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Введение

Одной из центральных задач теории ядра является описание нестабиль­
ных ядер. Эта задача требует развития теории с максимальной предсказатель­
ной силой, то есть в идеале она должна быть способна описывать все ядра
с одним и тем же набором параметров. В настоящее время существуют два
теоретических подхода, которые могут количественно описать характеристи­
ки основных и возбужденных состояний стабильных и нестабильных ядер, ис­
пользуя небольшое количество параметров, которые в принципе одинаковы для
всех ядер, кроме самых легких. Этими подходами являются теория самосогла­
сованного среднего поля (например, с использованием сил Скирма) и теория
энергетического функционала плотности (ЭФП). Они отличаются друг от дру­
га лишь исходной формулировкой задачи многих тел применительно к ядру.
Каждый подход использует свой собственный небольшой (порядка 10) универ­
сальный для всех ядер набор параметров. В первом подходе параметризуются
силы или в релятивистском подходе соответствующие мезонные константы свя­
зи. Во втором подходе параметризуется сам функционал плотности. Получен­
ные феноменологические параметры используются для того, чтобы рассчитать
среднее самосогласованное поле (первая вариационная производная по плотно­
сти) и эффективное взаимодействие между нуклонами (вторая вариационная
производная по плотности). Такие самосогласованные подходы обладают значи­
тельно большей предсказательной силой, чем подходы в которых используется
два различных набора параметров для среднего поля и эффективного взаимо­
действия. В частности, они позволяют описать свойства основного состояния и
возбуждений для ядер, которые далеки от долины стабильности и не поддаются
феноменологическому описанию.

Дипольный магнитный момент атомного ядра является одним из основ­
ных характеристик ядра. Его описание сыграло важную роль в развитии основ­
ных подходов в теории ядра, в том числе модели оболочек [1] и теории конечных
ферми-систем (ТКФС) [2]. Качественно правильное предсказание значения маг­
нитного момента для нечетных ядер на основе одночастичной модели Шмидта
было одним из главных аргументов в пользу модели оболочек на ранней ста­
дии ее развития, в то время как объяснение отклонений от модели Шмидта
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было первой проблемой ядерной физики, которая рассматривалась в рамках
теории конечных ферми-систем [3]. Тем не менее, никакого систематического
анализа экспериментальных данных для магнитных моментов нечетных и, осо­
бенно, нечетно-нечетных ядер на основе микроскопических подходов до недав­
него времени не проводилось, несмотря на то, что эти данные становились все
более разнообразными и точными. В последние годы возродился интерес к свой­
ствам основного состояния нечетных и нечетно-нечетных ядер и статическим
моментам благодаря современным ускорителям радиоактивных ионов, которые,
в частности, дают различные спектроскопические данные для ядер, удаленных
от границы 𝛽-стабильности. Обзор экспериментальных данных, полученных в
последние годы, может быть найден в [4]. Для ряда длинных цепочек изотопов
стали доступны данные о магнитных моментах, и естественно ожидать, что
описание этих данных позволит проследить изменения в свойствах основного
состояния — например, появление деформации [5; 6]. В связи с вышеизложен­
ным, весьма желательно вновь обратиться к проблеме теоретического описания
магнитных моментов ядер в рамках теории конечных ферми-систем с учетом
прогресса, достигнутого в теории ядра после появления монографии Мигдала
[2], и развития вышеуказанных самосогласованных подходов. Шаг в этом на­
правлении является одной из целей настоящей работы и выполняется в Главе
1.

В другой области теории ядра, то есть в теории ядерных реакций, наблю­
дается заметное отставание в смысле, по крайней мере, использования развитых
подходов с большой предсказательной силой. Конечно, здесь ситуация сложнее,
так как для расчетов характеристик ядерных реакций с участием гамма-кван­
тов требуются не только информация о природе основного и возбужденных со­
стояний ядра, но и информация о плотности уровней, оптических потенциалах
и других характеристиках. Во всяком случае, применение современных микро­
скопических подходов в теории ядерных реакций и ядерных данных оставляет
желать лучшего и является необходимым для нестабильных ядер, для которых
невозможно найти феноменологические параметры из-за отсутствия нужной
экспериментальной информации. Все эти обстоятельства приводят к необходи­
мости развития единообразного подхода с небольшим числом универсальных
параметров с большой предсказательной силой как в области теории структуры
ядра, так и в области ядерных реакций. Как уже отмечалось, необходимым тре­
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бованием в этих областях являются предсказание и объяснение наблюдаемых
характеристик в нестабильных и нейтронно-избыточных ядрах. Современные
микроскопические подходы, основанные на самосогласованном и единообраз­
ном описании как эффектов квазичастичного метода хаотических фаз, так и
эффектов связи с фононами, являются необходимым инструментом в анализе
и расчетах разнообразных характеристик ядерных реакций. В то же время рас­
четы этих наблюдаемых характеристик необходимы для развития современной
теории структуры ядра. Такой подход является перспективным как для теории
структуры ядра, так и для теории ядерных реакций, поскольку он объединяет
обе эти области и «индивидуализирует» каждое ядро.

