В-третьих, в модели имеется возможность включения
отдельных вкладов взаимодействия, а также расширения на случай учёта боль­
шего числа типов частиц. Описание ядер и гиперядер, таким образом, можно
вести в едином подходе. Наконец, Скирмовская форма взаимодействия удобна
тем, что в приближении сил нулевого радиуса уравнения Хартри-Фока, в общем
случае являющиеся интегро-дифференциальными, сводятся к дифференциаль­
ным, что существенно упрощает и ускоряет вычислительные процедуры. По
этим причинам, подход Скирма-Хартри-Фока был использован на протяжении
всей диссертационной работы.

Целью настоящей работы, таким образом, было изучение влияния двух
явлений: тензорных корреляций и нарушения зарядовой симметрии – на харак­
теристики экзотических ядер и Λ-гиперядер, соответственно.

Для достижения поставленной цели были решены следующие задачи:
1. Расчёт одночастичной структуры и основных характеристик нейтрон­

избыточных изотопов кремния в рамках подхода Хартри-Фока со вза­
имодействием Скирма и учёт спаривания нуклонов в модели Бардина­
Купера-Шриффера. Изучение влияния тензорных сил на характеристи­
ки данных изотопов, а также величину парных нуклонных корреляций.

2. Вычисление силовых функций Гамов-Теллеровских (ГТ) переходов в
изотопах 56,78Ni, находящихся в условиях горячей звёздной материи, в
рамках формализма теплового квазичастичного приближения случай­
ных фаз (ТКПСФ). Изучение влияния тензорных корреляций и тепло­
вых эффектов на распределение силы ГТ-переходов. Оценка скоростей
слабых процессов в нагретых изотопах 56,78Ni на основе полученных си­
ловых функций.

3. Расчёт основных характеристик легких Λ-гиперядер с учётом тензор­
ных сил и Λ𝑁 -взаимодействия, нарушающего зарядовую симметрию.
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4. Локализация линии протонной стабильности на карте Λ-гиперядер. Вы­
яснение роли нарушения зарядовой симметрии в поиске связанных эк­
зотических Λ-гиперядер с несвязанным нуклонным остовом.

Основные положения, выносимые на защиту:
1. Качественное описание расщепления между отдельными одночастичны­

ми состояниями в изотопах кремния требует учёта вкладов изовектор­
ной и нейтрон-протонной компонент тензорных сил, сопоставимых по
абсолютной величине и противоположных по знаку. Включение тензор­
ного взаимодействия в обоих каналах при этом эффективно ослабляет
как протонные, так и нейтронные парные корреляции в нейтрон-избы­
точных изотопах кремния.

2. Тензорные силы увеличивают суммарную силу переходов типа Гамова­
Теллера в нагретых изотопах 56,78Ni, ускоряя таким образом слабые ре­
акции, сопутствующие r-процессу в звёздах, претерпевающих гравита­
ционный коллапс.

3. Нарушение зарядовой симметрии, приводящее к отличиям между Λ𝑝- и
Λ𝑛-взаимодействием, оказывает влияние на энергию связи Λ-гиперона
в экзотических Λ-гиперядрах на уровне порядка 200 кэВ. Его учёт осо­
бенно важен при описании связанности Λ-гиперядер, находящихся непо­
средственно у границ нуклонной стабильности.

4. Добавление Λ-гиперона к несвязанному ядру 8C приводит к образова­
нию гиперядра 9

ΛC, устойчивого к испусканию протонов. Кандидатами
в связанные протон-избыточные гиперядра, нуклонный остов которых
несвязан, являются также 17

Λ F, 20
Λ Na и 20

Λ Mg. Для связывания ядра 12O
требуется добавление двух Λ-гиперонов.

Научная новизна:
– Обнаружено, что нейтрон-протонная и изовекторная компоненты тен­

зорных сил сопоставимы по величине в нейтрон-избыточных ядрах
кремния. Тензорные силы в данных ядрах вносят существенный вклад
как в 𝑛𝑝-взаимодействие, так и взаимодействие тождественных нук­
лонов. Данный эффект продемонстрирован на примере расщепления
между различными одночастичными состояниями в цепочках изотопов
кремния, в которых обнаружены сравнимые изменения в положении
протонных и нейтронных уровней по мере увеличения числа нейтро­
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нов. Противоположный характер изменения данных расщеплений при
этом указывает на отличие знаков вкладов от данных компонент тен­
зорных сил. В изотопах кремния впервые показано, что тензорные силы
эффективно приводят к уменьшению парных корреляций.

– В рамках приближения случайных фаз впервые произведены расчёты,
включающие одновременно тензорные корреляции и тепловые эффекты
среды. Полученные с учётом тензорного взаимодействия силовые рас­
пределения переходов Гамова-Теллера указывают на то, что тензорные
корреляции и температурные эффекты взаимно усиливают друг друга,
приводя к дальнейшему увеличению скоростей 𝛽−-распада и e-захва­
та в ядрах, находящихся в условиях горячей материи коллапсирующей
звезды.

– Предложен метод учёта нарушения зарядовой симметрии в гиперядрах
в рамках подхода Скирма-Хартри-Фока. С помощью полученной моде­
ли получены оценки на величину нарушения зарядовой симметрии в
протон- и нейтрон-избыточных гиперядрах углерода.

– Найдены новые кандидаты на протон-избыточные гиперядра с несвязан­
ным нуклонным остовом: 9ΛC, 17Λ F, 20Λ Na, 20Λ Mg. Найден пример связанного
ΛΛ-гиперядра с несвязанным нуклонным остовом: 14

ΛΛO. Показана важ­
ность учёта Λ𝑁 -взаимодействия с нарушением зарядовой симметрии
при описании связанности гиперядер у линий нуклонной стабильности.

Предмет и объект исследования. Объектом исследования, выполнен­
ного в настоящей работе, являются экзотические ядра и Λ-гиперядра. Пред­
метом исследования является влияние тензорных сил и Λ𝑁 -взаимодействия с
нарушением зарядовой симметрии на характеристики ядер и гиперядер с ней­
тронным или протонным избытком.

Методология и методы исследования. Для описания тензорных сил
и CSB в гиперон-нуклонном канале и изучения их влияния на свойства ядер
и гиперядер был использован самосогласованный подход Хартри-Фока со взаи­
модействием в форме Скирма. Учёт парных корреляций прозводился в рамках
теории Бардина-Купера-Шриффера. Для описания возбужденных состояний
ядер и силовых распределений переходов между этими состояниями использо­
валось приближение случайных фаз, дополненное формализмом термополевой
динамики для включения тепловых эффектов. Наконец, свойства гиперядер
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рассчитывались в подходе Хартри-Фока, расширенном на случай трёх типов
частиц.

Научная и практическая значимость. Результаты, полученные в на­
стоящей работе, могут использованы для дальнейшего развития представлений
о различных особенностях барион-барионных взаимодействий, на основе кото­
рых можно делать предсказания свойств ядер и ядерной материи при различ­
ных условиях.

Степень достоверности. обеспечена использованием апробированных
методик теоретических исследований и достигается подробным анализом полу­
ченных результатов и сравнением с имеющимися в различных работах экспери­
ментальными данными и теоретическими оценками.

Апробация работы. Основные результаты работы докладывались авто­
ром на следующих конференциях:

– Межвузовская научная школа молодых специалистов «Концентриро­
ванные потоки энергии в космической технике, электронике, экологии
и медицине», Москва, Россия, (26-27 ноября 2018), (23-24 ноября 2020),

– 49th meeting of the Programme Advisory Committee for Nuclear Physics,
ОИЯИ, Дубна, Россия, 22-23 января 2019,

– Международная научная конференция студентов, аспирантов и моло­
дых учёных «Ломоносов-2019», Москва, Россия, 11 апреля 2019,

– The XXIII International Scientific Conference of Young Scientists and
Specialists, ОИЯИ, Дубна, Россия, 15-19 апреля 2019,

– Международная конференция по ядерной спектроскопии и структуре
атомного ядра ЯДРО, (Дубна, Россия, 1-5 июля 2019), (Санкт-Петер­
бург, Россия, 20-25 сентября 2021),

– Ломоносовские чтения 2020. Секция ядерной физики, Москва, МГУ,
Россия, (23-30 октября 2020), (14-22 апреля 2022), (11 апреля 2023),

– Particles and Nuclei International Conference 2021, Лиссабон, Португалия,
5-10 сентября 2021,

– The 6th international conference on particle physics and astrophysics
(ICPPA-2022), Москва, Россия, 29 ноября – 2 декабря 2022,

– XXV International Baldin Seminar on High Energy Physics Problems, Дуб­
на, Россия, 18-23 сентября 2023.
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Личный вклад. В написанных в соавторстве работах основные резуль­
таты, представленные в диссертационной работе, получены автором лично. Со­
искатель провел модификацию программного обеспечения, разработанного в
НИИЯФ МГУ и ЛТФ ОИЯИ, и выполнил все необходимые расчёты. Автор
принимал ключевое участие в постановке и решении задач и подготовке публи­
каций.

Публикации. Основные результаты по теме диссертационной работы из­
ложены в 8 печатных изданиях, индексируемых Web of Science и/или Scopus
[65,66,127,131-135].

– 1. Lanskoy D.E., Sidorov S.V., Tretyakova T.Y. Proton drip line for light
hypernuclei // Eur. Phys. Jour. A. – 2022. – 58. P. 203. (IF=2.7, SJR=0.97)

– 2. Dzhioev A.A., Sidorov S.V., Vdovin A.I., Tretyakova T.Yu. Tensor
Interaction Effects on Stellar Electron Capture and Beta-Decay Rates //
Phys. At. Nucl. – 2020. – 83. P. 143. (IF=0.4, SJR=0.238)

– 3. Sidorov S.V., Lanskoy D.E., Tretyakova T.Yu. Light Λ-Hypernuclei
Structure near Nucleon Stability Lines and Baryon Interactions // Phys.
Part. Nucl. – 2022. – 53. P. 415. (IF=0.4, SJR=0.236)

– 4. Сидоров С.В., Корнилова А.С., Ланской Д.Е., Третьякова Т.Ю. Ста­
бильность легких экзотических Λ-гиперядер с несвязанным нуклонным
остовом // Изв. РАН: Сер. Физ. – 2022. – 86. С. 1104,
Sidorov S.V., Kornilova A.S., Lanskoy D.E., Tretyakova T.Yu. Stability of
Light Exotic Λ-Hypernuclei with Unstable Cores // Bulletin of the Russian
Academy of Sciences: Physics. – 2022. – 86. P. 924. (SJR = 0.21)

– 5. Ланской Д.Е., Михеев С.А., Сидоров С.В., Третьякова Т.Ю. Гипе­
рядра и нейтронные звёзды с гиперонными потенциалами, нарушающи­
ми зарядовую симметрию // ВМУ. Физ. Аст. – 2023. – 5. 2350502.
Lanskoy D.E., Mikheev S.A., Sidorov S.V., Tretyakova T.Yu. Hypernuclei
and Neutron Stars with Charge Symmetry Breaking Potential // Moscow
University Physics Bulletin. – 2023. – 78. P. 623. (IF = 0.3, SJR = 0.16)

– 6. Kornilova A.S., Sidorov S.V., Lanskoy D.E., Tretyakova T.Yu. Shift
of the proton drip line by Λ-hyperons // Physics of Particles and Nuclei
Letters. – 2023. – 20: P. 1142–1145. (IF = 0.5, SJR = 0.27)

– 7. Sidorov S.V., Tretyakova T.Yu., Lanskoy D.E. Light Exotic Λ

Hypernuclei // Proceedings of Science. – 2022. – 380. 216. (SJR=0.12)
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– 8. Sidorov S.V., Dzhioev A.A., Tretyakova T.Yu. Beta-decay and electron
capture rates of hot nuclei in stellar matter // AIP Conference Proceedings.
– 2019. – 2163. 090013. (SJR=0.16)

Статьи в журналах, рекомендуемых ВАК [31,67]:
– 9. Сидоров С.В., Третьякова Т.Ю. Влияние тензорного взаимодействия

на структуру изотопов кремния // Ученые записки физического фа­
культета Московского университета. – 2023. – Т. 5 – 2350201.

– 10. Сидоров С.В., Джиоев А.А., Третьякова Т.Ю. Скорости
𝛽−-распада и e-захвата в нагретом ядре 56Ni // Ученые записки
физического факультета Московского университета. – 2019. Т. 2. –
1920101.

Объем и структура работы. Диссертация состоит из введения, 3 глав,
заключения, списка цитированной ли- тературы и приложения. Общий объем
диссертации составляет 115 страниц, включая 17 рисунков и 6 таблиц. Список
литературы содержит 148 наименований.
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Глава 1. Тензорное взаимодействие в атомных ядрах в основном
состоянии

Механизмы возникновения тензорных сил и их влияние на различные
характеристики ядер обсуждались в большом количестве работ. Сильное нук­
лон-нуклонное взаимодействие в первом приближении описывается процессом
одномезонного обмена [11], и тензорная компонента возникает еще на уровне
простейших моделей мезонного обмена. Одним из первых экспериментальных
подтверждений наличия тензорных сил является отличный от нуля квадруполь­
ный момент дейтрона. Его наличие связано с тем, что тензорное взаимодействие
нуклонов приводит к корреляции между пространственной и спиновой компо­
нентами их волновых функций [12]. Как следствие, в случае дейтрона, в кото­
ром спины нейтрона и протона сонаправлены, наиболее энергетически выгод­
ным становится состояние, в котором вектор, соединяющий нейтрон с протоном,
сонаправлен с их спинами.

Несмотря на ключевую роль вклада тензорных сил в структуру дейтро­
на, в течение длительного времени их учёт не производился в разнообразных
подходах к описанию многочастичных систем, основанных на феноменологи­
ческих взаимодействиях. С одной стороны, включение тензорных сил требует
дополнительных вычислительных ресурсов. С другой, учёт отдельных особенно­
стей нуклон-нуклонных взаимодействий может эффективно производиться при
подгонке параметров взаимодействия под большой массив экспериментальных
данных по ядрам.

Ситуация изменилась после развития экспериментальных методов с ис­
пользованием радиоактивных пучков, позволивших существенно расширить
карту изотопов в области с нейтронным и протонным избытком. При удале­
нии от линии стабильности были обнаружены новые явления, такие как исчеза­
ние классических магических чисел 𝑁 = 20, 28 и появление новых, таких как
𝑁 = 14, 16, 32, 56. Роль тензорного взаимодействия в формировании локаль­
ных магических чисел изучалась в большом числе работ, например, [1; 6; 13—
19]. В работах [1; 15] особенно подробно обсуждалось влияние тензорных сил
на положение одночастичных уровней нуклонов одного типа при добавлении
в ядро нуклонов другого типа. В частности, было показано, что притяжение
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нейтрона и протона в случае сонаправленности их спинов и отталкивание в
случае их противоположной направленности приводит к изменению спин-орби­
тального расщепления между отдельными одночастичными состояниями. Как
следствие, тензорные силы часто играют ключевую роль при формировании
островов инверсии на карте ядер [20; 21]. Кроме того, было показано, что сов­
местное действие тензорных сил и парных нуклонных корреляций в отдельных
случаях оказывает сильное влияние на распределение ядерной нуклонной плот­
ности, приводя к образованию или исчезновению пузырьковых структур (так
называемого "bubble structure") [22]. Наконец, имеется ряд работ, в которых
обсуждается влияние тензорных сил на ядерные возбуждения [23; 24]. Такие
исследования несут ценность, в частности, в астрофизике при моделировании
процессов нуклеосинтеза. Поскольку тензорные силы вносят вклад, в частно­
сти, в силовое распределение Гамов-Теллеровских переходов, они могут оказы­
вать влияние на ход слабых реакций, сопутствующих r-процессу на последних
стадиях эволюции звёзд (подробное обсуждение в Главе 2).

При обсуждении влияния тензорных сил на структуру атомных ядер, как
правило, исследуется роль тензорной составляющей взаимодействия между ней­
тронами и протонами, а именно: рассматривается изменение положения про­
тонных состояний по мере добавления в ядро нейтронов (или наоборот). В то
же время, не так много информации имеется о поведении изовекторной тен­
зорной компоненты, ответственной также за взаимодействие тождественных
нуклонов. Для предсказания характера вклада от изовекторных тензорных сил
часто рассматриваются мыслимые системы, такие как нейтронные или нейтрон­
протонные капли, состоящие из большого количества нейтронов (с небольшим
количеством протонов), заключенных в некотором внешнем поле [25]. Характе­
ристики данных систем рассчитываются в 𝑎𝑏 𝑖𝑛𝑖𝑡𝑖𝑜-подходах с целью получе­
ния дополнительных ограничений на функционалы энергетической плотности,
используемых при описании существующих ядер.

В настоящей работе мы не пользовались методами, основанными на иссле­
довании фиктивных систем, проводя сопоставление лишь с имеющимися экспе­
риментальными данными. В данной главе целью ставилось изучение влияния
тензорных сил на различные характеристики чётных изотопов кремния 28−42Si.
Все расчёты проводились в самосогласованном подходе Скирма-Хартри-Фока с
силами, включающими тензорную компоненту взаимодействия. Изучалось из­
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менение вклада тензорных сил в расщепление как протонных, так и нейтронных
одночастичных уровней, по мере увеличения числа нейтронов в данных изото­
пах, с целью более детального определения характера поведения и амплитуды
тензорного вклада как в канале взаимодействия нейтронов и протонов, так и в
изовекторном канале. Наконец, была исследована конкуренция парных корре­
ляций и тензорных сил на уровне заселённости различных уровней в данных
изотопах.

1.1 Подход Хартри-Фока со взаимодействием Скирма

Подход Хартри-Фока (ХФ) относится к самосогласованным методам, ис­
пользуемым для описания различных квантовых систем. Изначально разрабо­
танный для расчёта атомных структур, данный подход впоследствии нашёл при­
менение в ядерной физике. Широкое распространение получила модель ХФ с
различными эффективными взаимодействиями, зависящими от плотности нук­
лонов. В 1956 году Скирм предложил относительно простое, зависящее от от­
носительной скорости частиц нуклон-нуклонное взаимодействие [26]:

𝑉12(r1, r2) = 𝑡0(1 + 𝑥0𝑃𝜎)𝛿(r1 − r2)+

+
1

2
𝑡1(1 + 𝑥1𝑃𝜎)

[︀
k′2𝛿(r1 − r2) + 𝛿(r1 − r2)k

2
]︀
+

+ 𝑡2(1 + 𝑥2𝑃𝜎)k
′𝛿(r1 − r2)k+

+
1

6
𝑡3(1 + 𝑥3𝑃𝜎)

[︂
𝜌

(︂
r1 + r2

2

)︂]︂𝛼
𝛿(r1 − r2)+

+ 𝑖𝑊0𝜎[k
′𝛿(r1 − r2)k] (1.1)

где r1 и r2 – координаты нуклонов, k = 1
2𝑖(∇1 −∇2), k′ – оператор, комплексно

сопряженный с k (соответствующие градиентные операторы ∇′ действуют при
этом на левую обкладку в матричных элементах), 𝜎 = 𝜎1+𝜎2, 𝑃𝜎 = 1+𝜎1𝜎2

2 . Пер­
вый член во взаимодействии Скирма связан с центральными силами, второй и
третий члены – нелокальные, четвертый член характеризует зависимость вза­
имодействия нуклонов от плотности ядерного вещества, пятый член связан со



15

спин-орбитальным взаимодействием нуклонов. Параметрами взаимодействия
являются коэффициенты 𝑡0..𝑡3, 𝑥0..𝑥3, 𝛼 и 𝑊0.

В литературе можно найти параметризации взаимодействия Скирма с чле­
ном ∼ 𝑡3 в несколько иной форме. В таких параметризациях зависимость нук­
лон-нуклонных сил от плотности вещества эффективно учитывается посред­
ством включения трёхчастичного взаимодействия:

𝑉123 = 𝑡3𝛿(r1 − r2)𝛿(r2 − r3). (1.2)

Кратко воспроизведем вывод уравнений Хартри-Фока. Пусть система опи­
сывается детерминантом Слэттера, то есть волновой функцией, представляю­
щей собой антисимметризованное (приближение Фока) произведение волновых
функций отдельных частиц (приближение Хартри):

𝜑(12...𝐴) =
1√
𝐴!

⃒⃒
⃒⃒
⃒⃒
⃒⃒
⃒⃒

𝜓1(1) 𝜓2(1) · · · 𝜓𝐴(1)

𝜓1(2) 𝜓2(2) · · · 𝜓𝐴(2)
... ... . . . ...

𝜓1(𝐴) 𝜓2(𝐴) · · · 𝜓𝐴(𝐴)

⃒⃒
⃒⃒
⃒⃒
⃒⃒
⃒⃒
. (1.3)

Математическое ожидание полной энергии можно выразить как сумму
кинетических энергий отдельных нуклонов и потенциальных энергий взаимо­
действия пар нуклонов и троек нуклонов в случае включения тройных сил в
нуклон-нуклонный потенциал:

𝐸 = ⟨𝜑|𝑇 + 𝑉 |𝜑⟩

=
∑︁

𝑖

⟨𝑖| 𝑝
2

2𝑚
|𝑖⟩+1

2

∑︁

𝑖𝑗

⟨𝑖𝑗 |𝑣12|𝑖𝑗⟩+
1

6

∑︁

𝑖𝑗𝑘

⟨𝑖𝑗𝑘 |𝑣123|𝑖𝑗𝑘⟩

=

∫︁
ℰ(r)dr, (1.4)

Можно показать [27], что плотность энергии ℰ(𝑟) при этом является функцией
от

– плотности протонов/нейтронов

𝜌𝑞(r) =
∑︁

𝑖,𝑚

|𝜑𝑖(r,𝑚,𝑞)|2, (1.5)
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– плотности кинетической энергии протонов/нейтронов

𝜏𝑞(r) =
∑︁

𝑖,𝑚

|∇𝜑𝑖(r,𝑚,𝑞)|2, (1.6)

– спиновой плотности протонов/нейтронов

J𝑞(r) = (−𝑖)
∑︁

𝑖,𝑚,𝑚′

𝜑*𝑖 (r,𝑚,𝑞)[∇× 𝜎]𝜑𝑖(r,𝑚
′,𝑞), (1.7)

где 𝜑𝑖(r,𝑚,𝑞) – одночастичные состояния, характеризуемые квантовыми числа­
ми 𝑖 = (𝑛,𝑙,𝑗), 𝑚 – проекция полного момента 𝑗; индекс 𝑞 = 𝑝,𝑛 указывает
на протонные или нейтронные плотности. Суммирование проводится по всем
занятым одночастичным состояниям. В [27] показано, что

ℰ = 𝒯 + ℰ0 + ℰ3 + (ℰ1 + ℰ2) + ℰ𝑠𝑜 + ℰ𝐽 =

=
~2

2𝑚𝑝
𝜏𝑝 +

~2

2𝑚𝑛
𝜏𝑛+

+
1

4
𝑡0
[︀
(𝑥0 + 2)𝜌2𝑁 − (2𝑥0 + 1)(𝜌2𝑝 + 𝜌2𝑛)

]︀
+

+
1

24
𝑡3𝜌

𝛼
[︀
(𝑥3 + 2)𝜌2𝑁 − (2𝑥3 + 1)(𝜌2𝑝 + 𝜌2𝑛)

]︀
+

+
1

8
[𝑡1(𝑥1 + 2) + 𝑡2(𝑥2 + 2)] 𝜏𝑁𝜌𝑁−

− 1

8
[𝑡1(2𝑥1 + 1)− 𝑡2(2𝑥2 + 1)] (𝜏𝑝𝜌𝑝 + 𝜏𝑛𝜌𝑛)+

+
1

32
[3𝑡1(𝑥1 + 2)− 𝑡2(𝑥2 + 2)] (∇𝜌𝑁)2−

− 1

32
[3𝑡1(2𝑥1 + 1) + 𝑡2(2𝑥2 + 1)]

[︀
(∇𝜌𝑝)2 + (∇𝜌𝑛)2)

]︀
+

+
1

2
𝑊0[𝐽 · ∇𝜌𝑁 + 𝐽𝑝 · ∇𝜌𝑝 + 𝐽𝑛 · ∇𝜌𝑛]−

− 1

16
(𝑡1𝑥1 + 𝑡2𝑥2)𝐽

2
𝑁 +

1

16
(𝑡1 − 𝑡2)

[︀
𝐽2
𝑛 + 𝐽2

𝑝

]︀
. (1.8)

Здесь 𝜌𝑁 = 𝜌𝑝 + 𝜌𝑛, 𝜏𝑁 = 𝜏𝑝 + 𝜏𝑛 и 𝐽𝑁 = 𝐽𝑝 + 𝐽𝑛 – нуклонные плотности.
Уравнения Хартри-Фока со взаимодействием Скирма (или Скирма­

Хартри-Фока, СХФ) можно получить из условия стационарности полной энер­
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гии при варьировании по нормированным одночастичным волновым функциям:

𝛿

𝛿𝜑𝑘

(︃
𝐸 −

∑︁

𝑖,𝑚,𝑞

𝜀𝑖

∫︁
|𝜑𝑖(r,𝑚,𝑞)|2dr

)︃
= 0, (1.9)

где 𝜀𝑖 – множители Лагранжа, физическим смыслом которых является энергия
одночастичных состояний 𝜑𝑖. Используя явное выражение для плотности энер­
гии (1.8), можно показать [27], что одночастичные волновые функции должны
удовлетворять следующим уравнениям:

{︂
−∇ ~2

2𝑚*(r)
∇+ 𝑈(r) +𝑊 (r)

1

𝑖
(∇× 𝜎)

}︂
𝜑𝑖(r) = 𝜀𝑖𝜑𝑖(r), (1.10)

где 𝑚*(r) – так называемая эффективная масса нуклона, 𝑈(r) – среднее поле
ядра, 𝑊 (r) – спин-орбитальный потенциал. В случае протонов:

~2

2𝑚*
𝑝(r)

=
~2

2𝑚𝑝
+

1

8
[𝑡1(𝑥1 + 2) + 𝑡2(𝑥2 + 2)]𝜌𝑁−

− 1

8
[𝑡1(2𝑥1 + 1)− 𝑡2(2𝑥2 + 1)]𝜌𝑝,

𝑈𝑝(r) =
1

2
𝑡0[(𝑥0 + 2)𝜌𝑁 − (2𝑥0 + 1)𝜌𝑝]+

+
1

8
[𝑡1(𝑥1 + 2) + 𝑡2(𝑥2 + 2)]𝜏𝑁−

− 1

8
[𝑡1(2𝑥1 + 1)− 𝑡2(2𝑥2 + 1)]𝜏𝑝− (1.11)

− 1

16
[3𝑡1(𝑥1 + 2)− 𝑡2(𝑥2 + 2)]∇2𝜌𝑁+

+
1

16
[3𝑡1(2𝑥1 + 1) + 𝑡2(2𝑥2 + 1)]∇2𝜌𝑝+

+
1

12
𝑡3𝜌

𝛼[(𝑥3 + 2)𝜌𝑁 − (2𝑥3 + 1)𝜌𝑝]−

− 1

2
𝑊0[∇ · J𝑁 +∇ · J𝑝],

W𝑝(r) =
1

2
𝑊0(∇𝜌𝑁 +∇𝜌𝑝)−

1

8
(𝑡1𝑥1 + 𝑡2𝑥2)J𝑁 +

1

8
(𝑡1 − 𝑡2)J𝑝.

Выражения для нейтронов можно получить заменой индексов 𝑝 на 𝑛.
Система (1.10) – это и есть система уравнений Хартри-Фока. В сфери­

ческом приближении одночастичные волновые функции можно представить в
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виде

𝜙(r,𝑚, 𝑞) =
𝑅𝑛𝑙𝑗(r)

𝑟
𝒴𝑙𝑗𝑚(Ω)𝜒𝑞, (1.12)

𝒴𝑙𝑗𝑚(Ω) =
∑︁

𝑚𝑙,𝑚𝑠

⟨𝑙𝑚𝑙
1

2
𝑚𝑠|𝑗𝑚⟩𝑌𝑙𝑚𝑙

(Ω)𝜒𝑚𝑠
.