Потребности современной астрофизики и атомной энергетики стимулиру­
ют быстрое развитие микроскопического описания возбуждений ядер. Одновре­
менно с этим идет очень быстрое развитие техники физического эксперимента,
включая многочисленные ускорители для изучения радиоактивных ядер, что
уже даёт и будет давать огромное количество новой экспериментальной инфор­
мации для таких ядер, которую невозможно понять без использования совре­
менной микроскопической теории. В последние 10–15 лет наблюдается все уве­
личивающийся интерес, как в теории, так и в эксперименте, к характеристикам
возбуждений в широкой области вблизи энергии отделения нуклона. Область
энергий вблизи энергии отделения нейтронов, которая используется в работе
ядерных реакторов, в настоящее время привлекает огромный интерес специа­
листов как в теоретической ядерной физике, так и в ядерных данных. Одна из
главных причин этого состоит в том, что в этой области расположен так называ­
емый пигми-дипольный резонанс (ПДР), являющийся объектом многих совре­
менных экспериментальных и теоретических исследований (см., например, [7—
10]). Интерес к ПДР обусловлен также его большим количественным вкладом в
процессы с участием гамма-лучей, имеющих место в ядерных реакторах, напри­
мер, при радиационном захвате нейтронов [11—13]. Это важно для микроскопи­
ческого описания ядерных данных. Таким образом, в этой области наблюдается
совпадение интересов, как со стороны теории, так и со стороны потребностей
в ядерных данных. Возможности современной теории ядра сильно возросли в
связи с ростом вычислительных мощностей и современных микроскопических
подходов в области описания основного состояния и характеристик ядерных
возбуждений до энергии 25 МэВ, то есть спектра энергий, который работает
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в быстрых реакторах. Часть этих микроскопических подходов была развита в
Теоретическом отделе ФЭИ [14—16], поэтому тема диссертации имеет под собой
солидную методическую базу.

Понятие радиационной силовой функции (РСФ), которая необходима для
расчетов фотоядерных данных, было введено для описания гамма-переходов с
высоковозбужденных состояний в широкой области энергий вблизи энергии свя­
зи нейтрона. Как правило, используется обобщенная РСФ, которая включает
и переходы между возбужденными состояниями. В этом случае использование
РСФ в расчетах сечений радиационных процессов неотделимо от применения
гипотезы Бринка–Акселя [17; 18]. Согласно этой гипотезе гигантский диполь­
ный резонанс (ГДР) может быть построен на любом возбужденном состоянии
и его свойства не зависят от природы этого состояния. Если принять эту гипо­
тезу, которая в настоящее время является общепризнанным приближением и
считается, в основном, оправданной, то РСФ просто связанно с сечением фото­
поглощения (см. ниже) и проблематикой пигми-дипольного резонанса.

Основой большинства существующих микроскопических моделей описа­
ния возбуждений дважды-магических ядрах является метод хаотических фаз
(МХФ) и его расширение для ядер со спариванием — квазичастичный метод
хаотических фаз (КМХФ). В рамках этого метода возбужденные состояния
представляются в виде суперпозиции одночастично–однодырочных (1p1h) кон­
фигураций. КМХФ позволяет с разумной степенью точности описать свойства
наиболее коллективных низколежащих состояний, а также средние энергии и
интегральные силы гигантских резонансов. Однако, наблюдаемые ширины ги­
гантских резонансов сферических ядер [19] и общая структура низколежащей
части спектра могут быть воспроизведены только в подходах, которые включа­
ют, кроме 1p1h конфигураций, конфигурации более сложные, чем 1p1h. К под­
ходам этого класса также относятся модели, в которых в дополнение к обыч­
ному остаточному частично-дырочному взаимодействию, входящему в МХФ,
явным образом учитывается квазичастично-фононное взаимодействие, точнее,
связь одночастичных степеней свободы с коллективными фононными степеня­
ми свободы (далее связь с фононами). Несколько вариантов моделей этого типа
уже были разработаны (см. [15; 19—21]), в частности обобщенная теория ко­
нечных ферми-систем (ОТКФС) [14—16; 19]. В их основе лежит приближение
временной блокировки (ПВБ, [15; 20]), включая квазичастичное приближение
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временной блокировки (КПВБ) [21]. Модели, разработанные в рамках КМХФ и
его обобщений, можно разделить на следующие три категории: несамосогласо­
ванные, частично самосогласованные и полностью самосогласованные на опре­
деленном уровне. Самосогласование подразумевает здесь связь между средним
полем в ядре и остаточным эффективным взаимодействием, которая устанав­
ливается на основе вариационных свойств некоторого энергетического функ­
ционала плотности, являющегося исходным пунктом модельных построений. В
полностью самосогласованном КМХФ остаточное взаимодействие определяется
как вариационная производная от среднего поля по матрице плотности с уче­
том всех возникающих при этом членов. Это означает точный учет в остаточном
взаимодействии всех вкладов, включая вклады скоростных, спин-орбитальных
и кулоновских сил. Полное самосогласование в ПВБ означает, что, кроме опре­
деленного таким образом остаточного взаимодействия, входящий в модель фо­
нонный базис рассчитывается в рамках полностью самосогласованного КМХФ.
К сожалению, полностью самосогласованный подход развит, только для два­
жды магических ядер [22]. В частично самосогласованных моделях часть чле­
нов, входящих в общую формулу для вариационной производной среднего поля,
опускается в целях упрощения расчетной схемы. Наконец, в несамосогласован­
ных моделях среднее поле и остаточное взаимодействие определяются (пара­
метризуются) независимым друг от друга образом. Самосогласование является
очень важным элементом современной теории структуры ядра. Это обусловле­
но тем, что самосогласованные подходы являются эффективным инструментом
построения универсальной теории, позволяющей описывать уже известные экс­
периментальные данные и предсказывать те ядерные свойства, которые пока не
доступны для эксперимента. Последнее крайне важно с точки зрения актуаль­
ных в настоящее время астрофизических приложений теории. Одной из целей
данной работы является применение в расчетах ядерных возбуждений схемы
самосогласованного КПВБ в модели, основанной на ЭФП Скирма. Целью ис­
следования также является сравнительный анализ результатов, полученных в
самосогласованных КМХФ и КПВБ расчетах.