Здесь 𝑅𝑛𝑙𝑗(𝑟) – радиальная часть волновой функции, 𝒴𝑙𝑗𝑚(Ω) – шаровой тензор,
𝑌𝑙𝑚𝑙

(Ω) – сферическая гармоника, 𝜒𝑞 и 𝜒𝑚𝑠
– изоспиновый и спиновый спиноры

соответственно. В сферическом приближении уравнения Хартри-Фока (1.10)
преобразуются к более простому виду [27]:

~2

2𝑚*
𝑞(𝑟)

[︂
−𝑅′′

𝑛𝑙𝑗(𝑟) +
𝑙(𝑙 + 1)

𝑟2
𝑅𝑛𝑙𝑗(𝑟)

]︂
− d

d𝑟

(︂
~2

2𝑚*
𝑞(𝑟)

)︂
𝑅′

𝑛𝑙𝑗(𝑟)+

+ {𝑈𝑞(𝑟) +
1

𝑟

d
d𝑟

(︂
~2

2𝑚*
𝑞(𝑟)

)︂
+

+

[︂
𝑗(𝑗 + 1)− 𝑙(𝑙 + 1)− 3

4

]︂
× 1

𝑟
𝑊𝑞(𝑟)}𝑅𝑛𝑙𝑗(𝑟) = 𝑒𝑛𝑙𝑗𝑅𝑛𝑙𝑗(𝑟). (1.13)

Решением этих уравнений являются одночастичные радиальные волновые
функции 𝑅𝑛𝑙𝑗 и энергии соответствующих состояний 𝑒𝑛𝑙𝑗. Уравнения решаются
итерационным методом. На первом этапе задается начальное приближение либо
для волновых функций 𝑅𝑛𝑙𝑗 (например, приближение осцилляторными функ­
циями), либо для ядерного потенциала (например, потенциал Вудса-Саксона).
Далее в ходе итерационной процедуры полученные на предыдущем шаге волно­
вые функции используются для расчёта плотностей 𝜌, 𝜏, 𝐽 , от которых зависят
потенциалы 𝑈 и 𝑉 и величина ~2

2𝑚*(𝑟) . Рассчитанные по формулам (1.11), эти
величины используются для решения уравнений ХФ на новом шаге.

1.2 Взаимодействие Скирма с тензорной компонентой

Выражение для тензорной части нуклон-нуклонного взаимодействия ну­
левого радиуса было предложено еще в первых работах Скирма [26]. Оно имеет
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вид:

𝑉𝑡𝑒𝑛𝑠(r1, r2) =
1

2
𝑡𝑒{[3(𝜎1 · k′)(𝜎2 · k′)− (𝜎1 · 𝜎2)k′2]𝛿(r1 − r2)

+ 𝛿(r1 − r2)[3(𝜎1 · k)(𝜎2 · k)− (𝜎1 · 𝜎2)k2]}
+ 𝑡𝑜[3(𝜎1 · k′)𝛿(r1 − r2)(𝜎2 · k)− (𝜎1 · 𝜎2)k′𝛿(r1 − r2)k], (1.14)

где 𝑡𝑒 и 𝑡𝑜 – параметры тензорного взаимодействия. «чётный» член ∼ 𝑡𝑒 ока­
зывает влияние на состояния пары нуклонов с относительным орбитальным
моментом 𝐿 = 0 и 𝐿 = 2 (𝑆- и 𝐷-волна), в то время как «нечётный» член ∼ 𝑡𝑜

влияет на состояния с 𝐿 = 1 и 𝐿 = 3 (𝑃 - и 𝐹 -волна). Поскольку тензорное вза­
имодействие действует только в спин-триплетном состоянии пары нуклонов, в
результате антисимметризации члены ∼ 𝑡𝑒 и ∼ 𝑡𝑜 описывают тензорные эффек­
ты в изоскалярном и изовекторном каналах соответственно.

Можно показать, что тензорное взаимодействие вносит вклад в плотность
энергии на уровне так называемых 𝐽2-членов [14]. А именно:

ℰ 𝑡 =
1

2
𝛼(𝐽2

𝑛 + 𝐽2
𝑝 ) + 𝛽𝐽𝑛 · 𝐽𝑝, (1.15)

где коэффициенты 𝛼 и 𝛽 представляют собой комбинацию параметров Скирма,
связанных как с центральной, так и тензорной частью взаимодействия:

𝛼 = 𝛼𝐶 + 𝛼𝑇 , 𝛽 = 𝛽𝐶 + 𝛽𝑇 ,

𝛼𝐶 =
1

8
(𝑡1 − 𝑡2)−

1

8
(𝑡1𝑥1 + 𝑡2𝑥2),

𝛽𝐶 = −1

8
(𝑡1𝑥1 + 𝑡2𝑥2), (1.16)

𝛼𝑇 =
5

4
𝑡𝑜,

𝛽𝑇 =
5

8
(𝑡𝑒 + 𝑡𝑜).

Для тензорных сил справедливо правило Оцуки [15]. А именно, если в
ядре заполняется некоторый, пускай, нейтронный уровень 𝑗′, то для протонных
уровней 𝑗> = 𝑙 + 1/2 и 𝑗< = 𝑙 − 1/2 выполняется соотношение:

(2𝑗> + 1)𝑉 𝑇
𝑗>,𝑗′

+ (2𝑗< + 1)𝑉 𝑇
𝑗<,𝑗′

= 0, (1.17)
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где 𝑉 𝑇
𝑗,𝑗′ – изоскалярная (𝑇 = 0) или изовекторная (𝑇 = 1) компонента тензор­

ного потенциала взаимодействия между нейтроном и протоном. Кроме того, за­
полнение нейтронами уровня 𝑗′< приводит к увеличению спин-орбитального рас­
щепления между протонными уровнями, а при заполнении 𝑗′> это расщепление,
напротив, уменьшается. Правило (1.17) чаще всего применяется при описании
нейтрон-протонного тензорного взаимодействия. Хотя тождественные нуклоны
должны подчиняться аналогичному правилу, требуют разъяснений вопросы о
величине и знаке данного эффекта.

Влияние тензорных сил на спин-орбитальное расщепление связано с тем,
что вклад от тензорного взаимодействия в одночастичный потенциал, в дей­
ствительности, похож по форме на вклад от спин-орбитального взаимодействия.
Совмещенный спин-орбитальный и тензорный потенциал, рассчитываемый как
первая производная плотности энергии по плотности нуклонов, для протонов
имеет вид [28]:

𝑊𝑝(𝑟) =
𝑊0

2
(2∇𝜌𝑝 +∇𝜌𝑛) + 𝛼𝐽𝑝 + 𝛽𝐽𝑛. (1.18)

Выражение для нейтронов получается заменой индексов 𝑝 на 𝑛 и наоборот.
Дальнейшие расчёты были проведены с использованием следующих при­

ближений. Во-первых, как было сказано выше, в данных вычислениях прово­
дился учёт спаривания нуклонов, для чего использовалась модель Бардина­
Купера-Шриффера (БКШ) [29]. Совместная процедура ХФ+БКШ при этом
проводилась в несколько итераций (каждая итерация включала решение само­
согласованной задачи ХФ с последующим применением схемы БКШ). Величи­
на парных сил для каждого ядра подбиралась так, чтобы получаемая в ходе
процедуры БКШ энергетическая щель для данного чётного ядра была равна

Δ𝑝,𝑛 = −1

4
(𝑆𝑝,𝑛(𝐴+ 1)− 2𝑆𝑝,𝑛(𝐴) + 𝑆𝑝,𝑛(𝐴− 1)), (1.19)

где 𝑆𝑝(𝑆𝑛) – энергия отделения протона (нейтрона). Во-вторых, все вычис­
ления проводились в приближении сферической симметрии. Эксперименталь­
ные данные указывают на наличие деформации в стабильных изотопах крем­
ния; для изотопа 28Si параметр квадрупольной деформации составляет 𝛽 =

−0.42 ± −0.02 [30]. Для других изотопов кремния экспериментальная инфор­
мация отсутствует, кроме оценок (часто противоречивых), основанных на силе
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𝐸2-переходов 𝐵(𝐸2). В такой ситуации сферическое приближение является ра­
зумным подходом для модельных оценок и исследования таких особенностей
взаимодействия нуклонов, как тензорные силы или парные нуклон-нуклонные
корреляции.

1.3 Влияние тензорного взаимодействия на структуру изотопов
кремния

Описанный выше формализм был использован для изучения влияния тен­
зорных сил на эволюцию одночастичной структуры чётных изотопов кремния
28−42Si. Основные результаты данного исследования отражены в [31]. Для учё­
та тензорного взаимодействия использовались параметризации SLy5+T [16] и
SGII+T [23]. Заметим, что указанные взаимодействия в первоначальном виде
не подразумевали включение тензорной компоненты. Параметры SLy5 [32] бы­
ли подобраны для реалистичного описания энергий связи и среднеквадратич­
ных радиусов ядер в широком диапазоне масс, в то время как взаимодействие
SGII [33] было разработано с целью более корректного описания коллектив­
ных ядерных возбуждений. В обоих случаях, тензорное взаимодействие добав­
лялось позднее без изменения исходных параметров центральной части взаи­
модействия. С этой точки зрения, сопоставление расчётов с SLy5 и SLy5+T,
SGII и SGII+T особенно удобно для анализа влияния именно тензорных сил на
структуру атомных ядер.

Стоит отметить, что большинство существующих параметризаций согла­
суются в знаке параметров 𝛼𝑇 и 𝛽𝑇 (а именно, 𝛼𝑇 < 0 и 𝛽𝑇 > 0), в то время
как их абсолютные величины варьируеются в диапазоне от 0 до 200 МэВ·фм5.
Чтобы лучше понять, как соотносятся тензорные силы в изовекторном и ней­
трон-протонном каналах, мы провели дополнительные расчёты с рядом взаи­
модействий, а именно: SLy4(+T) , SAMi(+T) и SGII с измененной тензорной
частью (на протяжении всего раздела к данной параметризации будем обра­
щаться под именем SGII+T2), параметры 𝛼𝑇 и 𝛽𝑇 которых лежат в широкой
области значений.



22

Таблица 1 — Характеристики ядерной материи для параметризаций SLy5,
SGII, SLy4 и SAMi: плотность насыщения 𝜌0 (фм−3), несжимаемость 𝐾∞
(МэВ) и энергия симметрии 𝑎𝑠 (МэВ), а также параметры центральной 𝛼𝐶 , 𝛽𝐶
и тензорной 𝛼𝑇 , 𝛽𝑇 частей 𝐽2-членов (МэВ·фм5).

Взаим-е Ссылка 𝜌0 𝐾∞ 𝑎𝑠 𝛼𝐶 𝛽𝐶 𝛼𝑇 𝛽𝑇
SGII [33] 0.158 214.65 26.83 0 0 0 0

SGII+T [23] 0.158 214.65 26.83 −5.434 −53.171 −180 120
SGII+T2 [34] 0.158 214.65 26.83 −5.434 −53.171 −162.5 4.17

SLy5 [32] 0.161 229.92 32.01 80.2 −48.9 0 0
SLy5+T [16] 0.161 229.92 32.01 80.2 −48.9 −170 100

SLy4 [32] 0.16 229.9 32 0 0 0 0
SLy4+T [35] 0.16 229.9 32 81.79 −47.37 −105 15
SAMi [36] 0.159 245 28 101.88 31.78 0 0

SAMi+T [25] 0.164 244 29.7 112.79 35.13 −39.80 66.65

Некоторые характеристики ядерной материи, а также параметры тензор­
ных сил для упомянутых взаимодействий приведены в Табл. 1. Параметризация
SGII+T является примером взаимодействия с наибольшим вкладом тензорных
сил. Несмотря на то, что этот набор параметров не всегда хорошо описывает
характеристики ядер [33], он очень интересен как тестовый вариант. Важно так­
же отметить, что между различными взаимодействиями имеются отличия на
уровне характеристик ядерной материи. В частности, параметризации семей­
ства SLy дают более реалистичные значения энергии симметрии и несжимаемо­
сти ядерного вещества.

Общий масштаб эффектов, связанных с учётом тензорных сил или пар­
ных корреляций, а также влияние центральной части взаимодействия, проиллю­
стрируем на примере удельных энергий связи 𝜀 = 𝐵/𝐴, полученных с исполь­
зованием различных параметризаций 𝑁𝑁 -взаимодействий (рис. 1.1). Видно,
что расчёты с параметризацией SLy5 наилучшим образом согласуются с экс­
периментальными значениями энергий связи изотопов кремния в достаточно
широком диапазоне масс, в то время как SGII завышает энергию связи во всех
рассмотренных изотопах. Учёт спаривания, а также введение тензорной состав­
ляющей приводит к завышенным значениям практически для всех изотопов.
Примечательно, что введение спаривания, по-видимому, сглаживает оболочеч­
ные эффекты. Можно также заметить, что результаты расчётов сильно зависят
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Рисунок 1.1 — Удельные энергии связи чётных изотопов кремния, полученные
с учётом и без учёта парных корреляций. Экспериментальные данные [37]

отмечены точками. Сплошными (пунктирными) линиями показаны расчёты с
тензорными силами (без учёта тензорных сил).

от выбора центрального взаимодействия. Эффекты тензорных сил и спарива­
ния нуклонов сравнимы по величине и оказывают меньшее влияние на свойства
основных состояний рассматриваемых нуклидов.

На рис. 1.2 показана эволюция одночастичной структуры чётных изотопов
28−42Si. Штрих-пунктирной линией показана величина химического потенциала,
рассчитанного как полуразность энергий отделения двух соседних ядер:

𝜆(exp)
𝑞 = −𝑆(𝐴) + 𝑆(𝐴+ 1)

2
. (1.20)

Рассмотрим эволюцию протонных одночастичных состояний в изотопах
кремния. Согласно рис. 1.2(a,b), оценки, полученные с обеими параметризаци­
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Рисунок 1.2 — Одночастичные энергии связи в чётных изотопах кремния:
протонные уровни (a, b), нейтронные уровни (c, d). Слева (справа) показаны
расчёты со взаимодействиями SLy5 и SLy5+T (SGII и SGII+T). Сплошными
(пунктирными) линиями показаны расчёты с тензорными силами (без учёта

тензорных сил). Экспериментальные данные [37] отмечены точками.
Штрих-пунктирной линией показан химический потенциал протонов

(нейтронов) на рисунках a и b (c и d).

ями, согласуются с экспериментальными данными [37] по состояниям 1𝑑5/2 и
2𝑠1/2. Обе параметризации также недооценивают энергию более высоких состо­
яний. Учёт тензорного вклада не влияет на положение состояния 2𝑠1/2, но влия­
ет на поведение состояний 1𝑑 и тем самым приводит к некоторому увеличению
энергетической щели между 1𝑑5/2 и 2𝑠1/2, что, как мы увидим позже, влияет на
заселение соответствующих состояний. Изменение положения состояний 1𝑑 и 1𝑝

при включении тензорной компоненты согласуется с правилом Оцуки. Посколь­
ку 1𝑑3/2 заполнен нейтронами, протонные состояния 1𝑑5/2 и 1𝑝3/2 с 𝑗> притяги­
ваются сильнее, а состояния 1𝑑3/2 и 1𝑝1/2 с 𝑗< отталкиваются. Дальнейшее за­
полнение состояния 𝜈1𝑓7/2 приводит к противоположному эффекту. Видно, что
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Рисунок 1.3 — Спин-орбитальное расщепление между протонными (a) и
нейтронными (b) уровнями 1𝑑3/2 − 1𝑑5/2, а также расщепление между

нейтронными уровнями 1𝑓7/2 − 1𝑑3/2 (c), рассчитанное с силами SLy5(+T) и
SGII(+T). Сплошными (пунктирными) линиями показаны расчёты с

тензорными силами (без учёта тензорных сил).

в случае параметризации SGII+T изменения спин-орбитального расщепления
разных уровней гораздо более выражены, чем в случае SLy5+T. По-видимому,
помимо различий в силе тензорного взаимодействия (в параметризации SGII+T
вклад тензорных сил больше лишь на порядка 20%), определенную роль играют
и различия в центральной части взаимодействий. Отклик ядерной структуры
на дополнительные изменения сильнее при меньших значениях несжимаемости
𝐾∞, таких как в случае SGII.

Большой интерес представляет изменение спин-орбитального расщепле­
ния между 𝑑-состояниями протона при заполнении оболочки 1𝑓7/2 нейтронами.
Экспериментальные данные показывают, что наиболее сильное расщепление
присутствует в магическом ядре 34Si, однако количественные оценки сильно
различаются и могут достигать 10 МэВ [37]. На рис. 1.3(a) показаны резуль­
таты наших расчётов для протонных 1𝑑-состояний. Видно, что оба варианта
взаимодействия приводят к расщеплению между 𝑑-состояниями в 34Si порядка
9 МэВ и переоценивают данное расщепление для большинства остальных изо­
топов. Тем не менее, взаимодействие SGII+T качественно воспроизводит пик
данной характеристики в магическом ядре 34Si.

Что касается влияния избытка нейтронов на нейтронные одночастичные
состояния, наличие тензорного взаимодействия также приводит к изменению од­
ночастичных энергий, причем эффект оказывается противоположным по срав­
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нению со случаем 𝑛𝑝-взаимодействия. Как видно из рис. 1.2(c,d), при запол­
нении 𝜈1𝑑3/2 нейтронные состояния с 𝑗> отталкиваются, а при заполнении
𝜈1𝑓7/2 притяжение усиливается оболочкой. Нейтронные состояния 1𝑑2𝑠 в ней­
трон-избыточных изотопах кремния описываются хуже, чем протонные. Следу­
ет отметить, однако, что точность экспериментальных данных, основанных на
спектроскопии реакций однонуклонных передач, резко падает для состояний,
лежащих значительно ниже поверхности Ферми. Тем не менее, для диапазона
ядер до 34Si именно учёт тензорных сил позволяет качественно воспроизвести
поведение спин-орбитального расщепления нейтронных 1𝑑-состояний.

Для одночастичных состояний нейтрона мы также можем рассмотреть
расщепление между состояниями 1𝑑3/2 и 1𝑓7/2. Экспериментальные данные де­
монстрируют максимум в 34Si, связанный с проявлением магического числа
𝑁 = 20, и существенное падение до очень малых значений при заполнении
𝜈1𝑓7/2, что указывает на снижение роли оболочечных эффектов в изотопах
кремния, сильно перегруженных нейтронами. Как видно из рис. 1.3(c), воспро­
извести такой характер экспериментальной зависимости без учёта тензорной
составляющей не представляется возможным, а параметризация SGII+T позво­
ляет воспроизвести зависимость на качественном уровне. Результаты с SLy5+T
также дают максимум для изотопа 34Si, а величина расщепления согласуется с
экспериментальными оценками.

Важно отметить, что масштаб эффекта для нейтронных состояний срав­
ним с наблюдавшимся ранее для протонных состояний (рис. 1.3(a)). В [15] по­
казано, что в самом элементарном случае, когда 𝛼𝑇 = 𝛽𝑇 , тензорное взаимо­
действие тождественных нуклонов (обусловленное чисто изовекторной состав­
ляющей сил) в 2 раза слабее, чем нейтрон-протонное тензорное взаимодействие
(зависящее как от изоскалярной, так и от изовекторной компонент). Поэтому
традиционно при рассмотрении эффектов, связанных с тензорным взаимодей­
ствием, понимают влияние избытка нейтронов на состояния протонов в изото­
пах или наоборот, влияние числа протонов на состояния нейтронов в изотонах.
В случае взаимодействий SLy5+T и SGII+T, полученных путем фитирования
под экспериментальные данные, |𝛼𝑇 | > |𝛽𝑇 |, что указывает на то, что вклад изо­
векторной компоненты тензорного взаимодействия в действительности может
быть сравним со вкладом от нейтрон-протонного тензорного взаимодействия.
Это неравенство справедливо для многих существующих взаимодействий, вклю­
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Таблица 2 — Расщепление Δ𝐸 между протонными и нейтронными уровнями
1𝑑3/2 и 1𝑑5/2, полученное с различными параметризациями сил Скирма для
ядер 28,34,42Si. Экспериментальные данные из [37].

𝜋1𝑑3/2 − 1𝑑5/2 𝜈1𝑑3/2 − 1𝑑5/2
Парам-я 28Si 34Si 42Si 28Si 34Si 42Si

SGII 7.08 6.38 5.60 7.31 6.65 5.98
SGII+T 6.77 8.74 4.32 7.34 4.22 6.59
SGII+T2 8.91 8.16 7.02 9.35 7.13 8.31

SLy5 7.41 6.42 6.37 7.58 7.73 5.73
SLy5+T 8.54 8.48 6.75 8.96 7.23 7.90

SLy4 7.60 7.03 6.27 7.87 7.30 6.47
SLy4+T 8.60 7.65 7.35 8.90 8.06 7.51
SAMi 4.86 4.84 3.91 4.94 5.56 3.55

SAMi+T 5.24 5.83 3.87 5.42 5.79 4.36
Эксп. 6.0 ± 1.5 6.9 ± 1.6 4.9 ± 2.0 4.2 ± 1.9

чая SLy4+T, SkP+T, SkO+T [35], Sktxb [38] и более поздних взаимодействий
SGII+T2 и SkO’+T [34]. Все они были получены пертурбативным методом, то
есть добавлением тензорных членов поверх фиксированной центральной части.
Интерес представляет также проверка случаев, когда набор параметров был
сформирован вариационной процедурой, при этом параметры центральной ча­
сти полностью изменялись за счёт включения тензорных сил. Примером тако­
го набора является SAMi [36] и его недавно полученный тензорный вариант
SAMi+T [25]. Примечательно, что для SAMi+T 𝛼𝑇 = −39.8 и 𝛽𝑇 = 66.7 МэВ
фм5 и указанное неравенство не выполняется. Для взаимодействия SGII+T2,
напротив, 𝛼𝑇 = −162.5 и 𝛽𝑇 = 4.7 МэВ фм5, что отвечает случаю существенно­
го преобладания изовекторной компоненты, ответственной за взаимодействие
тождественных нуклонов.

Для проверки влияния различных компонент тензорных сил на одноча­
стичную структуру изотопов кремния было также проведены расчёты со вза­
имодействиями SLy4 и SLy4+T, SGII+T2, SAMi и SAMi+T в 28,34,42Si с запол­
ненными 𝜈1𝑑5/2, 𝑠𝑑-оболочкой и 𝜈1𝑓7/2 соответственно, результаты показаны в
Табл. 2 и 3. Отметим существенное влияние тензорных сил на расщепление ней­
тронных состояний 1𝑑3/2,5/2 и 1𝑓7/2 при использовании сил SLy4+T и SGII+T2.
Расщепление 𝜈1𝑓7/2 − 1𝑑3/2, в частности, лучше всего воспроизводится при ис­
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Таблица 3 — Расщепление Δ𝐸 между нейтронными уровнями 1𝑓7/2 и 1𝑑3/2,
полученное с различными параметризациями сил Скирма для ядер 28,34,42Si.
Экспериментальные данные из [37].

𝜈1𝑓7/2 − 1𝑑3/2
Парам-я 28Si 34Si 42Si

SGII 5.74 5.43 5.61
SGII+T 5.71 7.70 4.56
SGII+T2 3.81 5.00 3.18

SLy5 5.63 5.07 7.36
SLy5+T 4.35 5.58 4.98

SLy4 5.36 5.51 6.55
SLy4+T 4.40 4.78 5.53
SAMi 8.59 7.62 9.61

SAMi+T 8.34 7.68 9.22
Эксп. 5.8 ± 1.2 5.0 ± 1.5 1.8 ± 2.2

пользовании сил Скирма SGII+T2. Действительно, для всех рассматриваемых
взаимодействий эффект противоположен по знаку по сравнению с правила­
ми Оцуки, сформулированными для 𝑛𝑝-тензорного взаимодействия. Отметим,
что SAMi предсказывает противоположное поведение расщеплений нейтронных
уровней по сравнению с другими взаимодействиями (максимум в расщеплении
1𝑑3/2,5/2 и минимум в расщеплении 1𝑓7/2 − 1𝑑3/2 для 34Si), но эти экстремумы
менее выражены при учёте тензорных сил. Наибольшее влияние на состояния
протонов наблюдается при взаимодействиях SGII+T и SAMi+T, причем послед­
нее лучше всего описывает поведение расщепления 𝜋1𝑑3/2 − 1𝑑5/2.

Другой характеристикой, на которую оказывают влияние тензорные си­
лы, является заполнение различных одночастичных состояний вблизи уровня
Ферми. В подходе БКШ эта характеристика является функцией энергии одно­
частичного состояния 𝐸𝑛𝑙𝑗 и определяется соотношением

𝑛𝑛𝑙𝑗 =
1

2

(︃
1− 𝐸𝑛𝑙𝑗 − 𝜆√︀

(𝐸𝑛𝑙𝑗 − 𝜆)2 +Δ2

)︃
, (1.21)

где 𝜆 – химический потенциал, Δ – энергетическая щель. Очевидно поскольку
тензорное взаимодействие приводит к сдвигу отдельных одночастичных состо­
яний, это должно отразиться на соответствующих числах заполнения 𝑛𝑛𝑙𝑗.
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Рисунок 1.4 — Числа заполнения 𝑛𝑛𝑙𝑗 протонных (а, б) и нейтронных (в, г)
одночастичных уровней вблизи поверхности Ферми в изотопах кремния.

Сплошными (пунктирными) линиями показаны расчёты с тензорными силами
(без учёта тензорных сил). Экспериментальные данные [37] отмечены точками.

На рис. 1.4 приведены рассчитанные числа заполнения протонных и ней­
тронных состояний в чётных изотопах кремния. Можно заметить, что для обоих
взаимодействий наблюдается общая тенденция: включение тензорных сил при­
водит к эффективному уменьшению парных эффектов в изотопах кремния. Как
известно, парные корреляции приводят к размытию уровня Ферми и частично­
му заполнению состояний с энергией выше значения химического потенциала.
Из рис. 1.4 видно, что при учёте тензорных сил эффект размытия поверхности
Ферми уменьшается: уровни с 𝐸𝑛𝑙𝑗 < 𝜆 (см. рис. 1.2) заполняются больше за
счёт уменьшения заселённости уровней с 𝐸𝑛𝑙𝑗 > 𝜆. Данный эффект особенно вы­
ражен в магическом изотопе 34Si, в котором при выборе сил SGII+T большая
тензорная компонента приводит к полному исчезновению спаривания нейтро­
нов. Для протонных уровней такая тенденция объясняется тем, что уровень
Ферми, положение которого характеризуется величиной химического потенци­
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ала (1.20), для изотопов кремния проходит между уровнями 𝜋1𝑑5/2 и 𝜋1𝑑3/2,
которые в силу влияния тензорных сил расщепляются сильнее. В результате
удаления от уровня Ферми эффекты заселения подоболочек с энергией выше
𝜆𝑝 ослабляются. Аналогичная картина наблюдается для нейтронных уровней:
увеличение расщепления между уровнями 𝜈1𝑓7/2 и 𝜈1𝑑3/2, между которыми про­
ходит уровень Ферми для ядер вблизи 34Si, эффективно приводит к уменьше­
нию парных корреляций. Подобная конкуренция тензорных сил и спаривания
для изотонов 𝑁 = 82 была описана в работе [39].

Стоит отметить, что в зависимости от используемой параметризации цен­
тральной части взаимодействия, нейтронный уровень 2𝑝3/2 может оказываться
как в континууме для всех нейтрон-избыточных изотопов кремния, так и в по­
тенциальной яме. Если для сил SLy5(+T) это приводит к замыканию магическо­
го ядра 42Si, то в случае параметризации SGII(+T) парные корреляции сохра­
няются. Так или иначе, наши вычисления показывают, что тензорные силы не
улучшают предсказания для заселённости различных уровней, и, по-видимому,
для более адекватного воспроизведения спектроскопических данных необходи­
мо учитывать другие эффекты, например, деформацию различных изотопов.

Полученные в данной главе результаты иллюстрируют, с одной стороны,
важность учёта тензорных сил при предсказании структуры и характеристик
ядер вдали от линии стабильности, а с другой, сложности, связанные с изо­
лированием тензорного взаимодействия и оценкой амплитуды изовекторных и
𝑛𝑝-тензорных сил. Аналогичное исследование для цепочки изотопов никеля бы­
ло проведено в работе [40], где нами были обнаружены аналогичные эффекты
при заполнении нейтронной 𝑓𝑝-оболочки и уровня 𝜈1𝑔9/2. Найденные корре­
ляции между изовекторным и нейтрон-протонным каналом тензорного взаимо­
действия должны помочь в составлении более реалистичных нуклон-нуклонных
взаимодействий посредством наложения соответствующих ограничений на ве­
личину тензорной компоненты.
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Глава 2. Тензорное взаимодействие в атомных ядрах при конечных
температурах

2.1 Структура ядра и нуклеосинтез в сверхновых

Исследования закономерностей и явлений микроскопического мира, кото­
рыми занимается ядерная физика, способствовали существенному расширению
наших представлений о явлениях макромира – нашей Вселенной, и внесли боль­
шой вклад в разработку астрофизических и космологических теорий. Так из­
вестно, что ядерные слабые процессы во многом определяют динамику различ­
ных астрофизических явлений, таких как, например, r-процесс нуклеосинтеза,
термоядерный взрыв сверхновых, слияние нейтронных звезд и др. [41]. Одним
из наиболее ярких примеров является финальная стадия эволюции массивной
звезды с последующим коллапсом железного ядра, приводящим к взрыву сверх­
новой. На этапе, предшествующем коллапсу, конкуренция между электронным
захватом и 𝛽-распадом определяет удельное число электронов на барион 𝑌𝑒 в
ядре звезды и, как результат, массу Чандрасекара. В ходе коллапса e-захват и
𝛽-распад играют двоякую роль. Во-первых, e-захват приводит к уменьшению
количества электронов и, как следствие, давления вырожденного газа, иници­
ируя и ускоряя гравитационный коллапс, в то время как 𝛽-распад действует в
обратном направлении. Во-вторых, оба процесса являются основным источни­
ком нейтрино, которые могут свободно покидать звезду при плотностях 𝜌 < 1011

г/см3, унося энергию. Это эффективный механизм охлаждения, сдерживающий
рост энтропии вещества звезды. В результате нуклоны звездной материи пре­
имущественно связаны в ядрах.

Таким образом, для получения удовлетворительных представлений об ос­
новных механизмах взрыва сверхновой требуется большое количество данных,
в частности, о скорости e-захвата и 𝛽-распада в ядрах. При этом, с одной сто­
роны, необходимы данные для значительного количества различных изотопов,
большинство из которых нестабильны и часто имеют довольно короткие вре­
мена жизни. С другой стороны, условия гравитационного коллапса подразу­
мевают высокие температуры и плотности электронного газа. Как следствие,
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вероятности электронного захвата и 𝛽-распада ядер в ходе r-процесса могут
существенно отличаться от тех, которые известны экспериментально или рас­
считаны для ядер, не подвергающихся внешнему воздействию. Таким образом,
основная масса данных о ядерных реакциях электронного захвата и 𝛽-распада,
которые необходимы для астрофизических приложений, могут быть получены
только теоретическими расчётами.

Ядерные процессы слабого взаимодействия очень чувствительны к рас­
пределению Гамов-Теллеровской (ГТ) силовой функции. Первый набор скоро­
стей захвата электронов и позитронов, 𝛽-распада и испускания позитронов в
звездном веществе был опубликован в работах [42—45]. Данные для более чем
двухсот ядер с массой 21 ≤ 𝐴 ≤ 60 рассчитаны с использованием параметриза­
ции ГТ силовой функции, основанной на простейшей версии модели оболочек
и на экспериментальных данных, имевшихся на тот момент. Отметим, что в
данных расчётах при оценке вкладов ГТ переходов использовалась гипотеза
Бринка–Акселя. Тепловые эффекты были включены через заселение возбуж­
денных состояний материнских ядер по распределению Больцмана.

Спустя 15 лет этот подход был усовершествован в рамках крупномасштаб­
ной оболочечной модели (Large-scale shell model, LSSM) [46]. В [46] подроб­
ные расчёты LSSM были выполнены для описания распределения ГТ перехо­
дов между низколежащими возбужденными состояниями ядер 𝑝𝑓 -оболочек с
45 ≤ 𝐴 ≤ 65. Эти расчёты позволили существенно улучшить описание скоро­
стей e-захвата и 𝛽-распада ядер в условиях сверхновой в фазе перед гравитаци­
онным коллапсом при температурах 300 < 𝑇 < 800 кэВ [47; 48]. В этих работах
тепловые эффекты учитывались так же, как и в расчётах из [42—45]. Авторы
этих статей также использовали гипотезу Бринка–Акселя. Результаты LSSM
используются в качестве эталона в текущих симуляциях сверхновых.

К сожалению, прямое расширение подхода LSSM для расчёта ядер с
𝐴 > 65 и/или первых запрещенных переходов в настоящее время трудно ре­
ализуемо в силу малых вычислительных мощностей. Для оценки скоростей
e-захвата в ядрах с 𝐴 > 65 в [49] была предложена новая модель, основанная
на совмещении методики оболочечных Монте-Карло-расчётов с приближением
случайных фаз (SMMC+RPA или гибридная модель). В этой модели тепловые
числа заполнения для одночастичных состояний были рассчитаны с применени­
ем SMMC и впоследствии использовались в качестве входных данных в прибли­
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жении случайных фаз (ПСФ) для расчёта силовой функции ГТ и запрещенных
переходов первого порядка в горячих ядрах. Это позволило вычислить звезд­
ные скорости e-захвата для большого количества ядер с 𝐴 вплоть до 120 и даже
тяжелее [50]. Гибридная модель продемонстрировала важность ядерных корре­
ляций, приводящих к смешиванию конфигураций и разблокировке ГТ перехо­
дов в нейтрон-избыточных ядрах. В то же время, будучи основанная на RPA,
гибридная модель не рассматривает правильное сопряжение корреляций. Более
того, данная модель учитывает только эндоэнергетические переходы, и следо­
вательно, пренебрегает девозбуждением термически возбужденных состояний
материнского ядра. По этой причине, в гибридной модели не рассчитывают
скорость 𝛽-распада горячих ядер.

Для того, чтобы обойти вышеупомянутые проблемы и предсказать ско­
рости слабых взаимодействий для горячих ядер термодинамически согласо­
ванным образом, в работах [51—53] было предложено тепловое квазичастич­
ное приближение случайных фаз (ТКПСФ, thermal quasiparticle random phase
approximation, TQRPA). Подобно гибридной модели, ТКПСФ основано на ста­
тистической формулировке ядерной задачи многих тел и позволяет получить за­
висимость силовой функции от температуры для зарядовообменных переходов,
которыми описываются процессы e-захвата и 𝛽-распада. Однако, в отличие от
гибридной модели, ТКПСФ описывает как экзоэнергетические, так и эндоэнер­
гетические процессы. В [51—53] ТКПСФ-расчёты скоростей захвата электронов
проводились с использованием феноменологического гамильтониана квазича­
стично-фононной модели [54], параметры которого локально подгонялись под
свойства рассматриваемых ядер. Для улучшения предсказательной способно­
сти ТКПСФ, в [55; 56] данный метод был совмещен с теорией функционала
плотности энергии с силами Скирма. Полученная так называемая самосогла­
сованная модель Скирма-ТКПСФ может давать более надежные предсказания
для слабых процессов в ядрах вдали от линии стабильности.

Поскольку метода Скирма-ТКПСФ является продолжением подхода
Скирма-Хартри-Фока, в этой модели также имеется возможность включения
различных частей нуклон-нуклонного взаимодействия для изучения их влия­
ния на различные свойства ядерной материи. В работах [23; 57] была отмече­
на важность учёта тензорных сил при расчёте спин-изоспиновой функции от­
клика. В данной главе рассматривается влияние тензорного взаимодействия на
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распределение силы зарядово-обменных переходов в атомных ядрах. При этом
формализм Скирма-ТКПСФ использован для изучения совместного действия
тепловых возбуждений и индуцированных тензорными силами корреляций на
слабые процессы в звездах для ядер области железного пика и нейтрон-избы­
точных ядер.

В настоящей главе приводится модель ТКПСФ, которая использовалась
для решения задачи расчёта слабых процессов в ядрах 56Ni и 78Ni, находящих­
ся в условиях горячей звёздной материи. Изучено совместное влияние тензор­
ных корреляций на силовые распределения Гамов-Теллеровских переходов в
данных изотопах. При этом роль тензорных корреляций рассмотрена как на
уровне среднего поля, так и остаточных сил. Наконец, представлены получен­
ные численные оценки для скоростей e-захвата и 𝛽-распада в изотопах 56Ni и
78Ni при учёте тензорных корреляций различной амплитуды, а также сравне­
ние с другими моделями. Техническая часть работы, а именно вывод уравнений
Скирма-ТКПСФ для случая сепарабельного центрального и тензорного взаимо­
действия, описана в Приложении.

2.2 Термополевая динамика

На поздних стадиях звездной эволюции температура звездных сред на­
столько высока, что ядра не всегда остаются в своих основных состояниях.
Возбужденные состояния атомных ядер термически заселяются в соответствии
с распределением Больцмана, и они претерпевают слабые переходы на уров­
ни в дочерних ядрах. Как результат, скорость слабых процессов определяется
суммой отдельных вкладов от различных состояний исходного ядра:

𝜆(𝑇 ) =
∑︁

𝑖

𝑝𝑖(𝑇 )𝜆𝑖, (2.1)

где 𝑝𝑖(𝑇 ) — коэффициент заселённости Больцмана для родительского состоя­
ния с энергией 𝐸𝑖 при температуре 𝑇 . Скорость, соответствующая состоянию 𝑖
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материнского ядра, определяется как

𝜆𝑖 =
∑︁

𝑓

𝜆𝑖𝑓 =
ln 2

𝐷

∑︁

𝑓

𝐵𝑖𝑓Φ𝑖𝑓(𝜌, 𝑇 ), (2.2)

где суммирование проводится по всем состояниям дочернего ядра и 𝐷 = 6146

сек. Влияние окружающей среды определяется множителем Φ𝑖𝑓(𝜌, 𝑇 ), завися­
щим от плотности электронного газа 𝜌 и температуры звездной среды 𝑇 , в то
время как 𝐵𝑖𝑓 содержит информацию о вероятности перехода между состоя­
ниями 𝑖 и 𝑓 . В рамках данной работы учитывались лишь Гамов-Теллеровские
переходы, т.е. 𝐵𝑖𝑓 = 𝐵𝑖𝑓(𝐺𝑇 ). Для рассматриваемых дважды магических изо­
топов никеля это приближение оправдано тем, что Фермиевские переходы в
них подавлены в силу заполненности одночастичных состояний, между кото­
рыми они возможны. Вероятности переходов связаны с соответствующими ГТ
матричными элементами соотношением:

𝐵±
𝑖𝑓(GT) =

(︂
𝑔𝐴
𝑔𝑉

)︂2 |⟨𝑓 ||𝜎𝑡±||𝑖⟩|2
2𝐽𝑖 + 1

. (2.3)

Здесь матричный элемент приведен относительно оператор спина 𝜎 и для опера­
торов повышения и понижения изоспина используется соглашение 𝑡+|𝑝⟩ = |𝑛⟩.
Таким образом “+” относится к захвату электронов, а “−” – к 𝛽−-распаду. На­
конец, (𝑔𝐴/𝑔𝑉 ) = −1.26 – отношение аксиальной и векторной констант связи
слабого взаимодействия. В дальнейшем, для воспроизведения эксперименталь­
но наблюдаемого подавления ГТ силы будем использовать коэффициент подав­
ления 𝑞 = 0.74 для значения 𝑔𝐴. Тот же коэффициент подавления используется
в расчётах оболочечной модели [46].

Для расчёта скоростей e-захвата и 𝛽-распада горячих ядер в звездной ма­
терии будем применять метод, основанный на статистической формулировке
ядерной задачи многих тел. В этом подходе вместо нахождения ГТ силы для
отдельных термически возбужденных состояний определяется усредненная за­
висящая от температуры силовая функция

𝑆±
GT(𝐸,𝑇 ) =

(︂
𝑔𝐴
𝑔𝑉

)︂2∑︁

𝑖𝑓

𝑝𝑖(𝑇 )𝐵
±
𝑖𝑓(GT)𝛿(𝐸 − 𝐸𝑖𝑓). (2.4)
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Здесь 𝐸𝑖𝑓 = 𝐸𝑓 − 𝐸𝑖 + 𝑄 – энергия перехода, зависящая от энергий воз­
буждения 𝐸𝑖 и 𝐸𝑓 материнского и дочернего ядер, а также от разницы масс
𝑄 = 𝑀𝑓 − 𝑀𝑖 дочернего и материнского ядер. Определение (2.4) подразуме­
вает, что при 𝑇 ̸= 0 энергия перехода может принимать как положительные,
так и отрицательные значения. Как следствие, ядра, устойчивые в основном
состоянии, могут претерпевать 𝛽-распад при конечной температуре. Скорости
e-захвата и 𝛽-распада в терминах силовых распределений записываются как

𝜆𝑒𝑐 =
ln 2

𝐷

∫︁ ∞

−∞
𝑑𝐸𝑆+

GT(𝐸,𝑇 )Φ
𝑒𝑐(𝐸,𝜌, 𝑇 ), (2.5)

𝜆𝛽 =
ln 2

𝐷

∫︁ 𝑚𝑒𝑐
2

−∞
𝑑𝐸𝑆−

GT(𝐸,𝑇 )Φ
𝛽(𝐸,𝜌, 𝑇 ). (2.6)

Явные выражения для фазовых интегралов Φ𝑒𝑐(𝐸,𝜌, 𝑇 ) и Φ𝛽(𝐸,𝜌, 𝑇 ) приведены
в [47]. Эти интегралы зависят от энергетического распределения электронов и,
как следствие, от их химического потенциала 𝜇𝑒, который в свою очередь явля­
ется функцией плотности 𝜌 и температура 𝑇 . А именно, 𝜇𝑒 растёт с уменьшени­
ем температуры и увеличением плотности. Скорость захвата электронов увели­
чивается по мере увеличения плотности и химического потенциала. Скорость
𝛽-распада, напротив, уменьшается по мере увеличения плотности вследствие
блокировки распадов электронами с высоким химическим потенциалом.

Таким образом, задача вычисления скоростей электронного захвата и
𝛽-распада сводится к определению ГТ силовых функций при 𝑇 ̸= 0. Для вы­
числения 𝑆±

𝐺𝑇 (𝐸,𝑇 ), мы рассматриваем ядра, погруженные в горячее и плотное
вещество предсверхновой средой как открытые квантовые системы в тепловом
равновесии с резервуарами тепла и частиц. Эти системы можно описывать боль­
шим каноническим ансамблем с температурой 𝑇 и химическими потенциалами
протонов 𝜆𝑝 и нейтронов 𝜆𝑛. В рамках большого канонического ансамбля ГТ си­
ловую функцию для операторов зарядовообменных переходов можно записать
в виде преобразования Фурье временной корреляционной функции для ГТ±
операторов ([56]):

𝑆±
GT(𝐸,𝑇 ) =

∫︁
𝑑𝑡

2𝜋
e𝑖(𝐸∓𝛿𝑛𝑝)𝑡⟨⟨GT†

±(𝑡)GT±(0)⟩⟩, (2.7)
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где 𝛿𝑛𝑝 = Δ𝑀𝑛𝑝 + Δ𝜆𝑛𝑝, Δ𝜆𝑛𝑝 = 𝜆𝑛 − 𝜆𝑝 и Δ𝑀𝑛𝑝 = 𝑚𝑛 − 𝑚𝑝 = 1.293 МэВ.
Двойные скобки означают среднее в смысле большого канонического ансамбля.
Можно показать, что силовые функции ГТ+ и ГТ− переходов связаны принци­
пом детального равновесия:

𝑆−
GT(−𝐸,𝑇 ) = exp−(𝐸−𝛿𝑛𝑝)/𝑇 𝑆+

GT(𝐸,𝑇 ). (2.8)

Следует подчеркнуть, что в форме (2.8) принцип детального равновесия для
зарядовообменных ГТ операторов выполняется только в рамках большого ка­
нонического ансамбля.

Для расчёта временной корреляционной функции для ГТ± операторов
мы применяем формализм термополевой динамики (ТПД). Концепции ТПД
подробно обсуждаются в [58—60], здесь мы остановимся на важных для даль­
нейшего обсуждения пунктах. В рамках ТПД, статистическое среднее ⟨⟨𝒪⟩⟩
рассчитывается как математическое ожидание от температуро-зависящего со­
стояния |0(𝑇 )⟩, называемого тепловым вакуумом,

⟨⟨𝒪⟩⟩ = ⟨0(𝑇 )|𝒪|0(𝑇 )⟩. (2.9)

Тепловой вакуум является вектором состояния в удвоенном гильбертовоv про­
странстве, являющемся прямым произведением исходного пространства и гиль­
бертова пространства фиктивной динамической системы, идентичной исходной.
Пусть 𝐻 = 𝐻(𝑎†, 𝑎) – ядерный гамильтониан. Если обозначить фиктивные ве­
личины тильдой, то гамильтониан фиктивной динамической системы имеет вид
𝐻̃ = 𝐻(𝑎̃†, 𝑎̃). Для обеспечения (2.9), тепловой вакуум должен удовлетворять
двум условиям: (i) |0(𝑇 )⟩ – собственное состояние с нулевой энергией так на­
зываемого теплового гамильтониана ℋ = 𝐻 − 𝐻̃, т. е. ℋ|0(𝑇 )⟩ = 0; (ii) имеет
место следующее условие для произвольного оператора 𝐴:

𝐴|0(𝑇 )⟩ = 𝜎𝐴eℋ/2𝑇𝐴†|0(𝑇 )⟩, (2.10)

где 𝜎𝐴 – фазовый множитель, а связь между 𝐴 и 𝐴 определяется правилами
тильда-сопряжения [58—60].
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Предположим, что мы можем найти точные собственные состояния и соб­
ственные значения теплового гамильтониана

ℋ|Ψ𝑘⟩ = 𝜀𝑘(𝑇 )|Ψ𝑘⟩,ℋ|Ψ̃𝑘⟩ = −𝜀𝑘(𝑇 )|Ψ̃𝑘⟩, (2.11)

такие, что ⟨0(𝑇 )|Ψ𝑘⟩ = ⟨Ψ𝑘|0(𝑇 )⟩ = 0. Тогда после замены корреляционный
функции в (2.7) математическим ожиданием по тепловому вакууму и с учё­
том полноты базиса собственных состояний теплового гамильтониана, силовая
функция перепишется в виде:

𝑆±
GT(𝐸,𝑇 ) =

∑︁

𝑘

{|⟨Ψ𝑘||GT±||0(𝑇 )⟩|2𝛿(𝐸 ∓ 𝛿𝑛𝑝 − 𝜀𝑘)

+|⟨Ψ̃𝑘||GT±||0(𝑇 )⟩|2𝛿(𝐸 ∓ 𝛿𝑛𝑝 + 𝜀𝑘)}. (2.12)

Таким образом, в рамках ТПД силовая функция выражается через мат­
ричные элементы оператора Гамова–Теллера, взятого в обкладках теплового
вакуума и собственных состояний теплового гамильтониана ℋ. Собственные
состояния ℋ при этом образуют пары: для каждого |Ψ𝑘⟩ с собственным значе­
нием 𝜀𝑘(𝑇 ) > 0 имеется тильда-сопряженное состояние |Ψ̃𝑘⟩, также являющееся
собственным состоянием которое также является собственным состоянием ℋ с
собственным значением −𝜀𝑘(𝑇 ) < 0. Последние описывают процессы девозбуж­
дения горячей системы, т. е. переходы из высокоэнергетических термически
возбужденных состояний в состояния с более низкими энергиями.

2.3 Квазичастичное приближение случайных фаз при конечных
температурах

Из приведенных соображений cтановится ясно, как использовать ТПД
для расчёта скорости e-захвата и 𝛽-распада для горячих ядер: необходимо
диагонализовать тепловой ядерный гамильтониан и рассчитать силовые функ­
ции. В большинстве практических случаев, очевидно, не удается точно диа­
гонализовать ℋ и найти точное состояние теплового вакуума. Однако ТПД
позволяет прибегать к приближениям, работающим при нулевой температу­
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ре. Следовательно, тепловой вакуум может быть построен по схеме Харт­
ри–Фока–Боголюбова или в приближении случайных фаз. Кроме того, в рам­
ках ТПД концепции квазичастиц и фононов могут быть расширены на случай
𝑇 ̸= 0, а тепловой вакуум можно определить как вакуумное состояние для
соответствующих операторов уничтожения [61].

Для расчёта силовых функций будем применять тепловое квазичастич­
ное приближение случайной фазы или ТКПСФ для сферически симметричных
ядер. Детали схемы ТКПСФ для зарядовообменных процессов изложены в [51;
53; 55], часть выкладок приведена в Приложении А. Схематично ядерный га­
мильтониан состоит из частей, отвечающих за среднее поле, парное взаимодей­
ствие и остаточное частично-дырочное взаимодействие:

𝐻 = 𝐻mf +𝐻pair +𝐻ph. (2.13)

На основе (2.13) построим соответствующий тепловой гамильтониан ℋ, а затем
приблизительно диагонализуем его теми же методами, что и для «холодного»
ядра. Сначала введем тепловые квазичастицы которые диагонализируют часть
гамильтониана, отвечающую среднему полю и спариванию. Данная процедура
проводится в два этапа. Первым шагом, введем парные корреляции сверхпро­
водящего типа, как это делается в стандартной процедуре БКШ, с помощью
канонического преобразования Боголюбова:

𝛼†
𝑗𝑚 = 𝑢𝑗𝑎

†
𝑗𝑚 − 𝑣𝑗𝑎𝑗𝑚, (2.14)

𝛼𝑗𝑚 = 𝑢𝑗𝑎𝑗𝑚 − 𝑣𝑗𝑎
†
𝑗𝑚
, (2.15)

𝑎𝑗𝑚 = (−1)𝑗+𝑚𝑎𝑗−𝑚. (2.16)

В ходе данного преобразования осуществляется переход от базиса частиц с опе­
раторами рождения и уничтожения частиц и 𝑎† и 𝑎 соответственно, к базису
квазичастиц с аналогичными квазичастичными операторами 𝛼† и 𝛼. Коэффи­
циенты 𝑣𝑗 (𝑢𝑗) характеризуют заселённость (незаполненность) различных од­
ночастичных уровней. Далее, вторым шагом учтём температурные эффекты
посредством аналогичного (теплового) преобразования и перейдём к операто­
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рам тепловых квазичастиц 𝛽†, 𝛽:

𝛽†
𝑗𝑚 = 𝑥𝑗𝛼

†
𝑗𝑚 − 𝑖𝑦𝑗𝛼̃𝑗𝑚, (2.17)

𝛽†
𝑗𝑚 = 𝑥𝑗𝛼̃

†
𝑗𝑚 + 𝑖𝑦𝑗𝛼𝑗𝑚. (2.18)

Коэффициенты 𝑥𝑗 и 𝑦𝑗 также несут смысл степени заселённости различных од­
ночастичных уровней, хотя размытие уровня Ферми в данном случае возникает
из-за тепловых эффектов.

В результате получаем диагонализованную часть гамильтониана со сред­
ним полем и парным взаимодействием:

ℋmf +ℋpair ≈
∑︁

𝑗

𝜀𝑗(𝛽
†
𝑗𝑚𝛽𝑗𝑚 − 𝛽†

𝑗𝑚𝛽𝑗𝑚). (2.19)

При этом заселённость различных одночастичных состояний характеризуется
статистикой Ферми-Дирака:

⟨0(𝑇 )|𝛼†
𝑗𝑚𝛼𝑗𝑚|0(𝑇 )⟩ =

1

exp (𝜀𝑗/𝑇 ) + 1
, (2.20)

где одноквазичастичные энергии 𝜀𝑗 отсчитываются от химического потенциала
𝜆𝑝,𝑛 (или уровня Ферми). Для операторов квазичастиц и тепловых квазичастиц
также имеются соотношения

𝛽†
𝑗𝑚|0(𝑇 )⟩ ∼ 𝛼†

𝑗𝑚|0(𝑇 )⟩,
𝛽†
𝑗𝑚|0(𝑇 )⟩ ∼ 𝛼𝑗𝑚|0(𝑇 )⟩,

поясняющие смысл тепловых квазичастичных операторов 𝛽†: операторы без
тильды приводят к возбуждению, а с тильдой - к снятию возбуждения системы
(посредством рождения или уничтожения квазичастицы над тепловым вакуу­
мом, соответственно).

Далее, мы принимаем во внимание остаточное взаимодействие. Также,
как и в ПСФ для холодных ядер, введем операторы рождения фононов в виде
рождения и уничтожения пар квазичастиц (тепловых, когда речь о ненулевых
температурах). Для зарядовообменных переходов в горячих ядрах эти операто­
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ры имеют вид [53; 62]

𝑄†
𝐽𝑀𝑖 =

∑︁

𝑝,𝑛

(𝜓𝐽𝑖
𝑝𝑛[𝛽

†
𝑝𝛽

†
𝑛]

𝐽
𝑀 + 𝜓𝐽𝑖

𝑝𝑛[𝛽
†
𝑝𝛽

†
𝑛̄]

𝐽
𝑀 + 𝑖𝜂𝐽𝑖𝑝𝑛[𝛽

†
𝑝𝛽

†
𝑛̄]

𝐽
𝑀 + 𝑖𝜂𝐽𝑖𝑝𝑛[𝛽

†
𝑝𝛽

†
𝑛]

𝐽
𝑀

+𝜑𝐽𝑖𝑝𝑛[𝛽𝑝𝛽𝑛̄]
𝐽
𝑀 + 𝜑𝐽𝑖𝑝𝑛[𝛽𝑝𝛽𝑛]

𝐽
𝑀 + 𝑖𝜉𝐽𝑖𝑝𝑛[𝛽𝑝𝛽𝑛]

𝐽
𝑀 + 𝑖𝜉𝐽𝑖𝑝𝑛[𝛽𝑝𝛽𝑛̄]

𝐽
𝑀). (2.21)

Здесь [ ]𝐽𝑀 обозначает связывание моментов 𝑗𝑝, 𝑗𝑛 в полный момент 𝐽 . При пе­
реходе к фононным операторам весь тепловой гамильтониан приводится к диа­
гональному виду:

ℋ ≈
∑︁

𝐽𝑀𝑖

𝜔𝐽𝑖(𝑄
†
𝐽𝑀𝑖𝑄𝐽𝑀𝑖 − 𝑄̃†

𝐽𝑀𝑖𝑄̃𝐽𝑀𝑖), (2.22)

где 𝜔𝐽𝑖 – энергия различных переходов. Вакуум тепловых фононов – это и есть
тепловой вакуум в приближении ТКПСФ, а собственные состояния теплового
гамильтониана – это однофононные состояния над тепловым вакуумом. Отме­
тим, что как и для случая холодных ядер, в ТКПСФ выполняется правило сумм
Икеды для Гамов-Теллеровских операторов 𝜎𝑡∓ [51]:

𝑆− − 𝑆+ = 3(𝑁 − 𝑍), (2.23)

где 𝑆∓ =
∫︀
𝑆∓

GT(𝐸,𝑇 )𝑑𝐸 – суммарная сила ГТ переходов.
В [55] уравнения ТКПСФ для зарядовообменных мультипольных фононов

были получены в рамках самосогласованной схемы, основанной на Скирмов­
ском функционале энергетической плотности. Среднее поле 𝐻mf и остаточное
взаимодействие в канале частица-дырка 𝐻ph определяются соответственно как
первая и вторая производная функционала плотности энергии по плотности
нуклонов. Тогда центральная часть частично-дырочного взаимодействия запи­
сывается на языке теории Ландау–Мигдала для ферми-систем. После сохране­
ния лишь 𝑙 = 0 членов в 𝐻ph, изовекторная часть остаточного взаимодействия
принимает вид:

𝐻ph = 𝑁−1
0 [𝐹 ′

0 +𝐺′
0𝜎1 · 𝜎2]𝜏1 · 𝜏2𝛿(𝑟1 − 𝑟2), (2.24)

где 𝜎 и 𝜏 – операторы спина и изоспина, 𝑁0 = 2𝑘𝐹𝑚
*/𝜋2~2, 𝑘𝐹 и 𝑚* – импульс

Ферми и эффективная масса, соответственно. Выражения для 𝐹 ′
0 и 𝐺′

0 в преде­
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ле симметричной бесконечной материи связаны с параметрами взаимодействия
Скирма [33]:

𝐹 ′
0 = −𝑁0

{︂
1

4
𝑡0(1 + 2𝑥0) +

1

24
𝑡3𝜌

𝛼(1 + 2𝑥3) +
1

8
𝑘2𝐹 [𝑡1(1 + 2𝑥1)− 𝑡2(1 + 2𝑥2)]

}︂

(2.25)

𝐺′
0 = −𝑁0

[︂
1

4
𝑡0 +

1

24
𝑡3𝜌

𝛼 +
1

8
𝑘2𝐹 (𝑡1 − 𝑡2)

]︂
. (2.26)

Следуя методу, изложенному в [63], остаточное взаимодействие (2.24) мож­
но свести к сепарабельной форме конечного ранга, используя формулу с 𝑁

узлами при численном интегрировании методом Гаусса. Данная процедура поз­
воляет свести уравнения ТКПСФ к относительно простому секулярному урав­
нению размерности 4𝑁 × 4𝑁 и выполнять расчёты ТКПСФ в очень большом
конфигурационном пространстве.