Расчеты ядерных возбуждений в обобщенных вариантах МХФ имеют
большую и давнюю историю. Как обсуждалось в известном обзоре [23] связь с
фононами учитывалась в нескольких подходах, а именно: ядерная полевая тео­
рия [24], квазичастично-фононная модель ядра [25], ОТКФС [19]. Однако, по­
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давляющее большинство таких расчетов выполнено в рамках несамосогласован­
ных или частично самосогласованных моделей. Полностью самосогласованные
расчеты такого типа относительно немногочисленны и были выполнены лишь
недавно. К ним относятся расчеты в рамках "вторичного МХФ" с использова­
нием реалистического нуклон-нуклонного взаимодействия, выведенного из Ар­
гоннского потенциала [26; 27], серия расчетов в рамках релятивистского КПВБ
[7; 28—30]. Расчеты с помощью релятивистского КПВБ к настоящему времени
выполнены для весьма ограниченного класса энергетических функционалов.
Ввиду этого, реализация самосогласованной схемы КПВБ, включающей метод
вычитания и основанной на ЭФП Скирма, широко применяемого в современ­
ных ядерно-структурных моделях, представляется весьма актуальной задачей.
Применение метода КПВБ для описания радиационных силовых функций пред­
ставлены в Главе 3.

Существует другой важный аспект этой проблемы, связанный с потребно­
стью в ядерных данных, как для астрофизики, так и для ядерных реакторов. В
этой области, как правило, используются феноменологические подходы для опи­
сания РСФ, основанные на различных модификациях лоренцевской кривой для
ГДР. К примеру, в известном коде для расчета ядерных реакций EMPIRE [31]
используется шесть различных способов феноменологического описания РСФ.
Хотя необходимость феноменологического описания обусловлена практикой, с
точки зрения последовательного микроскопического подхода эти способы нуж­
даются в дальнейшем улучшении, так как они основаны на сильно упрощенных
предположениях, главным из которых является аппроксимация лоренцианом (с
различными модификациями) РСФ при энергиях, меньших энергии отделения
нуклона. Кроме этого, в них не учитывается уже доказанное экспериментально
сильное изменение низколежащих хвостов всех гигантских резонансов в ядрах
с малой энергией связи. В этом смысле феноменологическое описание не имеет
предсказательной силы для таких ядер, поскольку феноменология, как прави­
ло, подгоняется по стабильным ядрам с энергией отделения нейтрона в области
8 МэВ. Также оно испытывает трудности при описании процессов в дважды
магических ядрах, так как такое описание "сглаживает" особенности каждого
ядра. Как уже указывалось в справочнике Reference Input Parameters Library
RIPL-2 [32], такой подход не описывает наблюдаемые структуры в РСФ и ГДР
в нейтронно-обогащенных ядрах.
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Поскольку феноменологии недостаточно для описания низкоэнергетиче­
ского склона ГДР и, в частности, следует учитывать специфику ядер с малой
энергией отделения, то необходимо использовать микроскопическую теорию с
универсальными параметрами, которые подходят для всех ядер. Поэтому начи­
ная с 2006 года, в RIPL-2 и современных кодах по расчету ядерных реакций
типа EMPIRE и TALYS, кроме феноменологических РСФ используются мик­
роскопические РСФ, рассчитанные для 3317 ядер в рамках самосогласованного
подхода для среднего поля в методе Хартри–Фока–Боголюбова (ХФБ) и КМХФ
(ХФБ+КМХФ) [12]. В наше время интерес к низкоэнергетической части РСФ не
ослабевает и предпринимаются различные попытки [33] понять природу ПДР.
Такой подход вполне естествен, поскольку он подразумевает использование од­
ночастичной схемы уровней ядра и, следовательно, учитывает индивидуальные
свойства каждого ядра, в том числе экзотических ядер, где, как правило, нет
возможностей для построения феноменологических подходов.