В данной работе подход ТКПСФ расширяется для учёта влияния тензор­
ных корреляций. Подобный учёт ранее проводился для случая холодных ядер
[23; 57]. Авторы данных работ обнаружили, что около 10% силы ГТ− силы пе­
реносится в область энергий более 30 МэВ, в то время как главный ГТ пик в
результате тензорных корреляций сместился вниз примерно на 2 МэВ.

Так же, как в [57], для описания влияния тензорных сил на распределение
ГТ± силы теперь в нагретых ядрах, будем воспроизводить основные эффекты
тензорных корреляций с помощью сепарабельного взаимодействия:

𝑉 𝑇
ph = [𝑉𝑇1(𝑟1,𝑟2) + 𝑉𝑇1(𝑟2,𝑟1) + 𝑉𝑇2(𝑟1,𝑟2)] 𝜏1 · 𝜏2,

𝑉𝑇1 = 𝜆1
∑︁

𝑀

𝑇01𝑀(𝑟1,𝜎1)𝑟
2
2𝑇

*
21𝑀(𝑟2,𝜎2), (2.27)

𝑉𝑇2 = 𝜆2
∑︁

𝑀

𝑟21𝑇21𝑀(𝑟1,𝜎1)𝑟
2
2𝑇

*
21𝑀(𝑟2,𝜎2),

где 𝑇𝐿𝐽𝑀 = [𝑌𝐿 × 𝜎]𝐽𝑀 – сферическая гармоника. В [57] коэффициенты 𝜆1

(МэВ·фм−2) и 𝜆2 (МэВ·фм−4) выбирались так, чтобы воспроизводился цент­
роид распределения ГТ и спин-квадрупольной силы. В [64] было показано, что
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𝜆1,2 можно найти из соотношений

𝜆1 · 𝐴2 = 4.33(𝛽𝑇 − 𝛼𝑇 ), (2.28)

𝜆2 · 𝐴2 = 0.12(𝛽𝑇 − 𝛼𝑇 ). (2.29)

Используя сепарабельную форму тензорного взаимодействия (2.27), урав­
нения ТКПСФ можно свести к секулярному уравнению размерностью (4𝑁 +

4) × (4𝑁 + 4). Явная форма секулярного уравнения сепарабельных централь­
ных и тензорных сил приведена в Приложении. Отметим лишь следующие два
момента. Во-первых, в отсутствие тензорного взаимодействия, уравнения ТКП­
СФ сводятся к тем, которые были получены в [55]. Во-вторых, из-за фактора
теплового заселения одночастичных состояний, силы переходов, связанных с
центральной и тензорной компонентами остаточного взаимодействия, зависят
от температуры. Для конфигураций частица-дырка, дающих вклад в силовую
функцию при 𝑇 = 0, тепловые эффекты уменьшают соответствующую силу.
Напротив, для конфигураций, заблокированных по принципу Паули при 𝑇 = 0

тепловые эффекты увеличивают силу взаимодействия.

2.4 Результаты расчётов

В данном разделе рассмотренный выше формализм ТКПСФ использован
для описания силы ГТ переходов в двух изотопах никеля, 56Ni и 78Ni. Резуль­
таты данного исследования представлены в работах [65—67]. Согласно предска­
заниям оболочечной модели, 56Ni является одним из изотопов, вносящих наи­
более существенный вклад в e-захват в начале гравитационного коллапса [68].
На поздних этапах коллапса, наибольшую часть звездной материи составляют
ядра с большим избытком нейтронов. В работе Sullivan [69] было показано, что
ядра вблизи замкнутой нейтронной оболочки 𝑁 = 50, такие как 78Ni, оказыва­
ют большое влияние на плотность вырожденного электронного газа и, таким
образом, на динамику коллапса. В силу увеличения фазового пространства для
нейтрон-избыточных ядер с большими 𝑄𝛽, 𝛽−-распад этих ядер может конку­
рировать с захватом электронов.
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Для вычисления силовых ГТ± функций, первым шагом были рассчитаны
одночастичные энергии и волновые функции в рамках описанного в предыду­
щей главе подхода Скирма-Хартри-Фока. Обращаем внимание, что уравнения
ХФ решались с учётом добавления в потенциал спин-орбитального взамиодей­
ствия тензорной компоненты, в то время как тепловыми эффектами на этом
этапе пренебрегалось. Поскольку мы не учитывали вклад температуры в сред­
нее поле, данные расчёты, строго говоря, не являются полностью термодина­
мически последовательными. Однако подобное упрощение не вносит больших
изменений в результаты вычислений. Действительно, согласно [70], устойчи­
вость среднего поля 𝐻mf по отношению к тепловым эффектам ожидается для
температур 𝑇 значительно меньше, чем разница энергий между оболочками
~𝜔0 = 41𝐴−1/3. Это требование хорошо удовлетворяется в ядрах с 𝐴 < 100 для
максимальных температур, достигаемых при коллапсе (𝑇 ∼ 5 МэВ). Кроме то­
го, далее будет показано, что принцип детального равновесия (2.8) выполняется
для полученных нами температурозависимых силовых функций. В этом смыс­
ле наши расчёты термодинамически последовательны. расчёты проводились с
тремя параметризациями сил Скирма, включающими тензорную компоненту.
Как и для расчётов в холодных ядрах в Главе 1, было использовано взаимо­
действие SGII+T (𝛼𝑇 = −180 МэВ фм5, 𝛽𝑇 = 120 МэВ фм5). Кроме того,
ТКПСФ-расчёты проводились с двумя параметризациями из серии TIJ [28],
T45 (𝛼𝑇 = 65.37 МэВ фм5, 𝛽𝑇 = 104.96 МэВ фм5) и T43 (𝛼𝑇 = −61.45 МэВ
фм5, 𝛽𝑇 = 92.32 МэВ фм5). Хотя параметризации из семейства TIJ [28] подбира­
лись для описания лишь основных состояний ядер, а не ядерных возбуждений,
широкий диапазон их параметров 𝛼𝑇 и 𝛽𝑇 хорошо подходит для целей изучения
влияния тензорных сил различной амплитуды на характеристики ядер и ядер­
ные процессы. Все три параметризации предсказывают замыкание нейтронной
и протонной оболочки 1𝑓7/2 в 56Ni, а также замыкание 𝜋1𝑓7/2 и 𝜈1𝑔9/2 в 78Ni, что
позволило не учитывать парные корреляции и более детально изучить влияние
именно тензорных корреляций и тепловых эффектов на распределения ГТ сил
и скорости слабых реакций в этих изотопах. Отметим, что мы также проводи­
ли расчёты со параметризацией SLy5+T, использованной в предыдущей главе
для анализа влияния тензорных сил на структуру изотопов кремния. Однако в
ходе ТКПСФ-вычислений с этим взаимодействием мы обнаружили, что даже
при невысоких температурах (∼ 0.5 МэВ) данная параметризация приводит
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к коллапсу процедуры решения секулярного уравнения: на выходе получались
комплексные решения, не имеющие физического смысла. Действительно, в то
время как матрица секулярного уравнения КПСФ (случай нулевых температур)
является эрмитовой, матрица секулярного уравнения ТКПСФ псевдоэрмитова,
и поэтому, в общем случае, решения этого уравнения не обязаны быть веще­
ственными. Условие вещественности накладывается дополнительно как требо­
вание к решению, обладающему физическим смыслом. По этой причине, данная
параметризация не рассматривалась в дальнейшем анализе.

Параметры Ландау 𝐹 ′
0 и 𝐺′

0, определяющие центральную часть остаточ­
ного взаимодействия (2.24), получаются самосогласованным образом из соот­
ветствующих параметров Скирма. Отметим, что параметр 𝐺′

0, отвечающий за
спин-изоспиновые возбуждения, положителен при плотности насыщения для
SGII+T, T43 и T45 взаимодействия. Параметр 𝜆1 тензорного взаимодействия
(2.27), характеризующий связь ГТ и спин-квадрупольных состояний, принимает
следующий значения: 𝜆1 ·𝐴2 = 1300 (SGII+T), 666 (T43), 171 (T45) МэВ фм−2.
Согласно этим значениям, SGII+T обладает самым сильным остаточным тен­
зорным взаимодействием, а у Т45 самое слабое. Мы также обращаем внимание,
что 𝜆1 и 𝜆2 уменьшаются с ростом массового числа 𝐴.

2.4.1 Влияние тензорного взаимодействия и конечных температур
на распределение силы переходов типа Гамова-Теллера в нагретых

ядрах

Прежде чем рассматривать влияние тензорных корреляций на ГТ силовые
функции в нагретых ядрах, изучим роль тензорного взаимодействия в распре­
делении ГТ силы для ядер в основном состоянии. На рис. 2.1 и 2.2 показано
распределение силы ГТ переходов, полученное для 56Ni и 78Ni с разными пара­
метризациями сил Скирма, содержащими тензорный вклад. Силовые функции
показаны для исходного ГТ± оператора 𝜎𝑡±, и потому суммарные силы 𝑆− и
𝑆+ подчиняются правилу сумм Икеды (2.23).

Как показано на рис. 2.1, структура ГТ± силовой функции в 56Ni в основ­
ном состоянии качественно совпадает для всех рассматриваемых параметриза­
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Analyzing the wave function of the GT resonance
states in 56Ni we have found that tensor force can
change it essentially. Although in both isospin
channels the GT peaks are mainly composed of

the 1f7/2 → 1f5/2 configuration, RPA correlations
induced by a strong tensor interaction make possible
another transitions. Namely, due to configuration
mixing the RPA ground state contains an admix-
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Рисунок 2.1 — Распределение силы ГТ− (сверху) и ГТ+ переходов (снизу) в
ядре 56Ni, в основном состоянии. На каждом графике показаны кумулятивные

суммы ГТ силы, полученные с тензорным взаимодействием (штриховая
линия), без учёта тензорного взаимодействия (штрихпунктирная линия) и без

учёта остаточного взаимодействия в канале частица-дырка
(штрих-двухпунктирная линия).

ций взаимодействия Скирма. А именно, как для ГТ−, так и для ГТ+ перехо­
дов ТКПСФ-расчёты дают распределение силы, сконцентрированное в едином
резонансном пике. ГТ− резонансный пик связан с одночастичным переходом
𝜈1𝑓7/2 → 𝜋1𝑓5/2 с положительной энергией, в то время как ГТ+ резонансный
пик определяется переходом 𝜋1𝑓7/2 → 𝜈1𝑓5/2 при отрицательных энергиях.

Хотя рассчитанные ГТ распределения для 56Ni качественно похожи, из
рисунка хорошо видно, что резонансы смещены по энергии для различных вза­
имодействий Скирма и сдвиг вниз по энергии наиболее существенный для сил
SGII+T. Более того, не только резонансная энергия, но и суммарные ГТ силы
𝑆∓ зависят от взаимодействия. Взаимодействие SGII+T приводит к наиболь­
шим значениям 𝑆∓ ≈ 29.1, которые в два с лишним раз больше, чем у взаимо­
действия Т45.

Для разъяснения наблюдаемого расхождения в резонансных энергиях и
суммарной ГТ силе, на рис. 2.1 для каждого взаимодействия Скирма показа­
ны кумулятивные суммы: (а) с учётом тензорной части остаточного взаимо­
действия; (б) без тензорного остаточного взаимодействия; (в) в приближении
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среднего поля (приближение Хартри-Фока). На этих и последующих рисунках
энергии возбуждения отсчитываются от основного состояния материнского яд­
ра. Из сопоставления кумулятивных сумм в в приближении среднего поля вид­
но, что в расчётах с различными взаимодействиями они очень близки друг к
другу. А именно, кумулятивные ГТ− (ГТ+) суммы начинаются с энергии перехо­
да 𝐸 ≈ 15.0 МэВ (𝐸 ≈ −1.0 МэВ), а затем с увеличением 𝐸 они приближаются
к максимальному значению ∼ 13.9. Включение центральной части остаточного
взаимодействия незначительно влияет на кумулятивные суммы. Из-за отталки­
вающего характера (поскольку𝐺′

0 > 0), оно немного смещает ГТ пики в область
более высоких энергий и несколько подавляет общую силу.

В то время как центральная часть остаточного взаимодействия не дает
существенных различий в ГТ распределениях силы, эффекты тензорной компо­
ненты весьма сильно зависят от конкретной параметризации. Включение тен­
зорной силы во взаимодействии Т45 незначительно влияет на ГТ резонансы,
немного увеличивая при этом общую ГТ силу в обоих изоспиновых каналах.
Напротив, для SGII+T и T43 эффект тензорных корреляций выражен значи­
тельно сильнее. А именно, притягивающее тензорное взаимодействие приводит
к сдвигу пиков в область низких энергий, сопровождающемуся существенным
увеличением общей силы. Как видно из рисунка эти эффекты, безусловно, более
выраженны для взаимодействия SGII+T, обладающего самой большой тензор­
ной компонентой.

При анализе волновой функции ГТ резонансных состояний в 56Ni было
обнаружено, что тензорное взаимодействие может приводить к их значительно­
му видоизменению. Хотя в обоих изоспиновых каналах пики преимущественно
описываются конфигурацией 1𝑓7/2 → 1𝑓5/2, тензорные корреляции приводят к
появлению других переходов. А именно, из-за смешивания конфигураций, ос­
новное в ПСФ состояние содержит примесь конфигураций “две частицы – две
дырки” (2𝑝2ℎ) поверх основного Хартри-Фоковского состояния. Как следствие,
становится возможным переход 1𝑓5/2 → 1𝑓7/2, вносящий вклад в волновую
функцию резонансного состояния с обратной амплитудой, величина которой
увеличивается с величиной тензорных сил. Для сохранения нормализации, пря­
мая амплитуда доминантной конфигурации 1𝑓7/2 → 1𝑓5/2 также увеличивает­
ся. Оказывается, произведения рассматриваемых прямых и обратных амплитуд
для матричных элементов соответствующих переходов одного знака, и потому
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их когерентные вклады в резонансное состояние увеличивают суммарную ГТ
силу.

Экспериментальные данные о ГТ− переходах с основного состояния 56Ni
в 56Cu были получены в реакциях перезарядки 56Ni(𝑝, 𝑛) [71; 72]. Величина ин­
тегральной ГТ− силы составляет 𝑆− = 3.5 ± 0.3(стат) ±1.0(сист) для энергий
возбуждения 𝐸𝑥(

56Cu) < 7 МэВ. После введения коэффициента подавления
𝑞 = 0.74 наши ПСФ-расчёты без тензорного взаимодействия предсказывают
общую ГТ− силу, сопоставимую с экспериментальными данными. Однако, как
показано выше, сильные тензорные корреляции значительно увеличивают силу
ГТ переходов. Более того, хорошо известно, что расчёты ПСФ не могут вос­
произвести все ядерные корреляции, необходимые для описания ширины ГТ­
резонанса и его детальной структуры. В то время как наши ПСФ-расчёты в
дважды магическом 56Ni сводят всю силу в один переход, в эксперименте на­
блюдается фрагментированное распределение с двумя пиками в районе энергий
возбуждения дочернего ядра 56Cu 2.8 МэВ и 5.0 МэВ, что отвечает энергии воз­
буждения материнского ядра 17.8 и 20.0 МэВ. Чтобы объяснить фрагментацию
ГТ силовой функции, необходимо выйти за рамки ПСФ и принять во внима­
ние поправки более высокого порядка. В [73] такие расчёты для распределения
силы ГТ− переходов в 56Ni были выполнены с различными наборами парамет­
ров Скирма и было показано, что учёт связи “частица-фонон” важен для более
реалистичного воспроизведения двойного пика в силовой функции.

Роль тензорных корреляций в нейтрон-избыточном 78Ni анализируется на
рис. 2.2. Согласно нашим расчётам, основные вклады в распределение ГТ−
силы в 78Ni связаны с нейтрон-протонными переходами 1𝑔9/2 → 1𝑔7/2,9/2,
1𝑓5/2,7/2 → 1𝑓5/2 и 2𝑝3/2,1/2 → 2𝑝3/2,1/2. В пределах приближения среднего по­
ля значительная часть ГТ− силы расположена при отрицательных энергиях и
низшее состояние обусловлено конфигурацией 𝜈2𝑝1/2 → 𝜋2𝑝3/2. В то же время,
ГТ+ переходы почти полностью заблокированы в приближении среднего поля,
а их ненулевая сила обусловлена исключительно неортогональностью волновых
функций протона и нейтрона. Как видно из рисунка, вне зависимости от пара­
метризации Скирма включение отталкивающей центральной части остаточного
взаимодействия приводит к смещению ГТ− силовой функции в сторону более
высоких энергий и вся сила концентрируется в коллективном резонансном со­
стоянии при положительной энергии. Заметим также, что значение суммарной
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channels the GT peaks are mainly composed of

the 1f7/2 → 1f5/2 configuration, RPA correlations
induced by a strong tensor interaction make possible
another transitions. Namely, due to configuration
mixing the RPA ground state contains an admix-

PHYSICS OF ATOMIC NUCLEI Vol. 83 No. 2 2020

Рисунок 2.2 — То же, что и на рис. 2.1, но для 78Ni. Для большей ясности,
кумулятивные суммы ГТ− (ГТ+) силы отмасштабированы в 0.5 (0.25) раз.

ГТ− силы практически не зависит от ПСФ-корреляций, связанных с централь­
ными силами.

Существенные отличия между ГТ− распределениями возникают при учё­
те тензорной компоненты остаточного взаимодействия. В случае взаимодей­
ствия T45, тензорные корреляции малы и их влияние на распределение силы
ГТ− переходов невелико, поэтому основной резонансный пик остается при по­
ложительных энергиях. Однако, как и в случае 56Ni, тензорная компонента
взаимодействий SGII+T и T43 оказывает существенное влияние на распреде­
ление силы ГТ− переходов. Во-первых, некоторая часть ГТ− силы смещается
в область высоких энергий. Впервые такое влияние тензорных корреляций на
распределение ГТ− силы наблюдалась в [23; 57], где было показано, что это
связано с членом 𝜆1 в уравнении (2.27), связывающим ГТ-состояния с высо­
коэнергетическими 1+ спин-квадрупольными возбуждениями. Кроме того, тен­
зорные корреляции поверх SGII+T и T43 также влияют на ГТ− распределение
в области низких и отрицательных энергий. В случае взаимодействия T43, при­
тягивающие тензорные силы сдвигают ГТ− резонанс вниз к энергиям 𝐸 ≈ 0 и
увеличивают долю силы при отрицательных энергиях. В случае SGII+T, также
наблюдается перераспределение ГТ− силовой функции из области положитель­
ных энергий в сторону отрицательных.
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Для интерпретации наблюдаемого перераспределения со взаимодействи­
ем SGII+T, был проведен анализ волновой функции высокого пика при отри­
цательной энергии 𝐸 ≈ −5.5 МэВ. Было выявлено, что кроме доминирующей
конфигурации 𝜈2𝑝1/2 → 𝜋2𝑝3/2 волновая функция содержит существенные вкла­
ды от других перечисленных выше конфигураций. Благодаря их когерентному
вкладу наблюдается усиление соответствующего ГТ− пика.

Обсудим еще один интересный эффект, наблюдаемый при сравнении ГТ+

силовых функций, полученных при учёте и без учёта тензорного остаточно­
го взаимодействия. Как видно из рис. 2.2, тензорные корреляции имеют тен­
денцию подавлять блокировку протон-нейтронных 1+ переходов, запрещенных
принципом Паули, увеличивая таким образом ГТ+ силу. Для взаимодействия
T43 коэффициент усиления составляет около 5, в то время как для SGII+T
взаимодействия усиление больше, чем на порядок. Очевидно, наблюдаемая раз­
блокировка ГТ+ переходов должны играть важную роль в электронном захва­
те. Анализ волновых функций ГТ+ пиков, полученных со взаимодействиями
T43 и SGII+T, показал, что разблокировка возникает вследствие смешивания
конфигураций. А именно, тензорные корреляции приводят к увеличению роли
2𝑝2ℎ конфигураций в основном состоянии ПСФ. Как следствие, даже если ГТ+

переходы из вакуумного состояния Хартри–Фока заблокированы, становятся
возможными переходы из коррелированного вакуума ПСФ. Основные одноча­
стичные переходы, которые разблокированы из-за корреляций ПСФ – протон­
нейтронные переходы 1𝑓5/2 → 1𝑓5/2 и 1𝑔9/2 → 1𝑔9/2, которые вносят свой вклад
в ГТ+ силу через ненулевые обратные амплитуды.

Перейдём к анализу влияния тензорных сил на распределения ГТ силы
при конечных температурах. На рис. 2.3 показаны ГТ∓ силовые функции в 56Ni,
рассчитанными при двух звездных температурах 𝑇 = 0.2 МэВ и 𝑇 = 0.8 МэВ
со взаимодействиями SGII+T, T43 и T45. Подчеркнем еще раз, что все распре­
деления построены для ГТ операторов 𝜎𝑡∓ как функции энергий перехода.

Из рис. 2.3 видно, что эволюция ГТ силовых функций с увеличением
температуры сильно зависит от выбранной параметризации сил Скирма. Для
взаимодействия Т45 с относительно слабой тензорной компонентой увеличение
температуры лишь незначительно влияет на общую силу и положение резо­
нанса. Основной температурный эффект, наблюдаемый для взаимодействия
Т45, связан с появлением некоторой силы ниже основных ГТ∓ резонансов.
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Fig. 3. GT− (upper panels) and GT+ (lower panels) strength distributions in 56Ni calculated at T = 0.2 MeV (dashed peaks)
and T = 0.8 MeV (solid peaks). The total GT∓ strengths, S− and S+, for respective temperatures are shown on each plot (for
T = 0.2 MeV the S∓ values are given in parentheses).

GT+ peaks obtained with the T43 and SGII+T
interactions we have found that the unblocking is
due to configurational mixing. Namely, RPA cor-
relations due to tensor interaction increase the role
of two-particle–two-hole configurations in the RPA
ground state. As a result, even if GT+ transitions
from the Hartree–Fock vacuum state are blocked,
transitions from the correlated RPA vacuum are
possible. The main single-particle transitions which
are unblocked due to RPA correlations are proton-to-
neutron transitions 1f5/2 → 1f5/2 and 1g9/2 → 1g9/2

and they contribute to the GT+ strength through
non-vanishing backward amplitudes.

Let us now analyze the effects of the tensor force
on finite temperature Gamow–Teller strength func-
tions. In Fig. 3, we display the GT− and GT+ distri-
butions in 56Ni calculated at two stellar temperatures
T = 0.2 MeV and T = 0.8 MeV with the SGII+T,
T43, and T45 Skyrme interactions. We emphasize
again that distributions are plotted with the bare GT
operators σt∓ as functions of transition energies.

From Fig. 3, we see that the temperature evolution
of the Gamow–Teller strength functions essentially
depends on the Skyrme interaction. For the T45
interaction with a relatively weak tensor component,
finite temperature only marginally affects the total
strength and the resonance position. The main ther-
mal effect observed with T45 is appearance of some
amount of strength below the GT− and GT+ res-
onances. Within the TQRPA, this strength arises
from the thermal smearing of the nuclear Fermi sur-
face that makes possible particle–particle and hole–

hole transitions. Here particle (hole) denotes a state
above (below) the Fermi level. In 56Ni, the dominat-
ing thermally unblocked single-particle transitions
are 2p3/2 → 2p3/2,1/2 and 1f7/2 → 1f7/2 proton-to-
neutron and neutron-to-proton transitions. It should
be mentioned that although thermal effects unblock
some new GT transitions and the total GT∓ strengths
in 56Ni increase with temperature, the TQRPA pre-
serves the Ikeda sum rule (14).

For the Skyrme interactions with a stronger tensor
component, thermal effects change the distributions
drastically. Referring to the figure, stronger tensor
force leads to a significant enhancement of the GT
strength and its redistribution to lower energies. For
the SGII+T interaction we observe an unusual effect:
temperature rise increases the total GT strength by
an order of magnitude and the whole GT− (GT+)
strength concentrates in the thermally unblocked
peak at E ≈ +7.9 MeV (E ≈ −7.9 MeV). To explain
this effect we first notice that the respective one-
phonon states which form these huge GT+ and
GT− peaks at T = 0.8 MeV are tilde-conjugate
to each other and they correspond to the TQRPA
eigenstate with the lowest eigenvalue ω ≈ 0.01 MeV.
The TQRPA vacuum contains a certain number of
thermally excited charge-changing phonon quanta
with the occupation factor n(ω) given by the Bose–
Einstein statistics (see [22] for a similar discussion
for charge-neutral excitations). Thermal non-tilde
(tilde) one-phonon states describe the process of
adding (removing) a quantum to (from) thermal
vacuum and the respective transition strengths are
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Рисунок 2.3 — Распределение силы ГТ− (верхние графики) и ГТ+ переходов
(нижние графики) в 56Ni, рассчитанные при 𝑇 = 0.2 МэВ (штриховые пики) и
𝑇 = 0.8 МэВ (сплошные пики). На каждом графике показаны суммарные ГТ∓
силы, 𝑆− и 𝑆+, для соответствующих температур (для 𝑇 = 0.2 МэВ, значения

𝑆∓ указаны в скобках).

В рамках ТКПСФ эта сила возникает за счёт теплового размытия ядерно­
го уровня Ферми, вследствие чего становятся возможными некоторые 𝑝𝑝- и
ℎℎ-переходы. Здесь под частицами (дырками) понимаются состояния выше (ни­
же) уровня Ферми. В 56Ni термически разблокированы одночастичные перехо­
ды 2𝑝3/2 → 2𝑝3/2,1/2 и 1𝑓7/2 → 1𝑓7/2 протонов в нейтроны и нейтронов в протоны.
Отметим, что правило сумм Икеды (2.23) продолжает выполняться даже после
разблокировки указанных переходов.

Для взаимодействий Скирма с более сильной тензорной компонентой, теп­
ловые эффекты кардинально меняют ГТ распределения. Как видно из рис. 2.3,
большее тензорное взаимодействие приводит к значительному усилению ГТ
силы и ее перераспределению в сторону более низких энергий. Для взаимо­
действия SGII+T мы наблюдаем необычный эффект: повышение температуры
приводит к увеличению суммарной ГТ силы на порядок и вся ГТ− (ГТ+) си­
ла концентрируется в термически разблокированном пике при 𝐸 ≈ +7.9 МэВ
(𝐸 ≈ −7.9 МэВ). Для объяснения этого эффекта заметим, что соответствующие
однофононные состояния, которые формируют высокие ГТ+ и ГТ− пики при
𝑇 = 0.8 МэВ тильда-сопряжены друг к другу, и они соответствуют собствен­
ному ТКПСФ-состоянию с наименьшим собственным значением 𝜔 ≈ 0.01 МэВ.
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Fig. 4. GT− (upper panels) and GT+ (lower panels) strength distributions in 78Ni calculated at T = 0.5 MeV (dashed peaks)
and T = 2.0 MeV (solid peaks). The total GT∓ strengths, S− and S+, for respective temperatures are shown on each plot (for
T = 0.5 MeV the S∓ values are given in parentheses).

connected by the detailed balance relation (8). More-
over, due to thermally excited quanta, transition
strengths to non-tilde and tilde phonon states contain
the Bose–Einstein statistical factor which can be
very big for low-energy modes. So, we can say
that the observed enhancement of the GT strength
in 56Ni is a combined effect of thermal excitations
and tensor correlations. Tensor correlations result
in low-energy charge-changing excitations, while
finite temperature increases respective occupation
factors and transition strengths. We also would like
to note that for the SGII+T interaction there is a
critical temperature T ≈ 0.84 MeV when the TQRPA
collapses in 56Ni and yields imaginary solutions.

For 78Ni, the temperature evolution of the GT−
and GT+ strength functions also strongly depends on
the strength of tensor force. As seen from Fig. 4,
with the T45 parametrization thermal effects just
unblock some new GT transitions and make the
distribution more fragmented, without changing the
total strength significantly. For the GT+ channel the
main thermally unblocked transitions are π1g9/2 →
ν1g7/2 and π1f7/2 → ν1f5/2, while thermally un-
blocked ν1f7/2,5/2 → π1f7/2 transitions contribute
to the GT− strength function. The important point
is that thermally unblocked GT+ (GT−) transitions
have low (negative) energy and, therefore, they should
contribute to EC (β decay) substantially. With the
T43 and SGII+T Skyrme interactions we observe
the same thermal effects as discussed above for 56Ni.
Namely, the total GT strengths drastically increase

and concentrate in a single peak. The analysis of
the wave functions of these strong peaks shows that
the respective GT+ and GT− one-phonon states are
tilde-conjugate to each other and they contain a lot of
configurations with essential backward amplitudes.
As a result, the coherent contribution of forward and
backward amplitudes to the transition matrix element
leads to the GT strength enhancement. When
the SGII+T force is used, we observe the TQRPA
collapse at some critical temperature.

3.2. Electron Capture and β Decay Rates

Let us now illustrate the influence of the tensor
force and thermal effects discussed above on the elec-
tron capture and β decay rates in pre-supernova envi-
ronment. In Fig. 5, the EC rates for 56Ni are shown as
a function of temperature and density ρYe comparing
the SGII+T, T43 and T45 Skyrme parametrizations.
Note, that for each parametrization we display the
rates calculated with and without taking into account
the tensor component of the residual interaction.

As shown in Fig. 5, when tensor correlations
are neglected, the T45 parametrization predicts the
largest rates, while SGII+T gives the smallest one.
To explain this we refer to Fig. 1. With no tensor cor-
relations, solely the T45 interaction predicts the GT+

resonance peak located at negative energies. For this
reason, regardless of density, the T45 EC rates are
dominated by the resonance contribution and they
demonstrate rather moderate growth with tempera-
ture. In contrast, within the SGII+T parametrization
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Рисунок 2.4 — Распределение силы ГТ− (верхние графики) и ГТ+ переходов
(нижние графики) в 78Ni, рассчитанные при 𝑇 = 0.5 МэВ (штриховые пики) и
𝑇 = 2 МэВ (сплошные пики). На каждом графике показаны суммарные ГТ∓
силы, 𝑆− и 𝑆+, для соответствующих температур (для 𝑇 = 0.5 МэВ, значения

𝑆∓ указаны в скобках).

Вакуум ТКПСФ содержит определенное количество тепловых зарядовообмен­
ных квантов с числом заполнения 𝑛(𝜔), определяемым статистикой Бозе-Эйн­
штейна (см. [61]). Тепловые однофононные состояния без тильды (с тильдой)
описывают процесс добавления (удаления) кванта к (от) тепловому вакууму и
соответствующие переходные силы связаны принципом детального равновесия
(2.8). Более того, за счёт термически возбужденных квантов, силы переходов
в однофононные состояния без тильды (с тильдой) включают статистические
факторы Бозе-Эйнштейна, которые могут быть большими при низких энергиях.
Таким образом, наблюдаемое усиление ГТ силы в 56Ni – это комбинированный
эффект тепловых возбуждений и тензорных корреляций. Тензорные корреля­
ции приводят к появлению низкоэнергетических зарядовообменных переходов,
в то время как ненулевая температура увеличивает их силу. Отметим также,
что для взаимодействия SGII+T существует критическая температура 𝑇 ≈ 0.84

МэВ, выше которой процедура ТКПСФ коллапсирует и дает мнимые решения
для 56Ni.

Для 78Ni, эволюция ГТ силовых функций с ростом температуры также
сильно зависит от величины тензорной компоненты. Как видно из рис. 2.4, вза­
имодействие T45 приводит к разблокировке некоторых новых переходов и фраг­
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ментации распределения без значительного изменения суммарной силы. Для ка­
нала ГТ+ основные термически разблокированные переходы: 𝜋1𝑔9/2 → 𝜈1𝑔7/2

и 𝜋1𝑓7/2 → 𝜈1𝑓5/2, в то время как термически разблокированные переходы
𝜈1𝑓7/2,5/2 → 𝜋1𝑓7/2 вносят вклад в ГТ− силовую функцию. Важно, что термиче­
ски разблокированные ГТ+ (ГТ−) переходы имеют низкую (отрицательную)
энергию и, следовательно, должны вносить существенный вклад в e-захват
(𝛽−-распад). Для взаимодействий T43 и SGII+T мы наблюдаем тепловые эф­
фекты, которые видели выше для 56Ni. А именно, суммарные ГТ силы резко
увеличиваются и концентрируются в одном пике. Анализ волновых функций
этих пиков показывает, что соответствующие однофононные ГТ+ и ГТ− состоя­
ния тильда-сопряжены друг с другом и содержат большое количество конфигу­
раций с высокими обратными амплитудами. Как следствие, когерентный вклад
прямых и обратных амплитуд в матричный элемент ГТ-перехода приводит к
росту силовой функции.

2.4.2 Влияние тензорного взаимодействия и конечных температур
на скорости слабых реакций в коллапсирующих звездах

Проиллюстрируем влияние тензорного взаимодействия и тепловых эффек­
тов на скорости e-захвата и 𝛽−-распада в горячей звездной среде. На рис. 2.5
представлена скорость e-захвата в 56Ni как функция температуры и плотно­
сти 𝜌𝑌𝑒 (𝑌𝑒 – число электронов на барион), полученная со взаимодействиями
SGII+T, T43 и T45. Для каждой параметризации показаны скорости, рассчитан­
ные с учётом и без учёта тензорной составляющей остаточного взаимодействия.

Как показано на рис. 2.5, в пренебрежении тензорных корреляций взаи­
модействие T45 дает наибольшие скорости, а SGII+T – наименьшие. Для объ­
яснения, обратимся к рис. 2.1. В остутствие тензорных корреляций, только вза­
имодействие T45 дает пик силовой функции в области отрицательных энергий.
По этой причине, вне зависимости от плотности, скорости, рассчитанные с па­
раметризацией T45, определяются вкладом этого резонанса и демонстрируют
умеренный рост с увеличением температуры. С другой стороны, центральная
часть остаточного взаимодействия сил SGII+T смещает ГТ+ распределение к
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положительным энергиям. В результате, соответствующие скорости e-захвата
меньше остальных и в то же время сильно зависят от температуры при низких
плотностях, т. е. когда химический потенциал электронного газа относительно
небольшой. При высокой плотности скорость e-захвата почти неизменны.

Как и ожидалось, включение тензорных корреляций приводит к увеличе­
нию скорости e-захвата. Этот эффект особенно выражен для взаимодействия
SGII+T с наиболее сильной тензорной компонентой. Из верхних графиков на
рис. 2.5 видно, что при включении тензорной части остаточного взаимодей­
ствия, скорости почти не зависят от температуры при 𝑇 < 0.5 МэВ. Это свя­
зано с тем, что для всех взаимодействий тензорные корреляции смещают ГТ+

пики в сторону отрицательных энергий. Однако, как обсуждалось выше, при
более высоких температурах распределение силы ГТ+ переходов, полученное с
полным взаимодействием SGII+T, начинает увеличиваться за счёт корреляций
ТКПСФ, вызванных сильной тензорной составляющей. Как следствие, взаи­
модействие SGII+T приводит к значительному росту скоростей e-захвата при
𝑇 > 0.5 МэВ, и это изменение скорости не зависит от плотности.

На рис. 2.5 также сравниваются скорости, полученные в рамках ТКПСФ
и в подходе LSSM [47]. Видно, что ТКПСФ-расчёты с тензорным взаимодей­
ствием дают значительно большие скорости, чем расчёты LSSM. Имеются две
причины данного несоответствия:

1. Согласно расчётам в оболочечной модели [74], ГТ+ сила в 56Ni фраг­
ментирована по многим состояниям, а ее центроид находится при более
высоких энергиях по сравнению с предсказанием ТКПСФ. Следует от­
метить, однако, что ГТ+ пик, полученный со взаимодействием SGII+T
без тензорной компоненты, находится примерно при той же энергии,
что и в расчётах LSSM. Как следствие, в этом случае мы получаем
хорошее согласие в расчётах по двум моделям.

2. Даже при коэффициенте подавления 𝑞 = 0.74, суммарная ГТ+ сила в
56Ni, полученная с помощью взаимодействий Скирма, превышает значе­
ние 10.1 из оболочечной модели [74]. Поскольку наибольшая суммарная
ГТ+ сила получается в расчётах с полным SGII+T взаимодействием,
а ГТ резонанс при этом сдвинут к наименьшим энергиям, наибольшие
расхождения между двумя моделями возникают именно при использо­
вании данной параметризации.
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Fig. 5. Electron capture rates for 56Ni calculated at selected densities ρYe (g cm−3) as a function of temperature. For each
density value we show EC rates calculated with and without taking into account the tensor interaction. The electron gas
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the central part of the residual interaction shifts the
GT+ distribution to positive energies. As a result, the
respective EC rates are the smallest ones and they
demonstrate noticeable temperature dependency at
low densities, i.e., when the electron gas chemical
potential is small. At high densities, the rates remain
almost constant.

As expected, the inclusion of tensor correlations
enhances the EC rates. This effect is most pro-
nounced for the SGII+T parametrization which pos-

sesses the strongest tensor component. The upper
panels in Fig. 5 depict that when the tensor compo-
nent of the residual interaction is included, the rates
are rather temperature insensitive until T ≈ 0.5 MeV.
This is due to the fact that for all Skyrme forces
we use, tensor correlations shift the GT+ peaks to
negative energies. However, as discussed above, at
higher temperatures the GT+ strength obtained with
the full SGII+T interaction starts to increase due to
RPA correlations caused by the strong tensor com-
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Рисунок 2.5 — Скорость захвата электронов в 56Ni, рассчитанная при
выбранных плотностях вырожденного электронного газа 𝜌𝑌𝑒 (г см˘3) как

функция температуры. Для каждого значения плотности показаны скорости,
рассчитанные с учётом и без учёта тензорного взаимодействия. Химический
потенциал электронного газа 𝜇𝑒 (МэВ) рассчитан для указанной плотности

при температуре 𝑇 = 0.1 МэВ. Чёрной линией с точками для сравнения
показаны результаты расчётов в рамках оболочечной модели Large-scale shell

model из [46].
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На рис. 2.6 представлено сравнение скоростей e-захвата в 78Ni. Здесь сно­
ва показаны скорости, полученные с учётом и без учёта тензорных корреляций.
Видно, что наибольшие расхождения между различными ТКПСФ-расчётами
без тензорных корреляций возникают при низких температурах и плотностях,
когда скорости чувствительны к структуре ГТ+ распределения. При более вы­
соких плотностях и температурах энергия электронов достаточно велика для
тепловой разблокировки новых переходов. В таких условиях скорость e-захвата
зависит не столько от особенностей ГТ+ распределения, сколько от суммарной
ГТ+ силы. Поскольку в отсутствие тензорных корреляций все взаимодействия
Скирма предсказывают почти одно и то же количество термически разблокиро­
ванной ГТ+ силы, скорости во всех параметризациях сходятся при высоких 𝑇 и
𝜌𝑌𝑒. Также следует отметить, что в отличие от случая 56Ni, скорости e-захвата
в 78Ni при высокой плотности чувствительны к повышению температуры из-за
эффектов тепловой разблокировки.

Что касается 56Ni, учёт остаточного тензорного взаимодействия в ТКПСФ­
расчётах, как правило, приводит к увеличению скорости e-захвата. Поскольку
сильные тензорные корреляции в SGII+T более эффективно разблокируют ГТ+

переходы, соответствующие скорости более, чем на порядок превышают скоро­
сти, полученные с параметризациями Т45 и Т43. Более того, поскольку коли­
чество термически разблокированной силы сильно зависит от параметризации,
скорости при высоких температурах и плотностях также расходятся.

В работе [45] было предложено аналитическое приближение для скоро­
стей захвата электронов, основанное на зависимости от энергии реакции 𝑄.
Это приближение было позднее параметризовано в [75] для подгонки микроско­
пических расчётов в нейтрон-избыточных ядрах. Соответствующее выражение
имеет вид:

𝜆𝑒𝑐 =
ln 2 ·𝐵
𝐷

(︂
𝑇

𝑚𝑒𝑐2

)︂5

· [𝐹4(𝜂)− 2𝜒𝐹3(𝜂) + 𝜒2𝐹2(𝜂)], (2.30)

где 𝐹𝑘 – интегралы Ферми ранга 𝑘 и степени вырождения 𝜂, 𝜂 = 𝜒 + 𝜇𝑒/𝑇 ,
𝜒 = −(𝑄 + Δ𝐸)/𝑇 (заметим, что в [75] 𝑄 определяется с противоположным
знаком: 𝑄 = 𝑀𝑖 −𝑀𝑓). Подгоняемые параметры 𝐵 и Δ𝐸 отвечают силе пере­
ходов (ГТ и запрещенных) и разнице энергий конечного и начального возбуж­
денных состояний. При 𝐵 = 4.6 и Δ𝐸 = 2.5 МэВ имеется хорошее согласие
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temperature T = 0.5 MeV.

ponent. As a result, the SGII+T interaction predicts
a significant growth of EC rates at T > 0.5 MeV and
this change of the rate is independent of the density.

Figure 5 also compares the Skyrme-TQRPA rates
to those obtained in the LSSM approach [7]. Re-
ferring to the figure, Skyrme-TQRPA calculations
with the tensor interaction yield significantly higher
rates than the LSSM calculations. There are two
reasons for this discrepancy: 1) According to the
shell-model calculations [35], the GT+ strength in

56Ni is fragmented over many states and its centroid
resides at higher energies than it is predicted by the
Skyrme-TQRPA model. It should be noted, how-
ever, that the GT+ peak obtained with the SGII+T
parametrization with no tensor component is located
at about the same energy as in the LSSM calcula-
tions. As a result, in this case we get a rather good
agreement between two model calculations. 2) Even,
with the quenching factor q = 0.74, the total GT+

strength in 56Ni obtained with the Skyrme interac-
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Рисунок 2.6 — То же, что на 2.5, но для 78Ni. Химический потенциал
электронного газа 𝜇𝑒 (МэВ) рассчитан для указанной плотности при

температуре 𝑇 = 0.5 МэВ.

между (2.30) и микроскопическим расчётами в большом количестве ядер [75].
На рис. 2.6 данные расчёты сопоставлены с нашими оценками. Видно, что ре­
зультаты сильно отличаются при низких плотностях (𝜌𝑌𝑒 = 1010 и 5 · 1010),
когда химический потенциал меньше или сопоставим с 𝑄 (т.е. 𝜇𝑒 . 20 МэВ).
При таких условиях скорости чувствительны к фрагментации силы переходов
𝑝 → 𝑛. Поскольку уравнение (2.30) основано на предположении, что все сило­
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вое распределение сконцентрировано в едином состоянии при энергии выше 𝑄,
получаемые скорости гораздо ниже тех, которые предсказываются в ТКПСФ.
При более высоких плотностях и низких температурах, пока разблокировка не
достаточно существенна, скорости из ТКПСФ ниже рассчитанных с помощью
(2.30). Однако с увеличением тепловой разблокировки различных переходов,
ТКПСФ предсказывает более высокие скорости.

Перейдём к 𝛽−-распаду. На рис. 2.7 представлены расчёты скорости
𝛽−-распада 𝜆𝛽 в 56Ni, полученные с учётом (на верхних графиках) и без учёта
(на нижних графиках) тензорной компоненты остаточного взаимодействия. На­
блюдается крутая зависимость 𝜆𝛽 от температуры, хотя для рассмотренных тем­
ператур и плотностей скорости 𝛽−-распада значительно ниже скоростей e-захва­
та, показанных на рис. 2.5. Не играют в 𝛽-распаде большой роли и тензорные
корреляции. Чтобы объяснить, почему 𝜆𝛽 ≪ 𝜆𝑒𝑐, заметим, что все используемые
параметризации Скирма дают большую разницу между нейтронными и протон­
ными химическими потенциалами, а именно, 𝜆𝑛 ≪ 𝜆𝑝. Роль играет, конечно, и
порог ∼15 МэВ, обусловленный разностью масс 56Ni и дочернего ядра 56Cu. В
результате, термически разблокированные нейтрон-протонные переходы между
одночастичными состояниями вблизи уровней Ферми, характеризующиеся боль­
шой силой, имеют положительные энергии и не могут дать вклад в 𝛽−-распад
(см. рис. 2.3). Только переходы с отрицательной энергией из высоколежащих
термически заселённых нейтронных одночастичных состояний вносят вклад в
𝛽−-распад, но их вклад подавляется за счёт малых чисел заполнения.

Прежде чем рассматривать скорости 𝛽−-распада 78Ni при конечных тем­
пературах, сравним вычисленный период полураспада этого ядра в основном
состоянии с экспериментальным значением 𝑇1/2 = 110+110

−60 мс [76]. В [77] ПСФ­
расчёты 𝑇1/2 𝛽-распада 78Ni показали, что различные взаимодействия Скирма
могут сильно отличаться в спин-изоспиновом канале, и соответствующие пред­
сказания периода полураспада могут различаться более чем на два порядка. На­
стоящие ПСФ-расчёты для 78Ni дали следующие значения 𝑇1/2: 10.6 с (SGII), 22
мс (SGII+T), 12 мс (T43) и 85 мс (T45). Таким образом, взаимодействия Скир­
ма с сильной тензорной составляющей, SGII+T и T43, недооценивают период
полураспада, в то время как предсказание Т45 согласуется с экспериментом на
уровне ПСФ. Следует отметить, что учёт связи сложных конфигураций может
модифицировать низкоэнергетическую часть ГТ силы и, как следствие, влиять
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potential μe (MeV) is calculated for a given density and temperature T = 0.1 MeV.

tions is greater than the shell-model value 10.1 [35].
Since the largest total GT+ strength is obtained with
the full SGII+T parametrization and it is shifted to
lowest negative energy, the discrepancy between the
SGII+T rates and the shell-model results is most
pronounced.

The comparison of the rates for the 78Ni EC reac-
tion is shown in Fig. 6. Here again, we show the rates
computed with and without taking into account ten-
sor correlations. It can be seen that without consid-
ering tensor correlations the discrepancy between the
Skyrme-TQRPA rates is largest at low temperatures
and densities when the rates are sensitive to the GT+

distribution details. At higher densities and tempera-
tures the energy of electrons is large enough for ther-
mally unblocked GT+ transitions. In such conditions
the capture rates are no more dependent on the details
of the GT+ distribution but rather on the total GT+

strength. Since, in the absence of tensor correlations,
all the Skyrme interactions predict almost the same
amount of the thermally unblocked GT+ strength, the
rates in all parametrizations converges at high T and
ρYe. It also should be noted, that at high densities,
in contrast to the case of 56Ni, the EC rates for 78Ni
are sensitive to the temperature rise due to thermal
unblocking effect.

As for 56Ni, the inclusion of the residual tensor in-
teraction into TQRPA calculations tends to enhance
the EC rate. Since strong tensor correlations of the
SGII+T interaction unblock GT+ transitions more

efficiently (see Fig. 4), the respective rates are more
than an order larger than those obtained with T45
and T43. Moreover, since the amount of thermally
unblocked strength strongly depends on the Skyrme
parametrization, there is no rate convergency at high
temperatures and densities.

In [5], Fuller et al. proposed an analytic approx-
imation for electron capture rates which is based on
the Q-value dependence of the capture rate. For
neutron-rich nuclei this approximation was later pa-
rameterized by Langanke et al. [36] to fit their detailed
microscopic calculations. The corresponding expres-
sion is

λ =
ln 2 · B

D

(
T

mec2

)5

×
[
F4(η) − 2χF3(η) + χ2F2(η)

]
, (19)

where Fk are the Fermi integrals of rank k and degen-
eracy η, χ = −(Q + ΔE)/T ,5) η = χ + μe/T . The fit
parameters B and ΔE represent, respectively, effec-
tive values for the transition strength (Gamow–Teller
plus forbidden) and energy difference between the fi-
nal and initial excited states. With the values B = 4.6
and ΔE = 2.5 MeV, a good agreement is achieved
between the parametrization (19) and microscopic
calculations for a very large number of nuclei [36].
In Fig. 6, we compare the rates evaluated with this

5)Note, that in our definition Q = Mf − Mi, while in [36] the
Q-value is defined with opposite sign.
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Рисунок 2.7 — Скорость 𝛽−-распада 56Ni, рассчитанная при выбранных
плотностях вырожденного электронного газа 𝜌𝑌𝑒 (г см˘3) как функция
температуры. Для каждого значения плотности показаны скорости,

рассчитанные с учётом и без учёта тензорного взаимодействия. Химический
потенциал электронного газа 𝜇𝑒 (МэВ) рассчитан для указанной плотности

при температуре 𝑇 = 0.1 МэВ.

на рассчитываемые периоды полураспада. В работах было показано [77; 78],
что согласие между теорией и экспериментом можно существенно улучшить,
приняв во внимание связь фононных и частичных конфигураций.

На рис. 2.8 показаны скорости 𝛽-распада 78Ni при тех же условиях, что
и для скоростей e-захвата на рис. 2.5. Прежде всего заметим, что в отличие
от скорости e-захвата, скорость 𝛽−-распада уменьшается с ростом плотности.
Это связано с тем, что химический потенциал электронного газа растет с увели­
чением плотности и все большая часть фазового пространства блокируется по
принципу Паули. Из графиков также видно, что тензорные корреляции уско­
ряют 𝛽−-распад, и данный эффект наиболее выражен при низкой плотности
для взаимодействия SGII+T. Из соображений, приведенных выше (см. рис. 2.4
и его обсуждение) ясно, что подобное влияние тензорных сил вызвано увеличе­
нием никзоэнергетической части распределения ГТ− силы. Следует отметить,
однако, что включение тензорных корреляций в расчётах с T43 и T45 при низ­
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Fig. 8. The same as in Fig. 7 but for 78Ni. The electron gas chemical potential μe (MeV) is calculated for a given density and
temperature T = 0.5 MeV.

approximation and those from the present Skyrme-
TQRPA calculations. As can be seen, the results
of two approaches differ significantly at low densi-
ties (ρYe = 1010, 5 × 1010) when the electron chem-
ical potential is comparable or below the reaction
Q value (i.e., μe � 20 MeV). Under such conditions,
the rates are sensitive to the fragmentation of the
p → n transition strength. Since Eq. (19) is based on
the assumption that all the strength is concentrated
in a single state above the Q value, the resulting
rates are much smaller than those predicted by the

TQRPA. At higher densities and low temperatures,
when the unblocking effect is not yet strong enough,
the Skyrme-TQRPA rates are lower than those given
by Eq. (19). However, as soon as the strength of
thermally unblocked transitions increases noticeably,
the TQRPA rates become larger.

Now turn to β decay rates. Figure 7 shows two
panel plots in which the upper panels depict the
Skyrme-TQRPA rates calculated with the tensor
contribution, while on the lower panels it is neglected.
As seen from the plots, the 56Ni β decay rates
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Рисунок 2.8 — То же, что на 2.7, но для 78Ni. Химический потенциал
электронного газа 𝜇𝑒 (МэВ) рассчитан для указанной плотности при

температуре 𝑇 = 0.5 МэВ.

ких температурах приводит к более высоким скоростям 𝛽−-распада, нежели
при использовании SGII+T. Для объяснения данного эффекта заметим, что
при 𝜇𝑒 > 10 МэВ ГТ− переходы большой амплитуды заблокированы по прин­
ципу Паули при низких температурах. В таких условиях скорости 𝛽−-распада
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в основном определяются слабыми «нерезонансными» переходами, в которых
могут рождаться высокоэнергетические электроны. Только при высоких тем­
пературах, когда уровень Ферми электронного газа размыт, переходы в ГТ−
резонансе частично разблокируются и параметризация SGII+T предсказывает
самую высокую скорость распада. Отметим, что при низкой плотности скорости
𝛽−-распада в 78Ni сопоставимы с или даже больше, чем скорости e-захвата.

В данной главе мы показали, что учёт тензорных корреляций важен при
описании слабых реакций, сопровождающих r-процесс в звёздах на стадии гра­
витационного коллапса. С одной стороны, смешивание конфигураций, вызван­
ное тензорными корреляциями, приводит к существенному увеличению суммар­
ной силы ГТ переходов. С другой, притягивающие тензорные силы в канале
остаточного взаимодействия сдвигают силовые ГТ распределения в сторону
низких энергий, причём данный эффект усиливается по мере увеличения темпе­
ратуры среды. Как следствие, скорости как 𝛽−-распада, так и e-захвата могут
возрастать на несколько порядков в зависимости от амплитуды тензорных кор­
реляций.
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Глава 3. Тензорное взаимодействие и Λ𝑁-взаимодействие с
нарушением зарядовой симметрии в экзотических Λ-гиперядрах

3.1 Экзотические гиперядра

Со времени открытия гало-ядра 11Li [79] (нейтрон- и протон-избыточные)
ядра остаются одним из наиболее активно развивающихся направлений ядер­
ных исследований. Безусловно, интерес к системам с избытком нейтронов или
протонов присутствует и в физике гиперядер – ядер, в состав которых поми­
мо нуклонов входит один или несколько гиперонов. Изучение подобных систем
приведёт к дальнейшему развитию “странной” ядерной физики, а также расши­
рению имеющихся представлений о различных особенностях как нуклон-нук­
лонных, так и гиперон-нуклонных взаимодействий.

Первое теоретическое описание нейтрон-избыточных Λ-гиперядер было
сделано Далицем и Леви Сетти в 1963 году [80], хотя в течение нескольких
последующих десятилетий данная проблема почти не привлекала к себе вни­
мания. В 1990-х, Майлинг начал более систематическое исследование нейтрон­
избыточных Λ-гиперядер [81—83]. В частности, им приводились доводы в поль­
зу существования связанных гиперядер 6

ΛH и 8
ΛH, в то время как и нуклонные

остовы (5H и 7H) связанными не являются. Это специфичесское проявление
так называемого "связывающего свойства"("glue-like role") Λ-гиперона. В свя­
зи с притягивающим характером Λ𝑁 -взаимодействия, добавление Λ-гиперона
может привести к образованию связанных ядер. В работе [84] впервые исследо­
вался сдвиг линии нейтронной стабильности за счёт добавления Λ-гиперона к
нейтрон-избыточным ядрам.

Отклик нейтронного гало на добавление Λ-гиперона изучался в [85]. Иные
аспекты динамики нейтрон-избыточных Λ-гиперядер были позже освещены в
ряде теоретических работ [86—88].

Небольшое количество событий образования нейтрон-избыточных гиперя­
дер с несвязанным остовом (6ΛHe, 8

ΛHe) были найдены в ранних эмульсионных
экспериментах [89]. Успешный эксперимент в этой области был проведен в На­
циональной лаборатории высоких энергий KEK (Япония) в реакциях на интен­
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сивных мезонных пучках [90]. Нейтрон-избыточное гиперядро 10
Λ Li было синте­

зировано в реакции 10B(𝜋−,𝐾+), хотя вследствие малой статистики измерить
его энергию связи не удалось. Соответствующие сечения данной реакции были
предсказаны в [91]. Позднее, коллаборация FINUDA (Италия) доложила о трёх
событиях возможного наблюдения гиперядра 6

ΛH в реакции 6Li(𝐾−,𝜋+) [92], в
то время как на J-PARC (Япония) в реакции 6Li(𝜋−,𝐾+) 6ΛH не было найде­
но сигнала [93]. Подытоживая, данных по нейтрон-избыточным гиперядрам на
сегодняшний день весьма немного.