Существует огромная экспериментальная информация о РСФ в энерге­
тической области ПДР (см. [32; 34; 35]). Одним из современных и известных
методов ее получения является "метод Осло" [36], который позволяет измерять
РСФ в большом интервале энергии, начиная от 1-2 МэВ. Другой метод, называ­
емый авторами 𝛾SF [35], использует квазимонохроматические гамма-кванты и,
в рамках статистической модели, комбинирует измерения сечений радиационно­
го захвата нейтронов и (𝛾,n)-реакций в области энергий больших, чем энергии
отделения нейтрона. Чтобы объяснить экспериментальные результаты, полу­
ченные в рамках метода 𝛾SF, в расчетах используется методы ХФБ+КМХФ
[12], в котором авторы вынуждены «руками» добавить дополнительную силу в
нескольких изотопах Sn в области с центроидом 8–8.5 МэВ и шириной 2 МэВ,
которая исчерпывает примерно 1-2% правила сумм Томаса–Райхе–Куна. Как
показано в [35], оба метода подтверждают необходимость дополнительной по
сравнению с методами ХФБ+КМХФ силы в области ПДР. То есть структуры
в РСФ помимо ГДР не могут быть описаны ни стандартными феноменологи­
ческими подходами [36], ни в рамках микроскопических методов ХФБ+КМХФ
[35]. Эта дополнительная сила может быть объяснена благодаря эффектам взаи­
модействия одночастичных степеней свободы с коллективными, которые после­
довательно учитываются в рамках метода КПВБ, используемого в настоящей
работе.
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Неослабевающий интерес к исследованиям радиационного захвата нейтро­
нов обусловлен, с одной стороны, важной ролью этого процесса в изучении
многих фундаментальных свойств ядерных реакций и, с другой стороны, ши­
роким применением данных о сечениях захвата в разнообразных приложениях
ядерной физики. Например, в современной астрофизике для описания распро­
страненности ядер с A > 60 требуется информация о скорости r-процесса, то
есть информация о сечениях радиационного захвата для ядер между линией
𝛽-стабильности и линией нейтронной стабильности. Сечениями радиационного
захвата нейтронов в значительной мере определяются основные физические ха­
рактеристики ядерных тепловых и быстрых реакторов. А при разработке инно­
вационных ядерных реакторов (например, в рамках программы Generation-IV)
также потребуется информация о сечениях реакций для многих нестабильных
ядер. С радиационным захватом тесно связано применение методов активаци­
онного анализа в различных прикладных отраслях.

Радиационные силовые функции являются одним из важнейших "ингре­
диентов" для описания радиационного канала в ядерных реакциях. Этот канал
является почти универсальным, так как гамма-излучение может сопровождать
любое испускание частиц. Для проверки возбуждений в области отделения ней­
трона, предсказанных в рамках различных существующих моделей, мы также
рассмотрим средние радиационные ширины нейтронных резонансов Γ𝛾. Сред­
ние радиационные ширины Γ𝛾 нейтронных резонансов, для которых есть боль­
шое количество экспериментальных данных [37; 38], одна из самых важных
интегральных характеристик интенсивности гамма-распада высокоэнергетиче­
ских состояний ядра. Например, для малых энергий налетающего нейтрона (то
есть s-нейтронов) средняя радиационная ширина Γ𝛾 часто используется для
нормировки радиационной силовой функции. Эти величины необходимы для
расчета сечений радиационного захвата нейтронов и других реакций с участи­
ем гамма-квантов. Так как получение новых экспериментальных данных о свой­
ствах ядерных реакций с участием гамма-квантов для нейтронно-избыточных
и нестабильных ядер слишком дорого или даже невозможно, а феноменологиче­
ские модели не способны описать характеристики этих ядер, то единственным
выходом является использование микроскопических подходов (как уже было
указано выше) за пределами уже стандартного метода КМХФ. В рамках Гла­
вы 4 будут представлены результаты применения микроскопического подхода
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ОТКФС (КПВБ), который помимо эффектов КМХФ учитывает связь с фо­
нонами, для расчета соответствующих радиационных характеристик ядерных
реакций.

Целью диссертационной работы является развитие и применение само­
согласованного микроскопического подхода в теории ядра для анализа и рас­
четов некоторых характеристик основного и возбужденных состояний ядер в
области энергии отделения нейтрона, таких как магнитные моменты, радиа­
ционные силовые функции и важнейшие характеристики ядерных реакций с
участием гамма-квантов.

Следующие задачи были поставлены для достижения указанных резуль­
татов:

1. Самосогласованный микроскопический расчет дипольных магнитных
моментов нечетных ядер в основном и некоторых возбужденных состо­
яниях с использованием теории конечных ферми-систем и одночастич­
ной схемы на основе современной теории энергетического функционала
плотности.

2. Расчет магнитных моментов нечетно-нечетных ядер в основном и воз­
бужденных состояниях с использованием микроскопического (в рамках
теории конечных ферми-систем) и феноменологического подходов.

3. Самосогласованно рассчитать РСФ для четно-четных ядер в рамках
методов КМХФ и КПВБ с использованием одночастичной схемы на
основе сил Скирма и выполнить аналогичный расчет РСФ для 208Pb с
использованием нового и полностью самосогласованного подхода конти­
нуумного ПВБ. Выполнить анализ вклада эффектов связи с фононами
в РСФ.

4. Использовать полученные РСФ в современном коде для ядерных реак­
ций EMPIRE для расчета различных характеристик ядерных реакций
с участием гамма-квантов для дважды-магических и полумагических
ядер, а именно: сечений радиационного захвата нейтрона, соответству­
ющих нейтронно-захватных спектров гамма-квантов и средних радиа­
ционных ширин. Выполнить анализ вклада эффектов связи с фононами
в указанные характеристики.

Основные положения, выносимые на защиту:
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1. В рамках ТКФС и с использованием метода ЭФП с функционалом Фа­
янса получено хорошее согласие с имеющимися экспериментальными
данными по магнитным моментам для многих нечетных сферических
околомагических и полумагических ядер и предсказаны значения маг­
нитных моментов для 11 нечетных ядер в основном состоянии.