Ещё меньше информации имеется по гиперядрам с протонным избытком.
Гиперядро 7

ΛBe с несвязанным нуклонным остовом 6Be было найдено в эмульси­
онных экспериментах [89]. Никаких специальных исследований в области про­
тон-избыточных гиперядер никогда не проводилось и не планировалось. При­
чина заключается в том, что реакции (𝐾,𝜋), (𝜋,𝐾) и (𝑒,𝑒𝐾) не позволяют син­
тезировать гиперядра с протонным избытком.

Новые возможности открываются с области экспериментов по столкнове­
нию тяжёлых ионов. NICA (Дубна, Россия) и FAIR (Дармштадт, Германия)
заявляют о гиперядерных исследованиях как одной из целей новых проектов
[94; 95]. Возможность образования гиперядер в столкновениях ионов при проме­
жуточных энергиях была впервые продемонстрирована в эксперименте в Дубне
[96] и подтверждена коллаборацией HYPHI [97]. Примечательно, что гипертри­
тон и даже антигипертритон были зарегистрированы при высоких энергиях [98].
В действительности, в реакциях столкновения тяжёлых ионов возможен синтез
гиперядер произвольного состава, включая протон-избыточные, нейтрон-избы­
точные гиперядра, а также гиперядра со странностью 𝑆 < −1 [99]. Заметим, что
изотопы и гиперизотопы с избытком протонов легче, и потому их образование
более вероятно.

Расширение гиперядерной карты вдали от долины стабильности необхо­
димо для развития представлений, в частности, об особенностях гиперонных
взаимодействий. Так, современные подходы среднего поля как правило осно­
вываются на Λ𝑁 -взаимодействиях, зависящих от плотности. Поскольку неэк­
зотические гиперядра с почти постоянной в центре плотностью предоставляют
очень ограниченную информацию о поведении взаимодействия с изменением
плотности, изучение слабо связанных систем (например, гало-ядер) может улуч­
шить наши представления о величине Λ𝑁 -сил при различных плотностях. учёт
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данной зависимости важен, в частности, при описании структуры нейтронных
звезд, в которых плотность варьируется в широком диапазоне [100].

Дополнительный интерес в недавнее время возрос к Λ𝑁 -взаимодействиям,
нарушающим зарядовую симметрию [4; 87; 101]. Однако имеющаяся скудная и
иногда противоречивая информация по зеркальным гиперядрам ограничива­
ет возможности заключения каких-либо выводов в этой области. Гиперядра с
необычным соотношением 𝑁/𝑍 могут послужить дополнительным источником
информации в этом вопросе.

3.2 Нарушение зарядовой симметрии в экзотических Λ-гиперядрах

Сильное взаимодействие адронов, как известно, обладает изоспиновой
симметрией. Однако взаимодействие реальных адронов демонстрирует неболь­
шое нарушение симметрии, вызванное электромагнитными силами. Нарушение
зарядовой симметрии (charge symmetry breaking, CSB) – проявление этого эф­
фекта.

В физике нестранных ядер обычно выделяют зарядовую симметрию (тож­
дественность сильного взаимодействия двух протонов и двух нейтронов) и за­
рядовую независимость (тождественность сильного взаимодействия двух про­
тонов, двух нейтронов и нейтрона с протоном в одном и том же спиновом со­
стоянии) и, соответственно, их нарушение. Различие этих двух понятий, однако
несущественно для дальнейшего рассмотрения, и речь будет о нарушении заря­
довой симметрии.

Хотя величина нарушения зарядовой симметрии в ядрах относительно ма­
ла (например, оно дает вклад около 70 кэВ в разность энергий связи 3H и 3He
[3]), CSB оказывает влияние на ряд ядерных характеристик, таких как энер­
гия связи, распределение нуклонной плотности, положение изобар-аналоговых
состояний и одночастичная структура зеркальных ядер и может играть решаю­
щую роль в предсказании положения линий нуклонной стабильности [102; 103].

Во взаимодействии нуклонов нарушение зарядовой симметрии наблюда­
ется лишь на фоне более сильного электромагнитного эффекта – кулоновского
взаимодействия протонов. С этой точки зрения, взаимодействие Λ-гиперона с
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нуклонами представляется идеальным источником информации о CSB в бари­
онном секторе: вследствие нейтральности Λ-гиперона различие взаимодействий
Λ𝑝 и Λ𝑛 определяется исключительно нарушением зарядовой симметрии. Стоит
отметить, однако, что данных о Λ𝑝-рассеянии очень мало, а о Λ𝑛-рассеянии —
вовсе отсутствуют. Информацию о CSB в Λ𝑁 -взаимодействии можно извлечь
лишь из характеристик гиперядер, таких как энергия связи гиперона 𝐵Λ, по
смыслу являющаяся эго энергией отделения:

𝐵Λ(
𝐴
Λ𝑍) = 𝐵(𝐴Λ𝑍)−𝐵(𝐴−1𝑍), (3.1)

где 𝐵 – энергия связи ядра или гиперядра.
Долгое время изучение нарушения зарядовой симметрии в

Λ𝑁 -взаимодействии в основном опиралось на выполненные в прошлом
веке измерения энергий связи основных (𝐽𝑃 = 0+) и первых возбужденных
(𝐽𝑃 = 1+) состояний зеркальных гиперядер 4

ΛH и 4
ΛHe [89; 104]. Полу­

ченное значение разности энергий связи гиперона в основных состояниях
Δ𝐵Λ = 𝐵Λ(

4
ΛHe) − 𝐵Λ(

4
ΛH) = 0.35 ± 0.06 МэВ указывало на значительный

эффект CSB (заметим, что кулоновское отталкивание протонов должно
уменьшать эту разность, поэтому эффект фактически еще больше, чем
можно предположить исходя из значения Δ𝐵Λ). В возбужденных состояниях,
соответствующих спиновому триплету, измеренная разность была немного
меньше.

Экспериментальная ситуация поменялась в последнее десятилетие, когда
были выполнены новые измерения энергий связи [10; 105; 106]. Последний на
сегодня эксперимент [10] коллаборации STAR дал для основных состояний ги­
перядер 4

ΛH и 4
ΛHe разницу Δ𝐵Λ = 0.16 ± 0.14 ± 0.10 МэВ (первая ошибка ста­

тистическая, вторая – систематическая), то есть нарушение зарядовой симмет­
рии, вероятно, существенно меньше, чем считалось ранее. Более того, согласно
данному измерению, для возбужденных уровней разность Δ𝐵Λ имеет противо­
положный знак. Отметим, что данный результат согласуется с теоретическим
предсказанием [107].

Имеющиеся данные об энергиях связи Λ-гиперона в более тяжёлых гипе­
рядрах с зеркальными остовами (8ΛLi - 8

ΛBe), (9ΛLi - 9
ΛB), (10Λ Be - 10

Λ B), (12Λ B - 12
Λ C)

[89; 108] указывают на небольшие, часто сравнимые с нулем, разности энергий
связи в основных состояниях, хотя намечается определенная тенденция превы­
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шения энергии связи в системах с большим числом нейтронов в противоречии
с данными по 4

ΛH и 4
ΛHe.

Основы теории CSB в Λ-гиперядрах были заложены в работе [109], где бы­
ли проанализированы различные возможные источники различия энергий свя­
зи гиперона в зеркальных системах. Помимо кулоновского взаимодействия про­
тонов, наиболее важными из них оказались прямое CSB в Λ𝑁 -взаимодействии
свободных барионов и эффект смешивания барионных состояний в гиперядре,
возникающий за счёт Λ𝑁−Σ𝑁 -взаимодействия. В дальнейшем теории CSB был
посвящен ряд теоретических работ, в том числе [4; 101; 107; 110—115]. Отметим,
что большинство этих работ полностью или частично опирались на старые дан­
ные по энергиям связи 4

ΛH и 4
ΛHe.

Нужно отметить, что данные о CSB в Λ-гиперядрах сегодня недостаточно
точны, чтобы делать из них не только количественные, но и качественные вы­
воды. Наиболее богатым источником информации о CSB в Λ𝑁 -взаимодействии
могут послужить энергии связи экзотических гиперядер, т.е. гиперядер с боль­
шим избытком протонов или нейтронов. Такие системы уже наблюдались в
эксперименте, хотя имеющихся данных пока крайне мало. По этой причине, в
настоящей главе целью ставилось предсказание величины данного эффекта в
некоторых таких гиперядрах на примере экзотических гиперядер углерода. В
данной главе приводится расширенный подход Скирма-Хартри-Фока, исполь­
зуемый для описания Λ-гиперядер. Показано, как в данном подходе проводит­
ся учёт тензорных сил (и объясняется их малость для легких гиперядер) и
CSB в канале Λ𝑁 -взаимодействия. В главе изложен метод оценки параметров
Λ𝑁 -сил с нарушением зарядовой симметрии на основе эффективных гиперон­
нуклонных взаимодействий, полученных в теории мезонного обмена и подходе
Бракнера. Приводятся полученные оценки на величину вклада CSB в экзотиче­
ских гиперядрах углерода. Наконец, изучен вопрос поиска гиперядер, в которых
данный эффект может играть наиболее существенную роль, а именно: приво­
дится способ локализации линии протонной стабильности на карте Λ-гиперядер
в области 𝑍 ≤ 20 и показана роль учёта нарушения зарядовой симметрии при
предсказании связанности протон-избыточных гиперядер.
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3.3 Подход Скирма-Хартри-Фока в гиперядрах.
Тензорные силы в гиперядрах

Самосогласованный подход Скирма-Хартри-Фока, описанный выше для
случая атомных ядер как систем, состоящих из двух типов частиц (нейтронов
и протонов), можно обобщить на случай произвольного их количества. Единая
схема ХФ расчётов для Λ-гиперядер с силами Скирма как для нуклон-нуклон­
ной (𝑁𝑁), так и гиперон-нуклонной (Λ𝑁) компонент взаимодействия, впервые
была построена Rayet в работе [116]. Стандартная форма потенциала гиперон­
нуклонного взаимодействия имеет вид:

𝑉 Λ𝑁(r𝑁 ,rΛ) = 𝑢0(1 + 𝑦0𝑃𝜎)𝛿(r𝑁 − rΛ)+

+
1

2
𝑢1(1 + 𝑦1𝑃𝜎)[k

′2𝛿(r𝑁 − rΛ) + 𝛿(r𝑁 − rΛ)k
2]+

+ 𝑢2(1 + 𝑦2𝑃𝜎)k
′𝛿(r𝑁 − rΛ)k+ 𝑉 Λ

3 +

+ 𝑖Ω+k
′𝛿(r𝑁 − rΛ){(𝜎Λ + 𝜎𝑁)× k}+

+ 𝑖Ω−k
′𝛿(r𝑁 − rΛ){(𝜎Λ − 𝜎𝑁)× k}. (3.2)

Здесь 𝑢𝑖, 𝑦𝑖 (𝑖 = 0..2), 𝛽, Ω± – параметры Λ𝑁 -взаимодействия. Член 𝑉 Λ
3 описы­

вает многочастичные эффекты. Его учёт важен для количественного описания
спектров одночастичных состояний в Λ-гиперядрах [116—118]. Существующие
параметризации Λ𝑁 -взаимодействия Скирма чаще всего включают учёт мно­
гочастичных эффектов либо с помощью сил, зависящих от плотности:

𝑉 Λ
3 =

3

8
𝑢3(1 + 𝑦3𝑃𝜎)𝜌

𝛽
𝑁

(︂
r𝑁 + rΛ

2

)︂
𝛿(r𝑁 − rΛ), (3.3)

либо с помощью тройных сил

𝑉 Λ
3 = 𝑢3𝛿(r𝑁1

− rΛ)𝛿(r𝑁2
− rΛ), (3.4)

где 𝑢3 и 𝛽 – параметры взаимодействий.
Плотность энергии гиперядра ℰ можно представить в виде суммы:

ℰ = ℰ𝑁 + ℰΛ, (3.5)
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где ℰ𝑁 определяется лишь𝑁𝑁 -взаимодействием и совпадает с плотностью энер­
гии нуклонного остова (1.8). Гиперонная составляющая определяется как

ℰΛ = ℰΛ𝑁 + ℰΛ
3 , (3.6)

где ℰΛ𝑁 включает в себя плотность кинетической энергии гиперона и вклад от
двухчастичных Λ𝑁 -сил, а ℰΛ

3 определяется выбранным способом описания мно­
гочастичных эффектов 𝑉 Λ

3 . Как и нуклонная часть ℰ𝑁 , ℰΛ𝑁 является функцией
от нуклонных плотностей 𝜌𝑁 , 𝜏𝑁 и J𝑁 , а также соответствующих гиперонных
плотностей 𝜌Λ, 𝜏Λ и JΛ (определяющихся по аналогии с нуклонными):

ℰΛ𝑁 =
~2

2𝑚Λ
𝜏Λ + 𝑎0𝜌Λ𝜌𝑁 − 1

8
(𝑢1𝑦1 + 𝑢2𝑦2)JΛJ𝑁+

+
1

4
𝑎1

[︂
𝜏Λ𝜌𝑁 + 𝜏𝑁𝜌Λ +

3

2
∇𝜌Λ∇𝜌𝑁

]︂
+

+
1

4
𝑎2

[︂
𝜏Λ𝜌𝑁 + 𝜏𝑁𝜌Λ − 1

2
∇𝜌Λ∇𝜌𝑁

]︂
+

+
1

2
Ω+(∇𝜌𝑁JΛ +∇𝜌ΛJ𝑁) +

1

2
Ω−(∇𝜌𝑁JΛ −∇𝜌ΛJ𝑁), (3.7)

Вклад от сил, зависящих от плотности (3.3), имеет вид:

ℰΛ
3 =

3

8
𝑢3𝑎3𝜌Λ𝜌

𝛽+1
𝑁 , (3.8)

в то время как для тройных сил (3.4)

ℰΛ
3 =

1

4
𝑢3𝜌Λ(𝜌

2
𝑁 + 2𝜌𝑝𝜌𝑛). (3.9)

В формулах (3.7) и (3.8) 𝑎𝑖 = 𝑢𝑖(1+ 𝑦𝑖/2), 𝑖 = 0..3. Видно, что силы, зависящий
от плотности, и тройные силы эквивалентны лишь для зеркальных гиперядер
при 𝑦3 = 0 и 𝛽 = 1. Эта эквивалентность, однако, является приближенной
всвледствие кулоновского отталкивания протонов.

В сферическом приближении уравнения Хартри-Фока сводятся к диффе­
ренциальным уравнениям на радиальные волновые функции 𝑅𝑛𝑙𝑗. Добавление
Λ-гиперона к ядру приводит, с одной стороны, к модификации уравнений на
нуклонные волновые функции за счёт Λ𝑁 -взаимодействия, а с другой – к по­
явлению еще одного уравнения на волновую функцию гиперона. Вклад 𝑈𝑝,𝑛

Λ в
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нуклонный потенциал от Λ𝑁 -взаимодействия (гиперонный потенциал 𝑈Λ
Λ ) мож­

но найти посредством варьирования 𝐻Λ по плотностям 𝜌𝑝,𝑛, 𝜏𝑝,𝑛, 𝐽𝑝,𝑛 (𝜌Λ, 𝜏Λ, 𝐽Λ).
Эти потенциалы равны:

𝑈 𝑞,Λ
Λ = 𝑎0𝜌Λ,𝑁 − 1

8
(𝑢1𝑦1 + 𝑢2𝑦2)𝐽Λ,𝑁+

+
1

4
(𝑎1 + 𝑎2)𝜏Λ,𝑁 + 𝑈 𝑞,Λ

𝑆𝑂 + 𝑈 𝑞,Λ
3 . (3.10)

Вклад от спин-орбитального взаимодействия 𝑈 𝑞,Λ
𝑆𝑂 равен

𝑈 𝑞,Λ
𝑆𝑂 = −1

2
(Ω+ ± Ω)(𝐽 ′

Λ,𝑁 +
2

𝑟
𝐽Λ,𝑁)+

+
1

2
(𝑗𝛼(𝑗𝛼 + 1)− 𝑙𝛼(𝑙𝛼 + 1)− 3

4
)
1

𝑟
×

× ((Ω+ ± Ω−)𝜌
′
Λ,𝑁 − 1

4
(𝑢1𝑦1 + 𝑢2𝑦2)𝐽Λ,𝑁). (3.11)

Вклад от многочастичных эффектов 𝑈 𝑞,Λ
3 зависит от выбора их описания с по­

мощью сил, зависящих от плотности или тройных сил. В случае сил, зависящих
от плотности:

𝑈 𝑞
3 =

1

2
𝑎3(𝛽 + 1)𝜌𝛽𝑁𝜌Λ, (3.12)

𝑈Λ
3 =

1

2
𝑎3𝜌

𝛽+1
𝑁 , (3.13)

а для тройных сил

𝑈 𝑞
3 =

1

2
𝑢3𝜌Λ(2𝜌𝑁 − 𝜌𝑞), (3.14)

𝑈Λ
3 =

1

4
𝑢3(𝜌

2
𝑁 + 2𝜌𝑝𝜌𝑛). (3.15)

Нуклон-нуклонная компонента тензорных сил (1.14), рассмотренная ранее
для ядер кремния и никеля, оказывает влияние на характеристики гиперядер
(и ядер), в которых имеются нуклоны выше 1𝑠1/2-состояния. Стоит отметить,
однако, что эффекты тензорных сил растут с увеличением орбитального момен­
та заполняемых уровней, приводя к существенным изменениям по мере запол­
нения 𝑠𝑑-оболочки и далее. Как следствие, в легких гиперядрах с 𝐴 < 20, о
которых будет речь в данной главе, влияние тензорных нуклон-нуклонных сил
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мало (эффекты порядка десятков кэВ для одночастичных состояний и энергии
связи в наших расчётах).

Вклад тензорных гиперон-нуклонных сил в плотность энергии гиперядра
равен:

ℰ 𝑡 = 𝜆𝑡𝑒𝑛𝑠JΛ · J𝑁 , (3.16)

где 𝜆𝑡𝑒𝑛𝑠 – параметр тензорного взаимодействия. В приближении сферической
симметрии спиновая плотность частицы, находящейся в одночастичном состоя­
нии 𝑛𝑙𝑗, пропорциональна величине:

𝐽 ∼ (𝑗(𝑗 + 1)− 𝑙(𝑙 + 1)− 𝑠(𝑠+ 1)). (3.17)

Из данного выражения следует, что вклад гиперон-нуклонных тензорных сил
в плотность энергии тождественно равен 0, по крайней мере, для Λ-гиперядер
в основном состоянии, в которых Λ-гиперон занимает нижайшую 𝑠-оболочку. В
настоящей работе рассматривались только Λ-гиперядра в основном состоянии,
в которых Λ-гиперон находится на 𝑠-оболочке. По-видимому, данный эффект
является результатом специфики сил Скирма, в которых тензорный вклад ощу­
тим исключительно на уровне спин-орбитального расщепления уровней.

3.3.1 Нарушение зарядовой симметрии в подходе
Скирма-Хартри-Фока

Для учёта нарушения зарядовой симметрии, приводящего к разнице в
Λ𝑝- и Λ𝑛-взаимодействии, необходимо использовать соответствующие отличные
друг от друга потенциалы 𝑉 Λ𝑝 и 𝑉 Λ𝑛. Вместо единого потенциала 𝑉 Λ𝑁 (3.2)
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имеем:

𝑉 Λ𝑞(r𝑞,rΛ) = 𝑢𝑞0(1 + 𝑦𝑞0𝑃𝜎)𝛿(r𝑞 − rΛ)+

+
1

2
𝑢𝑞1(1 + 𝑦𝑞1𝑃𝜎)[k

′2𝛿(r𝑞 − rΛ) + 𝛿(r𝑞 − rΛ)k
2]+

+ 𝑢𝑞2(1 + 𝑦𝑞2𝑃𝜎)k
′𝛿(r𝑞 − rΛ)k+

+
3

8
𝑢3(1 + 𝑦3𝑃𝜎)𝜌

𝛽
𝑁

(︂
r𝑞 + rΛ

2

)︂
𝛿(r𝑞 − rΛ), (3.18)

где 𝑢𝑞𝑖 , 𝑦
𝑞
𝑖 , 𝛽 – параметры взаимодействия, индекс 𝑞 = 𝑝,𝑛 указывает на взаи­

модействие протонов или нейтронов с Λ-гипероном. В отсутствие нарушения
зарядовой симметрии параметры 𝑢𝑝𝑖 = 𝑢𝑛𝑖 = 𝑢𝑖 и 𝑦𝑝𝑖 = 𝑦𝑛𝑖 = 𝑦𝑖, а при его учёте
протонные и нейтронные параметры отличаются друг от друга на небольшую
величину. Отметим, что в выражении (3.18) многочастичные эффекты описы­
ваются членом, пропорциональным 𝑢3, в форме сил, зависящих от плотности.
Для данного члена мы не вводим явно эффект нарушения зарядовой симмет­
рии, однако ниже будет показано, что эффект CSB, зависящий от плотности,
возникает на уровне слагаемых, пропорциональных 𝑢0 и 𝑢1. В выражении (3.18)
мы опустили спин-орбитальные члены, которыми мы пренебрегали в силу ма­
лости спин-орбитального Λ𝑁 -взаимодействия [119].

Как было показано в предыдущем разделе, плотность энергии ℰ𝑁Λ, в кото­
рую дает вклад Λ𝑁 -взаимодействие, в отсутствие CSB зависит от гиперонных
и нуклонных плотностей 𝜌Λ,𝑁 , 𝜏Λ,𝑁 и 𝐽Λ,𝑁 . Нарушение зарядовой симметрии
приводит к появлению в выражении для ℰ𝑁Λ членов, зависящих от разностей
𝜌− = 𝜌𝑝 − 𝜌𝑛, 𝜏− = 𝜏𝑝 − 𝜏𝑛 и 𝐽− = 𝐽𝑝 − 𝐽𝑛:

ℰ𝑁Λ =
~2

2𝑚Λ
𝜏Λ + 𝑎0𝜌Λ𝜌𝑁 + 𝑎𝐶𝑆𝐵

0 𝜌Λ𝜌− +
3

8
𝑎3𝜌Λ𝜌

𝛽+1
𝑁 − 1

8
𝑎4𝐽Λ𝐽𝑁 − 1

8
𝑎𝐶𝑆𝐵
4 𝐽Λ𝐽−+

+
1

4
𝑎1

[︂
𝜏Λ𝜌𝑁 + 𝜏𝑁𝜌Λ +

3

2
∇𝜌Λ∇𝜌𝑁

]︂
+

1

4
𝑎𝐶𝑆𝐵
1

[︂
𝜏Λ𝜌− + 𝜏−𝜌Λ +

3

2
∇𝜌Λ∇𝜌−

]︂
+

+
1

4
𝑎2

[︂
𝜏Λ𝜌𝑁 + 𝜏𝑁𝜌Λ − 1

2
∇𝜌Λ∇𝜌𝑁

]︂
+

1

4
𝑎𝐶𝑆𝐵
2

[︂
𝜏Λ𝜌− + 𝜏−𝜌Λ − 1

2
∇𝜌Λ∇𝜌−

]︂
,

(3.19)
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Рисунок 3.1 — Механизм нарушения зарядовой симметрии в
Λ𝑁 -взаимодействии. В качестве переносчика взаимодействия выступает

произвольный изовекторный мезон 𝑚

где для параметров взаимодействия 𝑎4 и 𝑎𝐶𝑆𝐵
𝑖 введены обозначения:

𝑎4 =
1

2
[𝑢𝑝1𝑦

𝑝
1 + 𝑢𝑝2𝑦

𝑝
2 + 𝑢𝑛1𝑦

𝑛
1 + 𝑢𝑛2𝑦

𝑛
2 ] , (3.20)

𝑎𝐶𝑆𝐵
𝑖 =

⎧
⎨
⎩

1
2

[︀
𝑢𝑝𝑖
(︀
1 + 1

2𝑦
𝑝
𝑖

)︀
− 𝑢𝑛𝑖

(︀
1 + 1

2𝑦
𝑛
𝑖

)︀]︀
, 𝑖 = 0..2,

1
2 [𝑢

𝑝
1𝑦

𝑝
1 + 𝑢𝑝2𝑦

𝑝
2 − 𝑢𝑛1𝑦

𝑛
1 − 𝑢𝑛2𝑦

𝑛
2 ] , 𝑖 = 4.

(3.21)

Эффекты нарушения зарядовой симметрии при этом выражаются слагаемыми,
пропорциональными 𝑎𝐶𝑆𝐵

𝑖 , вклад которых растёт с увеличением протонного или
нейтронного избытка.

Для численной оценки параметров 𝑎𝐶𝑆𝐵
𝑖 будем рассматривать механизм

нарушения зарядовой симметрии в Λ𝑁 -взаимодействии, представленный на
Рис. 3.1. Для такой диаграммы в [109] был получен следующий потенциал:

𝑉𝐶𝑆𝐵 = −0.0297𝜏3𝑞 ·
1√
3
𝑉 (Λ𝑁 ↔ Σ𝑁, 𝐼 =

1

2
). (3.22)

Здесь численный коэффициент был получен исходя из электромагнитного рас­
щепления масс в октете барионов [112]. Компонента изоспиновой матрицы Па­
ули 𝜏3𝑞 дает 1 для протонов (𝑞 = 𝑝) и −1 для нейтронов (𝑞 = 𝑛). Коэффициент
1√
3
= ⟨101

2𝑚|12𝑚⟩ связывает потенциал 𝑉 (Λ𝑁 ↔ Σ𝑁, 𝐼 = 1/2) с потенциалом
𝑉 (Λ𝑁 ↔ Σ0𝑁), который и определяет вклад в диаграмму.

Для вычисления 𝑉 (Λ𝑁 ↔ Σ𝑁, 𝐼 = 1/2) (далее: 𝑉 (Λ𝑁 ↔ Σ𝑁)) в (3.22)
необходимо использовать теоретические модели. Чаще всего в физике гиперя­
дер применяются потенциалы мезонного обмена, получаемые на протяжении
десятилетий в Неймегенском университете [120—124]. Непосредственно потен­
циалы взаимодействия свободных барионов, однако, непригодны при расчёте
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свойств многочастичных систем непригодны, по крайней мере, в рамках при­
ближенных одночастичных методов, каким является метод Хартри-Фока. По­
этому параллельно с развитием Неймегенских моделей методом теории Брак­
нера (G-матричный подход) были получены [121—125] эффективные взаимо­
действия гиперонов в ядерной материи, в том числе 𝑉 (Λ𝑁 ↔ Σ𝑁), которые
обычно параметризуются в виде суммы нескольких гауссоид:

𝑉 (Λ𝑁 ↔ Σ𝑁) =
3∑︁

𝑖=1

𝑣𝑖(𝑘𝐹 ) exp(−(𝑟/𝛽𝑖)
2), (3.23)

где 𝑣𝑖(𝑘𝐹 ) и 𝛽𝑖 – параметры. Параметры 𝑣𝑖 задают величину и характер взаи­
модействия на различных характерных расстояниях 𝛽𝑖 и, вообще говоря, отли­
чаются для синглетной и триплетной компонент взаимодействия. Кроме того,
в общем случае такие взаимодействия зависят от плотности нуклонов 𝜌𝑁 . Эту
зависимость включают посредством параметризации 𝑣𝑖(𝑘𝐹 ) в виде полинома от
𝑘𝐹 = (3𝜋2𝜌𝑁/2)

1/3 – фермиевского импульса нуклона в изоспиново-симметрич­
ной ядерной материи [124].

Полученные в работах [121—125] параметризации потенциалов (3.23) ча­
сто сильно отличаются друг от друга. До недавнего времени, данные о процессе
Λ𝑁 ↔ Σ𝑁 были настолько скудны, что практически не позволяли провести от­
бор потенциалов. Недавно были измерены дифференциальные сечения реакции
Σ−𝑝→ Λ𝑛 в двух диапазонах энергии [126]. Возможно, анализ сечений этих ре­
акций позволит оценить качество имеющихся теоретических потенциалов.