2. В рамках самосогласованной ТКФС и с использованием приближения
отсутствия взаимодействия между нечетными квазичастицами получе­
но хорошее согласие с имеющимися экспериментальными данными для
магнитных моментов 14 нечетно-нечетных околомагических ядер и 32
нечетно-нечетных полумагических ядер в основном и возбужденных
состояниях.

3. Показано, что учет эффектов связи с фононами в расчетах РСФ как
для полумагических ядер (изотопы олова и никеля), так и для дважды
магических ядер (208Pb, 132Sn и 56Ni) позволяет описывать стурктуры
в области пигми-дипольного резонанса.

4. Показано, что при описании радиационных характеристик ядерных
реакций (сечения радиационного захвата нейтронов, соответствующие
нейтронно-захватные спектры гамма-квантов, средние радиационные
ширины) необходимо учитывать эффекты связи с фононами.

Научная новизна:
1. Рассчитаны и предсказаны магнитные моменты нечетно-нечетных ядер

и соответствующих нечетных сферических ядер в основном и воз­
бужденных состояниях в рамках самосогласованной теории конечных
ферми-систем с универсальными для всех ядер параметрами энергети­
ческого функционала плотности Фаянса. Получено хорошее согласие с
имеющимся экспериментом.

2. В рамках последовательного самосогласованного подхода изучено вли­
яние эффектов квазичастично-фононного взаимодействия на РСФ.
Впервые такой анализ выполнен для сечения радиационного захва­
та нейтронов, соответствующих нейтронно-захватных спектров гамма­
квантов и средних радиационных ширин. Показана необходимость уче­
та таких эффектов для всех этих характеристик.

3. Выполнен расчет и предсказаны РСФ, как в области энергий гигант­
ского дипольного резонанса, так и пигми-дипольного резонанса, для
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60Ni и для нейтронно-избыточных нестабильных 70,72Ni, для которых в
данный момент проводятся измерения в области энергий пигми-диполь­
ного резонанса.

Научная и практическая значимость Диссертационная работа явля­
ется теоретическим исследованием. Были выполнены расчеты магнитных мо­
ментов нечетных и нечетно-нечетных сферических ядер с помощью современно­
го микроскопического подхода. Благодаря феноменологическому подходу пока­
зано, что при описании магнитных моментов нечетно-нечетных ядер можно уве­
ренно использовать приближение об отсутствии взаимодействия между нечет­
ными квазичастицами. В нашей работе показана необходимость учета связи с
фононами в рамках самосогласованного подхода КПВБ, что позволяет уверенно
описывать и предсказывать радиационные силовые функции, особенно структу­
ры в области пигми-дипольного резонанса, и характеристики ядерных реакций
с участием гамма-квантов, как для стабильных ядер, так и для нейтронно-избы­
точных ядер. Можно ожидать в ближайшее время, что наши результаты по
РСФ в области пигми-дипольного резонанса в 70,72Ni будут подтверждены.

Степень достоверности полученных результатов подтверждена, во-пер­
вых, удовлетворительным описанием экспериментальных данных с помощью
микроскопических расчетов. Во-вторых, были использованы самосогласован­
ные микроскопические подходы для расчета одночастичных схем, которые были
неоднократно проверены на других свойствах ядер и их параметры универсаль­
ны, то есть одинаковы для всех ядер, кроме легких. Также наши результаты
находятся в согласии с результатами работ других авторов.

Апробация работы. Основные результаты работы докладывались и
представлены в опубликованных тезисах на:

1. Международной конференции "Ядро-2012" "Фундаментальные пробле­
мы ядерной физики, атомной энергетики и ядерных технологий" (62
Совещание по ядерной спектроскопии и структуре атомного ядра), г.
Воронеж, 25 июня – 30 июня 2012 г.

2. Всероссийском семинаре "Гигантский дипольный резонанс. Результаты
и перспективы", г. Москва, 06 февраля 2014 г.

3. 15-й международном симпозиуме "Capture Gamma-Ray Spectroscopy
and Related Topics", г. Дрезден, 25 августа – 29 августа 2014 г.
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4. Международном семинаре "International Seminar on Interaction of
Neutrons with Nuclei: "Fundamental Interactions and Neutrons, Nuclear
Structure, Ultracold Neutrons, Related Topics" (ISINN 22), г. Дубна, 27
Мая - -30 Мая, 2014 г.

5. 5th Workshop on Nuclear Level Density and Gamma Strength, г. Осло, 18
Мая – 22 Мая 2015 г.

6. Международной конференции "Ядро-2015. Новые горизонты в области
ядерной физики, атомной, фемто- и нанотехнологий" (65 Совещание
по ядерной спектроскопии и структуре атомного ядра), г. Санкт-Петер­
бург, 29 июня – 03 июля 2015 г.

7. Международной конференции "Nuclear Structure and Related Topics"
("Структура ядра и смежные проблемы"), г. Дубна, 14 июля – 18 июля
2015 г.

8. Международной конференции по ядерным данным для науки и техно­
логии ND 2016, г. Брюгге, 11 Сентября – 16 Сентября 2016 г.

9. 6th Workshop on Nuclear Level Density and Gamma Strength, г. Осло, 8
Мая – 12 Мая 2017 г.

Личный вклад. Автор принимал активное участие в формулировании
всех задач, отраженных в диссертации, в разработке методики использования
микроскопических РСФ в программном комплексе EMPIRE и компьютерных
программ для расчета магнитных моментов нечетных и нечетно-нечетных ядер,
выполнил численные расчеты и интерпретировал их результаты, участвовал в
написании статей по полученным результатам.

Публикации. Основные результаты по теме диссертации изложены в 13
печатных изданиях, 7 из которых изданы в журналах, рекомендованных ВАК,
4 из которых изданы в зарегистрированных научных электронных изданиях,
2 — в материалах международного семинара.

Объем и структура работы. Диссертация состоит из введения, четырёх
глав, заключения и одного приложения. Полный объём диссертации составля­
ет 112 страниц с 18 рисунками и 16 таблицами. Список литературы содержит
133 наименования.
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Глава 1. Теоретические основы описания магнитных моментов и
радиационных характеристик ядра

Настоящая глава посвящена основным соотношениям использованных ме­
тодов, как для расчета магнитных моментов нечетных и нечетно-нечетных ядер,
так и для расчета радиационных силовых функций и радиационных характе­
ристик ядерных реакций (сечения радиационного захвата нейтронов, соответ­
ствующие нейтронно-захватные спектры и средние радиационные ширины). В
разделе 1.1 кратко описан метод энергетического функционала плотности, ко­
торый был разработан Фаянсом и соавторами [39] с набором параметров DF3-a
[40]. Основываясь на ТКФС [2], нами были получены основные соотношения
для расчета магнитных моментов нечетных ядер. Также в этом разделе описы­
ваются основные приближения и соотношения для описания магнитных момен­
тов нечетно-нечетных ядер. Результаты расчетов будут представлены позднее в
Главе 2. В разделе 1.2 описаны основные приближения и соотношения ОТКФС
в квазичастичном приближении временной блокировки, который был разрабо­
тан группой из Обнинска [14; 15; 19; 21; 41]. Данный метод используется для
расчетов радиационных силовых функций четно-четных полумагических и два­
жды магических ядер, результаты которых представлены в Главе 3. Раздел 1.3
посвящен краткому описанию программного кода EMPIRE [31], который был
использован нами для расчета радиационных характеристик ядерных реакций
на основе РСФ, рассчитанных нами. Результаты расчета радиационных харак­
теристик ядерных реакций будут представлены также в Главе 4.
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1.1 Основные соотношения метода энергетического функционала
плотности и теории конечных ферми-систем

1.1.1 Краткое описание метода энергетического функционала
плотности с использованием функционала Фаянса

Необходимость описания нестабильных ядер (например, осколков деления
и нейтронно-избыточных ядер) привела к развитию самосогласованных методов
теории ядра. Самосогласованные теории имеют наибольшую предсказательную
силу, потому что они одновременно описывают свойства и основного и возбуж­
дённых состояний. Самосогласование — это согласование между собой среднего
поля и эффективного взаимодействия, то есть расчёт обоих величин через одни
и те же параметры функционала, которые универсальны для всех ядер:

𝑈 =
𝛿𝐸

𝛿𝜌

ℱ𝑝ℎ =
𝛿2𝐸

𝛿𝜌2
ℱ𝑝𝑝 =

𝛿2𝐸

𝛿𝜈2

(1.1)

где 𝐸 — энергия основного состояния как функционал от плотности, 𝑈 — сред­
нее поле, ℱ𝑝ℎ — эффективное взаимодействие в канале "частица–дырка", ℱ𝑝𝑝

— эффективное взаимодействие в канале "частица–частица", 𝜌𝑝,𝑛 — плотность
протонов (нейтронов), 𝜈𝑝,𝑛 — аномальная плотность протонов (нейтронов).

Для самосогласованного описания мы в данной работе используем метод
энергетического функционала плотности, основанный на теоремах Хоэнберга и
Кона. Теоремы Хоэнберга и Кона утверждают, что:

– Теорема 1. Существует точное однозначное соответствие между плотно­
стью 𝜌 основного состояния и потенциалом взаимодействия.

– Теорема 2. Энергия основного состояния квантовой системы является
функционалом плотности 𝐸0[𝜌]. Энергия минимальна, если 𝜌 является
точной плотностью основного состояния.

Хотя теоремы Хоэнберга и Кона доказывают взаимосвязь между энергией
основного состояния и плотностью, они не дают никакого правила построения
этого функционала.
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К сожалению, точный вид ядерного энергетического функционала плотно­
сти неизвестен. В настоящей работе используется приближённый функционал
плотности, предложенный С.А. Фаянсом с соавторами [39; 42]:

𝐸0 =

∫︁
𝜀 [𝜌𝑛(r),𝜌𝑝(r),𝜈𝑛(r),𝜈𝑝(r)] 𝑑

3𝑟 (1.2)

Так как в рамках задачи рассматривались только сферические ядра, то все
члены ЭФП имеют более простой вид.