В рамках метода Лапласа можно перейти от сил гауссовой формы к силам
нулевого радиуса (таким как силы Скирма), раскладывая матричный элемент
взаимодействия в ряд по степеням малого параметра (отношения радиуса вза­
имодействия к размеру ядра). В таком приближении между параметрами сил
в форме Гаусса и форме Скирма есть связь:

𝑢
𝑠(𝑡)
0 = 𝜋3/2

∑︁
𝑣
𝑠(𝑡)
𝑖 𝛽3

𝑖 , (3.24)

𝑢
𝑠(𝑡)
1 = −1

2
𝜋3/2

∑︁
𝑣
𝑠(𝑡)
𝑖 𝛽5

𝑖 , (3.25)

где индекс 𝑠(𝑡) указывает на синглетное 1𝑆 (триплетное 3𝑆) взаимодействие.
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Рассмотрим теперь нелокальный потенциал. В простейшем случае

𝑉Λ𝑁 = 𝑉 (1− 𝜉 + 𝜉𝑃𝑀), (3.26)

где 𝑉 – локальный потенциал, 𝑃𝑀 – оператор Майораны, 𝜉 – численный пара­
метр, обычно 0 ≤ 𝜉 ≤ 1. Такой вид предполагает, что зависимость потенциала
от координат одинакова для симметричных по оператору 𝑃𝑀 состояний. Для
части взаимодействия, пропорциональной 𝑢2, в общем случае

𝑢
𝑠(𝑡)
2 = −𝑢𝑠(𝑡)1 (1− 2𝜉). (3.27)

Отметим, что наибольший вклад в нарушения зарядовой симметрии ожидает­
ся от центрального и первого нелокального члена, пропорциональных 𝑎𝐶𝑆𝐵

0 и
𝑎𝐶𝑆𝐵
1 соответственно. Взаимодействие между Λ и нуклонами в 𝑃 -волне, напро­

тив, мало (𝜉 = 0,5) [120] и вкладом от члена, пропорционального 𝑎𝐶𝑆𝐵
2 , можно

пренебречь.
Что касается вклада в плотность энергии от так называемых 𝐽-членов,

пропорциональных 𝐽Λ𝐽𝑞, для гиперядер с Λ-гипероном в 𝑠-состоянии он обра­
щается в нуль в силу 𝐽Λ = 0. По этой причине, ни исходный вклад от 𝐽-членов,
ни соответствующая CSB-поправка, пропорциональная 𝑎𝐶𝑆𝐵

4 , не рассматрива­
лись в данной работе.

Учитывая известную взаимосвязь этих компонент с формой записи сил
через оператор обмена спином 𝑃𝜎, 𝑉 = 1

2(𝑉
𝑡 + 𝑉 𝑠) + 1

2(𝑉
𝑡 − 𝑉 𝑠)𝑃𝜎, а также

численный коэффициент в (3.22), получаем для сил Скирма:

𝑢𝐶𝑆𝐵
𝑖 = −0.0297√

3
· 𝑢

𝑡
𝑖 + 𝑢𝑠𝑖
2

, (3.28)

𝑦𝐶𝑆𝐵
𝑖 =

𝑢𝑡𝑖 − 𝑢𝑠𝑖
𝑢𝑡𝑖 + 𝑢𝑠𝑖

, (3.29)

𝑎𝐶𝑆𝐵
𝑖 = 𝑢𝐶𝑆𝐵

𝑖

(︂
1 +

𝑦𝐶𝑆𝐵
𝑖

2

)︂
. (3.30)

Подчеркнем, что параметры 𝑣𝑖(𝑘𝐹 ) и 𝛽𝑖 определены из расчётов эффектив­
ного взаимодействия гиперона с нуклоном в симметричной материи, и, строго
говоря, их использование для асимметричных систем представляет собой экс­
траполяцию.
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3.3.2 Нарушение зарядовой симметрии в экзотических гиперядрах
углерода

Влияние CSB на свойства гиперядер было рассмотрено нами примере це­
почки гиперизотопов углерода. Результаты данного исследования отражены
в [127]. Структура различных гиперядер углерода неоднократно рассчитыва­
лась в различных работах, (например, [128]). Как будет показано в следую­
щем разделе, протон-избыточный гиперядро 9

ΛC, по-видимому, является связан­
ной ядерной системой с рекордным соотношением числа протонов и нейтронов
𝑍/𝑁 = 3. Изотоп 23

Λ C также характеризуется весьма экзотическим соотношени­
ем 𝑁/𝑍 = 2.67. Все расчёты проводились с 𝑁𝑁 -взаимодействием SLy4 [32] и
Λ𝑁 -взаимодействием SLL4′ [129].

В Табл. 4 приведены вычисленные по формулам (3.24) и (3.25) величи­
ны параметров 𝑎𝐶𝑆𝐵

0 и 𝑎𝐶𝑆𝐵
1 в рамках моделей ESC08a и ESC08b [121], NSC89

[122], D [123], D2 [125] и ESC16 [124]. Для взаимодействия ESC16 в качестве
примера приведены значения этих параметров при фиксированных 𝑘𝐹 = 0.8 и
𝑘𝐹 = 1.3 фм−1. Со всеми полученными наборами параметров 𝑎𝐶𝑆𝐵

𝑖 были прове­
дены расчёты для гиперядер углерода с нейтронным и протонным избытком, и
в Табл. 4 представлены найденные величины 𝐵Λ для экзотических гиперядер
9
ΛC и 23

Λ C, а также гиперядра 13
Λ C с 𝑁 = 𝑍. Для сопоставления в первой строке

указаны полученные оценки энергий связи гиперона без CSB-взаимодействия.
Мы убеждаемся, что нарушение зарядовой симметрии не оказывает влияние
на симметричное гиперядро 13

Λ C (с точностью до погрешности численных расчё­
тов в 0.01 МэВ). Для экзотических гиперядер можно заметить, что различные
взаимодействия отличаются друг от друга не только по величине, но и по харак­
теру эффекта. Так центральная часть CSB-взаимодействия, пропорциональная
𝑎𝐶𝑆𝐵
0 , в моделях D, D2 и NSC89 приводит к увеличению энергии связи гиперона
𝐵Λ в протон-избыточных гиперядрах. В остальных моделях 𝐵Λ уменьшается
с увеличением избытка протонов. Данные разногласия объясняются тем, что
основное состояние гиперядер с чётным числом нейтронов и чётным числом
протонов (коими являются 9

ΛC, 13
Λ C и 23

Λ C) описывается как смесь синглетного и
триплетного состояний Λ𝑁 -пары. Хотя анализ новых экспериментальных дан­



76

ных по 4
ΛH и 4

ΛHe [10] дал информацию о характере CSB-взаимодействия в обоих
каналах, характер их совместного действия менее очевиден.

В соответствии с упомянутыми новыми данными при получении парамет­
ров в Табл. 4, определяющих усредненное по спиновому состоянию взаимодей­
ствие, мы наблюдаем в большинстве случаев сильную компенсацию за счёт
различия знаков потенциалов в синглетном и триплетном состоянии. При этом
знак усредненного взаимодействия различается для разных потенциальных мо­
делей.

Разумеется, было бы интересно найти такие системы, кроме 4
ΛH и 4

ΛHe, в
которых эффект CSB в синглетном и триплетном состояниях наблюдался бы
наиболее ярко, что позволило бы проверить, и, возможно, уточнить результаты
анализа 4

ΛH и 4
ΛHe. Однако в данной работе мы стремились оценить масштабы

именно усредненного по спиновому состоянию эффекта CSB, имеющего место
в гиперядрах с чётно-чётными остовами, и рассмотреть возможности его экс­
периментального определения. Видно, что даже знак его не известен. Скорее
всего, такой эффект ослаблен за счёт вышеупомянутой компенсации. Однако в
системах с большим нейтронным или протонным избытком им нельзя априори
пренебрегать. Наиболее существенный вклад нарушения зарядовой симметрии
в данном случае был получен при использовании параметризации NSC89: около
150 кэВ для 9

ΛC и 220 кэВ для 23
Λ C.

Необходимо обратить внимание на еще один механизм, приводящий к на­
рушению зарядовой симметрии. Как было отмечено выше, при использовании
сил Скирма многочастичные эффекты традиционно включают либо в виде сил,
зависящих от плотности, либо трёхчастичных сил. В первом случае взаимодей­
ствие оказывается зарядово симметричным, в то время как во втором имеется
зависимость не только от 𝜌𝑁 , но и от 𝜌− [116; 130]:

ℰΛ
3 =

1

4
𝑢3𝜌Λ(𝜌

2
𝑁 + 2𝜌𝑝𝜌𝑛) =

1

8
𝑢3𝜌Λ(𝜌

2
𝑁 − 𝜌2−). (3.31)

Фактически здесь возникает эффект нарушения зарядовой симметрии много­
частичной природы, не имеющий аналога в подходе Скирма-Хартри-Фока для
нестранных ядер. Его физическая причина состоит в том, что в гиперядре прин­
цип Паули запрещает часть состояний Λ𝑝𝑝 и Λ𝑛𝑛, вследствие чего трёхчастич­
ные силы становятся менее эффективны в системах с резко нарушенной изоспи­
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Таблица 4 — Параметры CSB-взаимодействия и энергия связи гиперона 𝐵Λ в
изотопах 9

ΛC, 13
Λ C, 23

Λ C, полученная в модели Скирма-Хартри-Фока с
использованием взаимодействий SLy4 и SLL4′: без и с нарушением зарядовой
симметрии

Модель 𝑎CSB
0 ,

МэВ·фм3
𝑎CSB
1 ,

МэВ·фм5
𝐵Λ(

9
ΛC),

МэВ
𝐵Λ(

13
Λ C),

МэВ
𝐵Λ(

23
Λ C),

МэВ
Без CSB 0 0 7.74 11.79 15.86
ESC08a 2.2660 -0.0092 7.68 11.80 15.92
ESC08b 3.7649 0.0776 7.64 11.80 16.00
D2 -5.6105 3.6480 7.83 11.79 15.73
NSC89 -6.5946 1.4628 7.89 11.79 15.64
D -6.8277 8.1513 7.80 11.79 15.77
ESC16 при
𝑘𝐹=0.8 фм−1

1.4423 -0.2061 7.70 11.79 5.91

ESC16 при
𝑘𝐹=1.3 фм−1

0.5204 0.1242 7.73 11.79 5.87

новой симметрией. Такой эффект отсутствует, если многочастичное взаимодей­
ствие изначально считается зависящим лишь от 𝜌𝑁 . Из (3.31) видно, что нару­
шение зарядовой симметрии за счёт трёхчастичного взаимодействия является
квадратичным по проекции изоспина системы, в то время как «традиционные»
нарушающие зарядовую симметрию силы приводят к линейной зависимости.
Для оценки вклада данного эффекта мы провели расчёты с Λ𝑁 взаимодействи­
ем SLL4′, в котором в одном случае учитывались силы, зависящие от плотности
(3.18), а в другом – тройные силы. Результаты расчётов без учёта нарушения
зарядовой симметрии и с CSB-взаимодействием NSC89 представлены в Табл. 5.

Как видно, вклад от квадратичного члена 𝜌2− в тройных силах сопоставим
со вкладом непосредственно CSB-взаимодействия, и эти два вклада взаимно
усиливают друг друга для протон-избыточного 9

ΛC и гасят друг друга для ней­
трон-избыточного 23

Λ C. Для CSB-взаимодействий типа ESC08a и ESC08b конку­
ренция между этими эффектами происходит противоположным образом в силу
того, что данные параметризации приводят к более сильному притяжению в
Λ𝑛-, нежели в Λ𝑝-паре.
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Таблица 5 — Энергия связи гиперона 𝐵Λ в изотопах 9
ΛC, 13

Λ C, 23
Λ C, полученная

с использованием взаимодействий SLy4 и SLL4′ с силами, зависящими от
плотности, и тройными силами

Многочастичные
эффекты

CSB 𝐵Λ(
9
ΛC),

МэВ
𝐵Λ(

13
Λ C),

МэВ
𝐵Λ(

23
Λ C),

МэВ
Силы, зависящие от
плотности

нет CSB 7.58 11.79 15.54

Трёхчастичные силы нет CSB 7.74 11.79 15.86
Силы, зависящие от
плотности

NSC89 7.72 11.79 15.34

Трёхчастичные силы NSC89 7.89 11.79 15.64

3.4 Линия протонной стабильности на карте Λ-гиперядер

Рассмотрим более подробно вопрос поиска гиперядер, в которых эффек­
ты нарушения зарядовой симметрии наиболее велики. Такими гиперядрами,
безусловно, должны являться изотопы, находящиеся непосредственно у ли­
ний нуклонной стабильности. Положение линии протонной стабильности на
𝑁𝑍-диаграмме для ядер без гиперонов определено почти точно вплоть до
𝑍 = 90, в то время как положение нейтронной линии известно лишь в области
наиболее легких элементов. Что касается карты гиперядер, на данный момент
остается открытым вопрос о локализации линии нейтронной стабильности да­
же для 𝑍 = 1. Имеется информация, однако, по гиперизотопам с наибольшим
протонным избытком вплоть до 𝑍 = 4.

Гипердейтрон 2
ΛH не существует, поэтому наилегчайшим гиперядром во­

дорода является гипертритон 3
ΛH. Поскольку гипертритон связан слабо, суще­

ствование 3
ΛHe маловероятно, и потому 4

ΛHe является самым легким гиперядром
гелия. Известно, что 6

ΛLi не связано, и потому наилегчайшее гиперядро лития:
7
ΛLi. Обратим внимание, что соответствующие ядра 3He и 6Li – тоже примеры
ядер у линии протонной стабильности.

Связывающая способность Λ-гиперона в первый раз проявляет себя в про­
тон-избыточных ядрах бериллия. В то время как ядро 6Be не связано, гиперядро
7
ΛBe является связанным [89]. Мы видим, что в некоторых случаях добавление
Λ-гиперона к ядру может приводить к его “досвязыванию”, эффективно сдви­
гая, таким образом, линию протонной стабильности на карте гиперядер.
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В то время как 6
ΛH, вероятно, связано с малой энергией отделения двух

нейтронов [81; 92], существование его зеркального партнера 6
ΛBe очень малове­

роятно. Таким образом, мы считаем, что положение линии протонной стабиль­
ности надежно определено вплоть до 𝑍 = 4.

Известно, что как протон-избыточное гало-ядро 8B, так и соответствую­
щее гиперядро 9

ΛB, являются связанными [89], в то время как 7B распадается
на 4He + 3𝑝. Для локализации линии протонной стабильности, таким образом,
необходимо изучить соответствующее гиперядро 8

ΛB. Поскольку гиперизотоп
7
ΛBe связан в отличие от 6Be, наиболее энергетически выгодным каналом распа­
да является 8

ΛB →7
ΛBe+𝑝. Таким образом, ключевой величиной для 8

ΛB является
энергия отделения протона 𝑆𝑝.

В эксперименте пока что не наблюдалось ни одного протон-избыточно­
го гиперядра углерода легче 12

Λ C. Поскольку 9C связано, гиперядро 10
Λ C так­

же, по-видимому, должно быть связано. Таким образом, представляет интерес
рассмотреть гиперядро 9

ΛC. Его нуклонный остов 8C распадается в 4He + 4𝑝,
но вновь, критический канал распада 9

ΛC будет связан с образованием 7
ΛBe:

9
ΛC →7

Λ Be + 2𝑝, и потому необходимо проверить величину энергии отделения
двух протонов 𝑆2𝑝. В предыдущем разделе в данном гиперядре проводились
расчёты с силами, включающими эффекты нарушение зарядовой симметрии;
ниже мы показываем, насколько сильно этот гиперизотоп связан, и какую роль
здесь может сыграть взаимодействие, нарушающее зарядовую симметрию.

Изотопы 11N и 12O, находящиеся сразу за линией протонной стабильности,
распадаются на 10C+𝑝 и 10C+2𝑝, соответственно. В данном случае, критические
каналы распада для гиперядер такие же: 12

Λ N →11
Λ C + 𝑝 и 13

Λ O →11
Λ C + 2𝑝, и

потому мы рассматриваем величины 𝑆𝑝(
12
Λ N) and 𝑆2𝑝(

13
Λ O).

Целью данной части работы, таким образом, являлся поиск более тя­
жёлых протон-избыточных гиперядер с несвязанным нуклонным остовом. В
данном разделе описан метод, с помощью которого можно реалистично описы­
вать энергию отделению одного или двух протонов в легких гиперядрах. Этот
метод был использован для анализа связанности указанных выше гиперядер
5 ≤ 𝑍 ≤ 8, отвечающих заполнению 𝑝-оболочки, полученные результаты пред­
ставлены в работах [131—134]. Аналогичные расчёты, хотя и без столь подроб­
ного анализа, были проведены в более тяжёлых гиперядрах. Показано, что на­
чиная с 𝑍 > 20 связывающей способности Λ-гиперона становится недостаточно
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для связывания более тяжёлых ядер. Наконец, нами исследована возможность
связывания протон-избыточных ядер 𝑝-оболочки двумя Λ-гиперонами с образо­
ванием соответствующих ΛΛ-гиперядер. Результаты расчётов в более тяжёлых
гиперядрах и ΛΛ-гиперядрах отражены в работе [135].

3.4.1 Энергия отделения протонов в Λ-гиперядрах в подходе
Скирма-Хартри-Фока

Для того, чтобы проверить, связано ли ядро по отношению к испуска­
нию протона или двух протонов, необходимо рассчитать соответствующую энер­
гию отделения. Следует отметить, что подход Хартри-Фока со взаимодействи­
ем Скирма зачастую приводит к пересвязыванию легких протон-избыточных
ядер. В частности, в наших расчётах все четыре ядра 8

ΛB, 9
ΛC, 11

Λ N и 12
Λ O ока­

зались связанными. По этой причине, мы не рассчитывали энергию отделения
протонов в соответствующих гиперядрах через определение. Вместо этого, мы
пользовались следующими соотношениями:

𝑆𝑝(
𝐴+1
Λ 𝑍) = 𝐵(𝐴+1

Λ 𝑍)−𝐵(𝐴(𝑍 − 1)) = 𝑆𝑝(
𝐴𝑍) + 𝛿𝐵𝑝

Λ(
𝐴+1
Λ 𝑍), (3.32)

𝑆2𝑝(
𝐴+1
Λ 𝑍) = 𝐵(𝐴+1

Λ 𝑍)−𝐵(𝐴−1(𝑍 − 2)) = 𝑆2𝑝(
𝐴𝑍) + 𝛿𝐵2𝑝

Λ (𝐴+1
Λ 𝑍). (3.33)

где 𝐵 - энергия связи ядра и

𝛿𝐵𝑝
Λ(

𝐴+1
Λ 𝑍) = 𝐵Λ(

𝐴+1
Λ 𝑍)−𝐵Λ(

𝐴
Λ(𝑍 − 1)), (3.34)

𝛿𝐵2𝑝
Λ (𝐴+1

Λ 𝑍) = 𝐵Λ(
𝐴+1
Λ 𝑍)−𝐵Λ(

𝐴−1
Λ (𝑍 − 2)). (3.35)

На рис. 3.2 показана энергия связи гиперона 𝐵Λ, полученная для лег­
ких Λ-гиперядер в расчётах с параметризациями нуклон-нуклонного взаимо­
действия SLy4 [32] и гиперон-нуклонного взаимодействия SLL4’ [129]. Линиями
с пустыми символами показаны рассчитанные значения 𝐵Λ в цепочках гиперя­
дер-изобар с числом нуклонов 𝐴, в то время как имеющиеся экспериментальные
данные [108] отмечены закрашенными символами соответствующей формы и
цвета. Как видно, расчёт в целом воспроизводит экспериментальные значения,
при этом энергия связи примерно постоянна вдоль отдельных цепочек изобар с
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максимумом для симметричных гиперядер или гиперядер с небольшим изоспи­
ном.

Как следует из рис. 3.2, для более легких гиперядер расстояние между ли­
ниями, примерно равное 𝛿𝐵𝑝

Λ, составляет около 1 МэВ, в то время как для более
тяжёлых гиперядер эта величина постепенно уменьшается. Поскольку именно
величина 𝛿𝐵𝑝

Λ (а также 𝛿𝐵2𝑝
Λ , примерно равная расстоянию между линиями

𝐴 и 𝐴 + 2), входит в формулу (3.32) ((3.33)) для энергии отделения протона
(двух протонов) в гиперядре, ей можно дать следующей интерпретацию. Даже
если исходный нуклонный остов не связан относительно испускания протонов
(𝑆𝑝 < 0 или 𝑆2𝑝 < 0), соответствующее гиперядро может оказаться связанным
в силу положительной величины 𝛿𝐵𝑝

Λ или 𝛿𝐵2𝑝
Λ . Иными словами, 𝛿𝐵𝑝,2𝑝

Λ служит
количественной характеристикой связывающей способности Λ-гиперона.

Таким образом, мы использовали следующий подход. Для нахождения
энергии отделения протонов по формулам (3.32) и (3.33), мы рассчитывали
энергии связи Λ-гиперона 𝐵Λ (если они не известны из эксперимента) в под­
ходе Скирма-Хартри-Фока, в то время как величины 𝑆𝑝 и 𝑆2𝑝 всегда брались
из эксперимента. При этом мы обращаем особое внимание на достоверное опи­
сание 𝐵Λ. Энергии связи Λ-гиперона в исследуемых нами гиперядрах, конечно,
неизвестны, и потому в качестве критерия достоверности оценки этой величины
было выбрано удовлетворительное описание 𝐵Λ в соседних ядрах.

Для ΛΛ-гиперядер аналогичные соотношения для 𝑆𝑝 и 𝑆2𝑝 имеют вид:

𝑆𝑝(
𝐴+2
ΛΛ Z) = 𝑆𝑝(

𝐴Z) +𝐵ΛΛ(
𝐴+2
ΛΛ Z)−𝐵ΛΛ(

𝐴+1
ΛΛ (Z − 1)) (3.36)

и
𝑆2𝑝(

𝐴+2
ΛΛ Z) = 𝑆2𝑝(

𝐴Z) +𝐵ΛΛ(
𝐴+2
ΛΛ Z)−𝐵ΛΛ(

𝐴
ΛΛ((𝑍 − 2)), (3.37)

где 𝐵ΛΛ – энергия связи ΛΛ-пары.
Поскольку мы рассматриваем несвязанные ядра, их основные состояния

являются резонансами и 𝑆𝑝(
𝐴Z) и/или 𝑆2𝑝(

𝐴Z) отрицательны. Структура низ­
колежащих состояний ядер 7B и 11N была рассмотрена в [136] и [137] соответ­
ственно. Последний систематический анализ двухпротонной эмиссии в легких
протон-избыточных ядрах можно найти в [138]. Детальное описание двухпро­
тонного распада 12O приводится в [139].
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Рисунок 3.2 — Энергия связи гиперона в гиперядрах с постоянным
𝐴 = 𝑁 + 𝑍, рассчитанные с использованием параметризаций SLy4
(нуклон-нуклонное взаимодействие) и SLL4’ (гиперон-нуклонное

взаимодействие). Пустыми точками отмечены рассчитанные величины,
закрашенными точками соответствующей формы - энергии связи гиперона,

известные из эксперимента [108].

Было обнаружено, что основное состояние 8C претерпевает два последова­
тельных двухпротонных распада 8C → 2𝑝 +6 Be → 4𝑝 +4 He [136]. Ожидается,
что соответствующее гиперядро 9

ΛC распадается с испусканием двух протонов,
и потому нам необходимы данные по 𝑆2𝑝(

8C) для первой стадии распада 8C.
В наших расчётах были использованы значения 𝑆𝑝(

7B) = −2.01 ± 0.03

МэВ, 𝑆2𝑝(
8C) = −2.11 ± 0.02 МэВ, 𝑆𝑝(

11N) = −1.38 ± 0.01 МэВ, 𝑆2𝑝(
12O) =

−1.74±0.01 МэВ, взятые из компиляции масс ядер AME2020 [140]. В различных
источниках можно найти различные оценки данных величин. Отличия в этих
оценках составляют вплоть до сотен кэВ, что не должно существенно повлиять
на наши предсказания связанности исследуемых гиперядер.
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3.4.2 Λ-гиперядра 5 ≤ 𝑍 ≤ 8

Для расчёта структуры гиперядер мы пользовались тремя параметриза­
циями 𝑁𝑁 -взаимодействия Скирма SLy4 [32], SkM* [141], Sk3 [142] и пятью
параметризациями Λ𝑁 -взаимодействия SLL4, SLL4′ [129], LY1 [118], LY5r [118;
128] и YBZ5 [143]. Мы не искали наилучший набор параметров, а лишь прово­
дили расчёты с различными комбинациями указанных взаимодействий, чтобы
понять, насколько сильно наши предсказания зависят от выбора сил.

Начнем с 9
ΛC. Как было сказано в предыдущем разделе, нам требуют­

ся энергии связи гиперона в двух гиперядрах: 9
ΛC и 7

ΛBe. В данном случае,
𝐵Λ(

7
ΛBe) = 5.16 ± 0.08 МэВ – величина, известная с небольшой погрешностью

из эмульсионных экспериментов [89] и использованная в наших расчётах. Для
нахождения 𝑆2𝑝(

9
ΛC), таким образом, мы рассчитывали 𝐵Λ(

9
ΛC). Для проверки

реалистичности расчётов с различными взаимодействиями, мы также находили
энергию связи гиперона в изобар-аналогах 9

ΛB и 9
ΛLi с известными 𝐵Λ. Мы не

рассчитывали 9
ΛBe с кластерной структурой.

На рис. 3.3(а) приведены результаты расчётов в гиперядре 9
ΛC. По верти­

кальной оси отложена энергия отделения протонов 𝑆2𝑝(
9
ΛC), по горизонталь­

ной – 𝐵Λ(
9
ΛB) и 𝐵Λ(

9
ΛLi), полученные с различными комбинациями 𝑁𝑁 - и

Λ𝑁 -взаимодействия. Горизонтальными линиями отмечены энергии связи гипе­
рона 𝐵Λ(

9
ΛB) (левые точки) и 𝐵Λ(

9
ΛLi) (правые точки).

Как видно, расчёты с различными взаимодействиями, как правило, зани­
жают известные энергии связи (отмеченные в виде заштрихованных областей)
на несколько десятых МэВ. Заметим, что чем лучше воспроизводятся экспери­
ментальные 𝐵Λ(

9
ΛB) и 𝐵Λ(

9
ΛLi), тем больше 𝑆2𝑝(

9
ΛC). В наиболее реалистичных

случаях, когда точки попадают в заштрихованные области, 𝑆2𝑝(
9
ΛC) > 0. Энер­

гия отделения двух протонов приближается к нулю только в случаях, когда
𝐵Λ(

9
ΛB) и 𝐵Λ(

9
ΛLi) существенно занижены. Мы заключаем, таким образом, что

энергия отделения двух протонов в 9
ΛC положительна и гиперядро 9

ΛC связано.
На рис. 3.3(b) показаны результаты для 13

Λ O. Здесь нами рассчитыва­
лась величина 𝑆2𝑝(

13
Λ O) на основе формулы (3.33), где оба значения 𝐵Λ(

13
Λ O)

и 𝐵Λ(
11
Λ C) неизвестны и рассчитывались в модели СХФ. Гиперядро 13

Λ C с из­
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вестной величиной 𝐵Λ = 11.69 ± 0.12 МэВ [89] использовалось для проверки
реалистичности данных расчётов.

Видно, что большинство взаимодействий хорошо описывают 13
Λ C. При этом

все параметризации дают величину 𝑆2𝑝(
13
Λ O) существенно ниже нуля. Мы заклю­

чаем, что гиперядро 13
Λ O не связано.