В общем виде плотность энергии состоит из следующих членов:

𝜀 = 𝜀𝑘𝑖𝑛 + 𝜀𝑖𝑛𝑡

𝜀𝑖𝑛𝑡 = 𝜀𝑚𝑎𝑖𝑛 + 𝜀𝐶𝑜𝑢𝑙 + 𝜀𝑠𝑙 + 𝜀𝑠𝑠 + 𝜀𝑎𝑛𝑜𝑚𝑎𝑙

(1.3)

Плотность кинетической энергии имеет вид:

𝜀𝑘𝑖𝑛 =
1

4𝜋

∑︁
𝜆

𝑛𝜆
~2

2𝑚

[︃(︂
𝑑𝑅𝑛𝑙𝑗𝜏(𝑟)

𝑑𝑟

)︂2

+
𝑙(𝑙 + 1)

𝑟2
𝑅2

𝑛𝑙𝑗𝜏(𝑟)

]︃
(1.4)

Согласно [42], нормальная часть ЭФП содержит слагаемые соответству­
ющие центральным, спин-орбитальным и тензорным эффективным ядерным
силам и кулоновскому взаимодействию для нейтронов. Главное слагаемое, со­
держащее центральные силы, имеет вид:

𝜀𝑚𝑎𝑖𝑛 =
𝐶0

2

[︀
𝑎𝑣+𝑥

2
+𝑓

𝑣
+(𝑥) + 𝑎𝑣−𝑥

2
−𝑓

𝑣
−(𝑥)+

+𝑎𝑠+(𝑥+𝑓
𝑠
+)(̃𝑥+𝑓

𝑠
+) + 𝑎𝑠−(𝑥−𝑓

𝑠
−)(̃𝑥−𝑓

𝑠
−)
]︁ (1.5)

где 𝑥± =
𝜌𝑛±𝜌𝑝
2𝜌0

, 𝜌𝑛, 𝜌𝑝 — плотность нейтронов и протонов, 𝜌0 = 3
8𝜋𝑟30

— равновес­
ная плотность симметричной ядерной материи (𝑁 = 𝑍).

𝑓 𝑣±(𝑥) =
1− ℎ𝑣1±𝑥
1 + ℎ𝑣2±𝑥

𝑓 𝑠±(𝑥) =
1

1 + ℎ𝑠±𝑥

Коэффициент 𝐶0 = (𝑑𝑛/𝑑𝜀𝐹 )
−1 здесь и далее — стандартный нормировочный

коэффициент ТКФС.
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Также следует определить оператор "тильда", использованный в (1.5),
который определяет процедуру свертки:

̃︂𝜑(r) = ∫︁ 𝐷(r− r′)𝜑(r′)𝑑r′ (1.6)

где
𝐷(r− r′) = 𝑉 (|r− r′|)− 𝛿(r− r′) =

=
1

4𝜋𝑟2𝑐 |r− r′|
𝑒𝑥𝑝

(︂
−|r− r′|

𝑟𝑐

)︂
− 𝛿(r− r′)

(1.7)

Первая часть этого выражения — это функция Юкавы, нормализованная со­
гласно условию

∫︀
𝑉 (|r|)𝑑r = 1. В импульсном представлении (1.7) имеет вид:

𝐷(𝑞) = − (𝑞𝑟𝑐)
2

1 + (𝑞𝑟𝑐)2
(1.8)

Плотность энергии кулоновского взаимодействия в обычной форме, вклю­
чая обменную часть в приближении Слейтера:

𝜀𝐶𝑜𝑢𝑙 =
1

2
𝑒2𝜌𝑝(𝑟)

(︂
1

𝑟

∫︁ 𝑟

0

𝜌𝑝(𝑟)𝑟
2𝑑𝑟 +

∫︁ ∞
𝑟

𝜌𝑝(𝑟)𝑟𝑑𝑟

)︂
−

− 3

4

(︂
3

𝜋

)︂1/3

𝑒2𝜌4/3𝑝 (𝑟)

(1.9)

Определим спин-орбитальную плотность как:

𝜌𝜏𝑠𝑙(r) =
∑︁
𝜆

𝑛𝜏𝜆⟨𝜑𝜏*𝜆 (r)(𝜎l)𝜑𝜏𝜆⟩, (1.10)

тогда в сферически-симметричном ядре плотность спин-орбитальной энергии
будет иметь вид:

ℱ𝑠𝑙 = 𝐶0𝑟
2
0

∑︁
𝑖,𝑘=𝑛,𝑝

(︂
1

𝑟
𝜌𝑖𝑠𝑙𝜅

𝑖𝑘 𝛿𝜌
𝑘

𝛿𝑟
+

1

4𝑟2
𝜌𝑖𝑠𝑙𝑔

𝑖𝑘
1 𝜌

𝑘
𝑠𝑙

)︂
(1.11)

Для полноты также стоит упомянуть спин-спиновый член 𝜀𝑠𝑠, вклад кото­
рого равен нулю в ядрах с нулевым спином. Возможной простой формой этого
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слагаемого является выражение:

𝜀𝑠𝑠 =
1

2
𝐶0𝑟

2
0

∑︁
𝑖,𝑘=𝑛,𝑝

𝑔𝑖𝑘0 ⟨𝜎⟩𝑖 · ⟨𝜎⟩𝑘 (1.12)

Аномальная часть энергетического функционала, отвечающая за спарива­
ние, выбрана в виде:

𝜀𝑎𝑛(r) =
∑︁
𝜏

ℱ 𝜉,𝜏𝜏(r; [𝜌])|𝜈𝜏(r)|2, (1.13)

где эффективное спаривательное взаимодействие имеет вид:

ℱ 𝜉 = 𝐶0𝑓
𝜉 = 𝐶0

(︁
𝑓 𝜉𝑒𝑥 + ℎ𝜉𝑥2/3 + 𝑓 𝜉𝛿 𝑟

2
0(∇𝑥)2

)︁
(1.14)

В данной работе спаривание полагалось поверхностным, как и в работе [43].
Весь набор параметров функционала DF3-a [40] представлен в Таблице 1.1.