На рис. 3.3(a), 𝑆2𝑝(
9
ΛC) ведёт себя как почти линейная функция от 𝐵Λ(

9
ΛB)

и 𝐵Λ(
9
ΛLi). Напротив, для 𝑆2𝑝(

13
Λ O) на рис. 3.3(b) мы не наблюдаем столь же

выраженной зависимости от 𝐵Λ(
13
Λ C). Причиной является то, что величина

𝐵Λ(
7
ΛBe) в первом случае берется из эксперимента и потому фиксирована. Более

сильно связывающие взаимодействия, дающие бóльшие значения 𝐵Λ(
9
ΛC), дают

также и бóльшие предсказания для 𝐵Λ(
9
ΛB) и 𝐵Λ(

9
ΛLi). Для 13

Λ O обе энергии свя­
зи Λ-гиперона в (3.33) рассчитываются в одном и том же подходе с одними
и теми же взаимодействиями, и потому свойства отдельных взаимодействий
проявляются гораздо слабее на уровне полученных 𝑆2𝑝.

Аналогичные расчёты в 8
ΛB и 12

Λ N показали, что эти гиперядра не связаны
по отношению к испусканию одного протона (𝑆𝑝 < 0).

Стоит отметить, что в нашем подходе мы пренебрегали возможной де­
формацией нуклонного кора. Эта проблема заслуживает дальнейшего рассмот­
рения. Мы пытаемся максимально использовать эмпирические данные, но не
располагаем информацией о деформациях несвязанных ядерных остовов. Роль
деформации была тщательно изучена для гиперядер бериллия, бора и угле­
рода Zhou и др. [144] в рамках подхода Скирма-Хартри-Фока. Как правило,
𝐵Λ уменьшаются в деформированном случае не более чем на 0.1 МэВ по срав­
нению со сферическим случаем (исключение составляют 9

ΛBe и 13
Λ C с чёткой

𝛼-кластерной структурой). Поэтому мы считаем, что деформации (если дефор­
мируются рассматриваемые нуклонные остовы) не могут повлиять на наши
выводы.

В представленных расчётах мы не включали рассмотренные в предыду­
щем разделе параметризации сил с нарушением зарядовой симметрии. Как бы­
ло отмечено ранее, соответствующая экспериментальная информация также по­
ка весьма скудна. Тем не менее, учитывая полученную нами верхнюю границу
на вклад CSB в энергии связи Λ-гиперона в легких гиперядрах: ±200 кэВ, мы
заключили, что учёт CSB также не должен повлиять на наши выводы, по край­
ней мере, для протон-избыточных гиперядер с 5 ≤ 𝑍 ≤ 8.
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Рисунок 3.3 — Энергия отделения двух протонов 𝑆2𝑝 в 9
ΛC (a) и 13

Λ O (b) как
функция энергия связи Λ-гиперонов в соседних гиперядрах. Левыми и

правыми точками в каждой паре на рис. (a) отмечены 𝐵Λ(
9
ΛB) и 𝐵Λ(

9
ΛLi)

соответственно. Заштрихованной областью показаны величины 𝐵Λ(
9
ΛB),

𝐵Λ(
9
ΛLi) и 𝐵Λ(

13
Λ C), полученные в эксперименте [89]. Цвета и символы

отвечают расчётам с различными 𝑁𝑁 and Λ𝑁 взаимодействиями.
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Мы полагались на рассчитанные энергии связи, так как 𝐵Λ в соседних
гиперядрах хорошо описаны. Пожалуй, ключевым здесь является вопрос: га­
рантирует ли успешное описание тесно связанных гиперядер адекватное опи­
сание слабосвязанных систем с тем же 𝐴? Все гиперон-нуклонные взаимодей­
ствия, используемые в настоящем исследовании, имеют умеренную зависимость
от плотности. Поэтому зависимость 𝐵Λ от 𝑁 −𝑍 при фиксированном 𝐴 ожида­
емо мала [130]. Мы попытались искусственно модифицировать плотность ядер
в 9

ΛC. Энергия связи Λ-гиперона уменьшается по мере уменьшения плотности,
и этот спад может достигать нескольких десятых МэВ. Хотя данный эффект не
должен сказаться на выводах, полностью надежные предсказания станут воз­
можны только тогда, когда появятся какие-то данные о протонно-избыточных
гиперядрах.

3.4.3 ΛΛ-гиперядра с 5 ≤ 𝑍 ≤ 8

В ΛΛ-гиперядрах связывающее свойство гиперона удвоено. Хотя синтез
ΛΛ-гиперядер представляет собой довольно сложную экспериментальную зада­
чу, а доступная информация весьма скудна [145], интересно проверить, сможет
ли второй гиперон связать ядро, если первого не достаточно.

Метод Скирма-Хартри-Фока был расширен для описания ΛΛ-гиперядер
в работе [146], где были предложены три ΛΛ-взаимодействия Скирма: SΛΛ1
(симуляция малого радиуса ΛΛ-сил), SΛΛ2 (средний радиус) и SΛΛ3 (боль­
шой радиус). Данные наборы параметров подгонялись для случая сильного
ΛΛ-притяжения в соответствии с распространенными в то время представле­
ниями. После эксперимента [145; 147], в ходе которого было зафиксировано
единственное на сегодняшний день подтвержденное событие синтеза двойного
гиперядра ( 6

ΛΛH) было обнаружено, что ΛΛ-притяжение намного слабее. В со­
ответствии с новыми данными, в работе [148] были уменьшены параметры из
наборов SΛΛ1 и SΛΛ3. Мы использовали параметризации SΛΛ1′ и SΛΛ3′ из
[148].
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Рисунок 3.4 — Энергия отделения двух протонов 𝑆2𝑝 в 14
ΛΛO (a) и одного

протона 𝑆𝑝 в 9
ΛΛB (b) как функция энергии связи Λ-гиперонов в соседних

гиперядрах. Верхними и нижними точками в каждой паре отмечены
результаты, полученные с ΛΛ-взаимодействиями SΛΛ3′ и SΛΛ1′

соответственно. Заштрихованной областью показаны величины 𝐵Λ(
13
Λ C) (a) и

𝐵Λ(
8
ΛBe) (b), полученные в эксперименте [89]. Цвета и символы имеют такой

же смысл, как на рис. 3.3.
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Поскольку мы показали, что гиперядро 9
ΛC связано, 10

ΛΛC, по-видимому,
также должно быть связанным. По этой причине, мы исследовали 9

ΛΛB, 13
ΛΛN и

14
ΛΛO.

Результаты для 14
ΛΛO представлены на рис.3.4(a). Здесь вертикальные ли­

нии соединяют значения 𝑆2𝑝, полученные при использовании ΛΛ-сил SΛΛ1′

(нижние точки) и SΛΛ3′ (верхние точки). Видно, что энергия отделения двух
протонов явно положительна (кроме единственного случая, когда 𝑆2𝑝 близка к
нулю). Таким образом, мы заключаем, что 14

ΛΛO почти наверняка связан.
На рис.3.4(b) показаны величины 𝑆𝑝(

9
ΛΛB) и 𝐵Λ(

8
ΛBe), рассчитанные с раз­

личными 𝑁𝑁 - и Λ𝑁 -взаимодействиями. В большинстве случаев энергия от­
деления протона в 9

ΛΛB оказалась положительной, однако в случае наилучшего
описания 𝐵Λ(

8
ΛBe) энергия отделения протона близка к нулю. Данное гиперядро

является одним из примеров гиперядер, связанность которых может зависеть от
тонких эффектов вроде нарушения зарядовой симметрии. Мы заключили, что
связанность 9

ΛΛB возможна, но с настоящими знаниями о свойствах гиперонных
сил трудно утверждать наверняка.

Наконец, так же, как и 12
Λ N, гиперядро 13

ΛΛN в наших расчётах оказалось
несвязанным.

3.4.4 Λ-гиперядра с 8 ≤ 𝑍 ≤ 20

Аналогичным образом можно исследовать свойства более тяжёлых про­
тон-избыточных гиперядер. Стоит отметить, что данных по энергии связи ги­
перонов 𝐵Λ в этой области масс очень мало или они отсутствуют, поэтому срав­
нение расчётов Хартри-Фока с экспериментальными значениями 𝐵Λ в гиперяд­
рах-изобарах невозможно. Кроме того, ранее мы указывали на то, что 𝛿𝐵𝑝

Λ и
𝛿𝐵2𝑝

Λ уменьшаются с ростом 𝐴. Это означает, что связывание тяжёлых ядер
Λ-гипероном менее вероятно в соответствии с формулами (3.32) и (3.33). По
этим причинам, мы сочли целесообразным изучить ядра вплоть до кальция.

Как и прежде, критический одно- или двухпротонный каналы распада
рассматривались соответственно для нечётных 𝑍 и чётных 𝑍 изотопов, находя­
щихся сразу за границей протонной стабильности. Энергии отделения протона и
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Таблица 6 — Ядра за линией протонной стабильности, которые могут
связаться Λ-гипероном

Изотоп 𝑆𝑝 или 𝑆2𝑝, МэВ 𝛿𝐵Λ, МэВ
16F 𝑆𝑝 = −0.531± 0.005 𝛿𝐵𝑝

Λ = 0.37÷ 1.17
19Na 𝑆𝑝 = −0.323± 0.011 𝛿𝐵𝑝

Λ = 0.30÷ 0.36
19Mg 𝑆2𝑝 = −0.76± 0.06 𝛿𝐵2𝑝

Λ = 0.48÷ 0.72

двух протонов во всех ядрах были взяты из [140]. Эти значения сравнивались с
рассчитанными значениями 𝛿𝐵𝑝

Λ (или 𝛿𝐵2𝑝
Λ ) в соответствующих гиперядрах. На

рис. 3.5(a) (рис. 3.5(b) приведено сопоставление энергии отделения протонов с
величиной 𝛿𝐵𝑝

Λ (𝛿𝐵2𝑝
Λ ), полученной с 𝑁𝑁 -взаимодействием SLy4 и различными

Λ𝑁 -взаимодействиями для ядер с нечётным (чётным) 𝑍. Единственным исклю­
чением здесь является изотоп 16Ne, который в расчётах с SLy4 оказался несвя­
занным. Это ядро анализировалось только с использованием параметризации
𝑁𝑁 -сил SkM*.

Из рис. 3.5 видно, что 𝛿𝐵𝑝
Λ уменьшается вплоть до 0.1 МэВ при продви­

жении в область кальция. Величина 𝛿𝐵2𝑝
Λ примерно вдвое больше, чем 𝛿𝐵𝑝

Λ,
и ведёт себя аналогично. По-видимому, в силу настолько малой связывающей
способности Λ-гиперона уже при 𝑍 = 20, можно не ожидать существование бо­
лее тяжёлых связанных гиперонов с несвязанным нуклонным остовом. В то же
время, мы обнаружили, что несколько более легких ядер, таких как 16F, 19Na
и 19Mg, вероятно, связаны гипероном, так как энергии отделения протонов в
этих ядра приближаются к предсказанному значению 𝛿𝐵𝑝

Λ или 𝛿𝐵2𝑝
Λ . Экспери­

ментальные значения 𝑆𝑝 в 16F, 19Na и 𝑆2𝑝 в 19Mg, а также диапазон 𝛿𝐵𝑝
Λ (𝛿𝐵2𝑝

Λ ),
полученных при различных комбинациях 𝑁𝑁 - и Λ𝑁 -взаимодействий, можно
найти в Таблице 6.

Можно отметить, что 𝛿𝐵𝑝
Λ лежит в достаточно широком диапазоне, в

частности, для 17
Λ F: 𝛿𝐵𝑝

Λ = 0.37 ÷ 1.17 МэВ. Это связано с тем, что в на­
шем подходе мы использовали фиксированное значение 𝐵Λ во всех расчётах,
где энергии связи гиперонов были известны из эксперимента. В этом случае
𝐵exp

Λ (16Λ O) = 13.0 ± 0.2 МэВ [108], и лишь значение 𝐵Λ(
17
Λ F) менялось при рас­

смотрении различных взаимодействий. Как следвствие, диапазон полученных
𝐵Λ(

17
Λ F) переходил в диапазон значений 𝛿𝐵𝑝

Λ(
17
Λ F). В случае изотопов 20

Λ Na и
20
Λ Mg, в настоящее время отсутствуют экспериментальные данные для гиперя­
дер, полученных после отделения одного или двух протонов соответственно.
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Рисунок 3.5 — Разница энергий связи гиперона 𝛿𝐵𝑝
Λ в гиперядрах с нечётным

𝑍 (a) и 𝛿𝐵2𝑝
Λ в гиперядрах с чётным 𝑍 (b). Разными линиями показана

расчёты с различными параметризациями Λ𝑁 -взаимодействия Скирма.
Точками отмечен модуль энергии отделения протона и двух протонов от

нуклонных остовов на графиках (a) и (b), соответственно (данные взяты из
[140]).
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По этой причине, все гиперядра, входящие в выражения (3.32) и (3.33), здесь
рассматривались в рамках гиперядерного подхода Хартри-Фока, и это сузило
окно оценок 𝛿𝐵𝑝

Λ и 𝛿𝐵2𝑝
Λ . Так или иначе, энергии отделения протонов в 17

Λ F,
20
Λ Na и 20

Λ Mg оказались сопоставимы с величиной связывающей способности ги­
перона, поэтому данные гиперядра могут являться связанными. Эксперимен­
тальное исследование таких гиперядер особенно важно, в частности, с точки
зрения изучения тонких эффектов вроде нарушения зарядовой симметрии, ко­
торые могут существенно сказываться на их структуре и распадных свойствах.
Поскольку ранее нами было показано, что нарушение зарядовой симметрии мо­
жет приводить к изменению энергии связи гиперона на величину порядка 200
кэВ, данный эффект может критически сказываться на связанности, а значит,
характерных временах жизни данных гиперядер. По этой причине, изучение
связанности данных гиперядер может предоставить новую информацию как о
характере (притягивающем или отталкивающем), так и характерной величине
нарушения зарядовой симметрии в канале Λ𝑁 -сил в условиях сильной асиммет­
рии ядерной материи.
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Заключение

Основные результаты, полученные в данной работе:
– На основе подхода Хартри-Фока со взаимодействием Скирма и теории

Бардина-Купера-Шриффера рассчитана одночастичная структура и ос­
новные характеристики нейтрон-избыточных изотопов кремния. Про­
анализировано влияние тензорных сил на свойства этих изотопов и ве­
личину парных корреляций. Показано, что добавление тензорной ком­
поненты улучшает описание расщепления различных одночастичных
уровней в нейтрон-избыточных четных изотопах кремния. При этом
последовательное заполнение нейтронных уровней sd- и f-оболочек при­
водит к противоположным эффектам в изменении расщепления про­
тонных и нейтронных уровней, сопоставимым по абсолютной величине.
Найдено, что тензорные силы уменьшают парные корреляции в ней­
трон-избыточных изотопах кремния.

– Исследовано влияние тензорных сил на ход слабых реакций, протекаю­
щих в атомных ядрах в условиях горячей материи звезды, претерпеваю­
щей гравитационный коллапс. В рамках теплоквазичастичного прибли­
жения случайных фаз с учётом тензорного взаимодействия рассчитаны
силовые распределения Гамов-Теллеровских переходов, происходящих
в изотопах 56,78Ni. Показано, что смешивание конфигураций, вызванное
тензорными корреляциями, приводит к существенному увеличению сум­
марной силы ГТ переходов. Выявлено, что притягивающие тензорные
силы в канале остаточного взаимодействия при этом сдвигают силовые
ГТ распределения в сторону низких энергий. Данные факторы в сово­
купности приводят к ускорению слабых процессов 𝛽−-распада и e-захва­
та, конкуренция которых в значительной степени определяет динамику
коллапса звезды. Эти эффекты оказываются ещё сильнее в условиях
горячей материи, при которых возникает тепловое заселение более вы­
соких ядерных состояний и возникают новые вклады в силовые распре­
деления от переходов, связанных с девозбуждением ядер. Найденное
взаимное усиление тензорных корреляций и температурных эффектов
приводит к увеличению скоростей слабых реакций на порядки, и пото­
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му учёт тензорных корреляций важен при моделировании r-процесса,
происходящего во время гравитационного коллапса звезды.

– Показано, что в приближении Скирма-Хартри-Фока нуклон-нуклон­
ные тензорные силы не оказывают существенного влияния на свойства
лёгких Λ-гиперядер (возникают изменения в характеристиках ядер на
уровне десятков кэВ), в то время как вклад гиперон-нуклонных тензор­
ных сил в плотность энергии Λ-гиперядер в основном состоянии тожде­
ственно равен нулю.

– Предложен способ учёта нарушения зарядовой симметрии в канале
Λ𝑁 -взаимодействия в рамках подхода Скирма-Хартри-Фока для опи­
сания характеристик Λ-гиперядер. Рассчитана структура экзотических
Λ-гиперядер углерода с использованием Λ𝑁 -взаимодействий с наруше­
нием зарядовой симметрии. Для данных изотопов показано, что CSB
приводит к изменению энергии связи Λ-гиперона вплоть до 200 кэВ,
хотя знак данного вклада не очевиден.

– Предложен метод анализа связанности легких протон-избыточных
Λ-гиперядер. Показано, что 9

ΛC является связанным гиперядром. Най­
дены новые кандидаты на связанные протон-избыточные Λ-гиперядра
с несвязанным нуклонным остовом среди более тяжелых изотопов: 17

Λ F,
20
Λ Na, 20

Λ Mg. Найден пример связанного ΛΛ-гиперядра с несвязанным
нуклонным остовом: 14

ΛΛO. Показано, что гипотезы о связанности дан­
ных гиперядер зависят от выбранного способа учёта нарушения заря­
довой симметрии, и потому их экспериментальное исследование важно
для изучения данного тонкого эффекта.
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Список сокращений и условных обозначений

ХФ - Хартри-Фок
СХФ - Скирм-Хартри-Фок
ПСФ - Приближение случайных фаз
ТПД - Термополевая динамика
ТКПСФ - Теплоквазичастичное приближение случайных фаз
CSB - Charge symmetry breaking, нарушение зарядовой симметрии
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Приложение А

Формализм ТКПСФ

Будем отталкиваться от формул, изложенных в [55]. Введем линейные
комбинации фононных амплитуд:

(︃
𝑔

𝑤

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

= 𝜓𝑖
𝑗𝑝𝑗𝑛

± 𝜑𝑖𝑗𝑝𝑗𝑛,

(︃
̃︀𝑔
̃︀𝑤

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

= ̃︀𝜓𝑖
𝑗𝑝𝑗𝑛

± ̃︀𝜑𝑖𝑗𝑝𝑗𝑛, (А.1)

(︃
𝑡

𝑠

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

= 𝜂𝑖𝑗𝑝𝑗𝑛 ± 𝜉𝑖𝑗𝑝𝑗𝑛,

(︃
̃︀𝑡
̃︀𝑠

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

= ̃︀𝜂𝑖𝑗𝑝𝑗𝑛 ± ̃︀𝜉𝑖𝑗𝑝𝑗𝑛. (А.2)

Учитывая (2.10) для вакуума тепловых фононов, можно показать, что справед­
ливы следующие соотношения:

(︃
𝑔

𝑤

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

=
(︁
𝑥𝑗𝑝𝑥𝑗𝑛 − e−𝜔𝑖/2𝑇𝑦𝑗𝑝𝑦𝑗𝑛

)︁(︃𝐺
𝑊

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

(А.3)

(︃
̃︀𝑔
̃︀𝑤

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

= ∓
(︁
𝑦𝑗𝑝𝑦𝑗𝑛 − e−𝜔𝑖/2𝑇𝑥𝑗𝑝𝑥𝑗𝑛

)︁(︃𝐺
𝑊

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

(А.4)

(︃
𝑡

𝑠

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

=
(︁
𝑥𝑗𝑝𝑦𝑗𝑛 − e−𝜔𝑖/2𝑇𝑦𝑗𝑝𝑥𝑗𝑛

)︁(︃𝑇
𝑆

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

(А.5)

(︃
̃︀𝑡
̃︀𝑠

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

= ∓
(︁
𝑦𝑗𝑝𝑥𝑗𝑛 − e−𝜔𝑖/2𝑇𝑥𝑗𝑝𝑦𝑗𝑛

)︁(︃𝑇
𝑆

)︃𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛

(А.6)

. (А.7)

Величины 𝐺, 𝑊 , 𝑇 , 𝑆 при этом нормализованы согласно соотношению:

∑︁

𝑗𝑝𝑗𝑛

(︁
𝐺𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛
𝑊 𝑖′

𝑗𝑝𝑗𝑛
(1− 𝑦2𝑗𝑝 − 𝑦2𝑗𝑛)− 𝑇 𝑖

𝑗𝑝𝑗𝑛
𝑆𝑖′

𝑗𝑝𝑗𝑛
(𝑦2𝑗𝑝 − 𝑦2𝑗𝑛)

)︁
= 𝛿𝑖𝑖′/(1− e−𝜔𝑖/𝑇 ). (А.8)
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Применяя метод уравнения состояния, получаем следующую систему уравне­
ний ТКПСФ для неизвестных 𝐺, 𝑊 , 𝑇 и 𝑆 и энергий фононов 𝜔𝑖:

𝐺𝑖
𝑗𝑝𝑗𝑛

±𝑊 𝑖
𝑗𝑝𝑗𝑛

=
2

3

1

𝜀
(+)
𝑗𝑝𝑗𝑛

∓ 𝜔𝑖

2𝑁+2∑︁

𝑛=1

𝑓
(𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

(𝑢
(+)
𝑗𝑝𝑗𝑛

𝐷𝑖𝑛
+ ± 𝑢

(−)
𝑗𝑝𝑗𝑛

𝐷𝑖𝑛
− ), (А.9)

𝑇 𝑖
𝑗𝑝𝑗𝑛

± 𝑆𝑖
𝑗𝑝𝑗𝑛

=
2

3

1

𝜀
(−)
𝑗𝑝𝑗𝑛

∓ 𝜔𝑖

2𝑁+2∑︁

𝑛=1

𝑓
(𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

(𝑣
(−)
𝑗𝑝𝑗𝑛

𝐷𝑖𝑛
+ ± 𝑣

(+)
𝑗𝑝𝑗𝑛

𝐷𝑖𝑛
− ). (А.10)

В выражениях выше введены обозначения: 𝜀(±)
𝑗𝑝𝑗𝑛

= 𝜀𝑗𝑝±𝜀𝑗𝑛, 𝑢(±)
𝑗𝑝𝑗𝑛

= 𝑢𝑗𝑝𝑣𝑗𝑛±𝑣𝑗𝑝𝑢𝑗𝑛,
𝑣
(±)
𝑗𝑝𝑗𝑛

= 𝑢𝑗𝑝𝑢𝑗𝑛 ± 𝑣𝑗𝑝𝑣𝑗𝑛. Множители 𝑓 (𝑛)𝑗𝑝𝑗𝑛
возникают при интегрировании методом

Гаусса с 𝑁 узлами; они равны:

𝑓
(𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

=

⎧
⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎨
⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎩

𝜅
(𝑛)
1 𝑔

(01𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

, 𝑛 = 1..𝑁,

𝜅
(𝑛)
1 𝑔

(21𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

, 𝑛 = 𝑁 + 1 .. 2𝑁,

𝜆1𝑡
(21)
𝑗𝑝𝑗𝑛

, 𝑛 = 2𝑁 + 1,

𝜆1𝑡
(01)
𝑗𝑝𝑗𝑛

− 𝜆2𝑡
(21)
𝑗𝑝𝑗𝑛

, 𝑛 = 2𝑁 + 2.

(А.11)

Параметры изовекторной части центрального остаточного взаимодействия 𝜅(𝑛)1

и приведенные матричные элементы 𝑔
(𝐿𝐽𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

определены в [63]. Приведенный мат­
ричный элемент тензорного взаимодействия:

𝑡
(𝐿𝐽
𝑗𝑝𝑗𝑛

= ⟨𝑗𝑝||𝑖𝐿𝑟𝐿𝑇𝐿𝐽 ||𝑗𝑛⟩. (А.12)

Наконец, 𝐷𝑖𝑛
± определяются как

𝐷𝑖𝑛
+

∑︁

𝑗𝑝𝑗𝑛

𝑑
(𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

{︁
𝑢
(+)
𝑗𝑝𝑗𝑛

(1− 𝑦2𝑗𝑝 − 𝑦2𝑗𝑛)𝐺
𝑖
𝑗𝑝𝑗𝑛

− 𝑣
(−)
𝑗𝑝𝑗𝑛

(𝑦2𝑗𝑝 − 𝑦2𝑗𝑛)𝑇
𝑖
𝑗𝑝𝑗𝑛

}︁
, (А.13)

𝐷𝑖𝑛
−
∑︁

𝑗𝑝𝑗𝑛

𝑑
(𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

{︁
𝑢
(−)
𝑗𝑝𝑗𝑛

(1− 𝑦2𝑗𝑝 − 𝑦2𝑗𝑛)𝑊
𝑖
𝑗𝑝𝑗𝑛

− 𝑣
(+)
𝑗𝑝𝑗𝑛

(𝑦2𝑗𝑝 − 𝑦2𝑗𝑛)𝑆
𝑖
𝑗𝑝𝑗𝑛

}︁
, (А.14)
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где

𝑑
(𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

=

⎧
⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎨
⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎩

𝑔
(01𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

, 𝑛 = 1..𝑁,

𝑔
(21𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

, 𝑛 = 𝑁 + 1 .. 2𝑁,

𝑡
(01)
𝑗𝑝𝑗𝑛

, 𝑛 = 2𝑁 + 1,

𝑡
(21)
𝑗𝑝𝑗𝑛

, 𝑛 = 2𝑁 + 2.

(А.15)

В связи с тем, что остаточное взаимодействие задано нами в сепарабе­
лизованной форме, уравнения ТКПСФ для фононных амплитуд и фононных
энергий 𝜔𝑖 могут быть приведены к системе уравнений с 4𝑁 + 4 неизвестными
𝐷𝑖𝑛

∓ :

(︃
ℳ1 − 1

2𝐼 ℳ2

ℳ2 ℳ3 − 1
2𝐼

)︃(︃
𝐷+

𝐷−

)︃
= 0. (А.16)

Матричные элементы матриц (2𝑁 + 2)× (2𝑁 + 2) матриц ℳ𝛽 при этом опере­
делены как

ℳ𝑛𝑛′

1,3 =
1

3

∑︁

𝑗𝑝𝑗𝑛

𝑑
(𝐽𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

𝑓
(𝐽𝑛′)
𝑗𝑝𝑗𝑛

{︃
𝜀
(+)
𝑗𝑝𝑗𝑛

(𝑢
(±)
𝑗𝑝𝑗𝑛

)2

(𝜀
(+)
𝑗𝑝𝑗𝑛

)2 − 𝜔2
𝐽𝑖

(1− 𝑦2𝑗𝑝 − 𝑦2𝑗𝑛)−
𝜀
(−)
𝑗𝑝𝑗𝑛

(𝑣
(∓)
𝑗𝑝𝑗𝑛

)2

(𝜀
(−)
𝑗𝑝𝑗𝑛

)2 − 𝜔2
𝐽𝑖

(𝑦2𝑗𝑝 − 𝑦2𝑗𝑛)

}︃
,

(А.17)

ℳ𝑛𝑛′

2 =
𝜔𝐽𝑖

3

∑︁

𝑗𝑝𝑗𝑛

𝑑
(𝐽𝑛)
𝑗𝑝𝑗𝑛

𝑓
(𝐽𝑛′)
𝑗𝑝𝑗𝑛

{︃
𝑢
(+)
𝑗𝑝𝑗𝑛

𝑢
(−)
𝑗𝑝𝑗𝑛

(𝜀
(+)
𝑗𝑝𝑗𝑛

)2 − 𝜔2
𝐽𝑖

(1− 𝑦2𝑗𝑝 − 𝑦2𝑗𝑛)−
𝑣
(+)
𝑗𝑝𝑗𝑛

𝑣
(−)
𝑗𝑝𝑗𝑛

(𝜀
(−)
𝑗𝑝𝑗𝑛

)2 − 𝜔2
𝐽𝑖

(𝑦2𝑗𝑝 − 𝑦2𝑗𝑛)

}︃
,

(А.18)

где 1 ≤ 𝑛, 𝑛′ ≤ 2𝑁 + 2. Таким образом, собственные значения ТКПСФ 𝜔𝐽𝑖 –
это корни секулярного уравнения

det

(︃
ℳ1 − 1

2𝐼 ℳ2

ℳ2 ℳ3 − 1
2𝐼

)︃
= 0, (А.19)

а фононные амплитуды, отвечающие собственным значениям 𝜔𝑖, определяются
формулами выше.
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