Параметры функционала были подобраны так, чтобы описать лучшим образом
экспериментальные значения энергии связи и радиусы ядер, а также одноча­
стичные спектры дважды-магических ядер 40Ca, 48Ca, 132Sn, 208Pb.

Таблица 1.1 — Параметры ЭФП Фаянса DF3-a
Параметр Значение Параметр Значение

𝑎𝑣+ −6.575 𝜅 0.190
𝑎𝑣− 5.523 𝜅′ 0.077
ℎ𝑣1+ 0.163 𝑔1 0
ℎ𝑣2+ 0.725 𝑔′1 −0.308
ℎ𝑣1− 0 𝑓 𝜉𝑒𝑥 −1.05
ℎ𝑣2− 3.0 ℎ𝜉 0.92
𝑎𝑠+ −11.1 𝑓 𝜉𝛿 0
𝑎𝑠− −4.10 𝑟𝑐, фм 0.35
ℎ𝑠+ 0.31 𝐶0, МэВ·фм3 300
ℎ𝑠− 0 – –
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1.1.2 Основные соотношения теории конечных ферми-систем в
задаче расчета магнитных моментов нечетных ядер

Как и в работах [5; 6], мы рассматриваем нечетное ядро в одноквазича­
стичном приближении, то есть свойства основного состояния нечетного ядра
определяется нечетной квазичастицой в состоянии |𝜆⟩=|𝑛,𝑙,𝑗,𝑚⟩ ≡ |𝜈,𝑚⟩, кото­
рая добавлена к четно-четному "остову". Поэтому в рамках ТКФС, статиче­
ский магнитный момент 𝜇𝜆 нечетного ядра с нечетным нуклоном в состоянии
|𝜆⟩ можно выразить через диагональный матричный элемент ⟨𝜆|𝑉 (𝜔 = 0)|𝜆⟩
эффективного поля 𝑉 во внешнем статическом поле 𝑉 0:

𝜇𝜏 = ⟨𝜈,𝑚 = 𝑗|𝑉 𝜏(𝜔 = 0)|𝜈,𝑚 = 𝑗⟩ = 𝑆𝜇
𝑗 ⟨𝜈 ‖ 𝑉

𝜏(𝜔 = 0) ‖ 𝜈⟩, (1.15)

где 𝜏 = 𝑝,𝑛 и 𝑆𝜇
𝑗 =
√︁

𝑗
(𝑗+1)(2𝑗+1) соответствующее значение 3𝑗-символа.

В самом общем виде уравнение для эффективного поля, согласно ТКФС
[2], имеет вид:

𝑉 = 𝑒𝑞𝑉0 + ℱ̂𝐴𝑉 , (1.16)

где члены этого уравнения — это матрицы. Приведем явную форму этих матриц
для случая магнитного поля. В обозначениях, принятых в ТКФС [2], получаем:

𝑉 =

⎛⎜⎝𝑉𝑑1
𝑑2

⎞⎟⎠ , 𝑉0 =

⎛⎜⎝𝑉00
0

⎞⎟⎠ , (1.17)

ℱ̂ =

⎛⎜⎝ℱ 0 0

0 ℱ 𝜉 0

0 0 ℱ 𝜉

⎞⎟⎠ , (1.18)

𝐴 =

⎛⎜⎝ℒ ℳ
(1) ℳ(2)

𝒪 𝒩 (1) 𝒩 (2)

𝒪̃ 𝒩̃ (1) 𝒩̃ (2)

⎞⎟⎠ , (1.19)

где ℒ, ℳ(1) и т.д. — это различные интегралы по энергии 𝜀 от разных комби­
наций функции Грина 𝐺(𝜀) и двух функций Горькова 𝐹1(𝜀) и 𝐹2(𝜀). Выпишем
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M1

M1

M1

Рисунок 1.1 — Диаграмма для эффективного магнитного поля 𝑉 (𝑀1).
Соответствует уравнению 1.21

только первый из них:

ℒ =

∫︁
𝑑𝜀

2𝜋𝑖
[𝐺(𝜀)𝐺(𝜀+ 𝜔) + 𝐹1(𝜀)𝐹2(𝜀+ 𝜔)] . (1.20)

Запишем уравнение для эффективного поля в 𝜆-представлении:

𝑉12(𝜔) = 𝑒𝑞𝑉
0
12(𝜔) + ℱ1234𝐴34(𝜔)𝑉34(𝜔), (1.21)

где для краткости 1 ≡ 𝜆1. Уравнение (1.21) в случае ядер без спаривания пред­
ставлено диаграммой Фейнмана на Рисунке 1.1.

Для ядер со спариванием в общем случае необходимо решить систему
из трех уравнений (1.16) вместо одного уравнения (1.21), которое содержит
два дополнительных уравнения для изменения спаривательной щели 𝑑1 и 𝑑2 во
внешнем поле 𝑉0 [2]. Однако, как выяснилось, например в [5], вклад 𝑑1 и 𝑑2 в
магнитный момент мал, поэтому в данной работе эти дополнительные уравне­
ния не учитываются. В этом случае имеем только один пропагатор в уравнении
(1.21) для спаривания:

ℒ12 = 𝐴12 = −
𝐸1𝐸2 − 𝜀1𝜀2 −Δ1Δ2

2𝐸1𝐸2(𝐸1 + 𝐸2)
(1.22)

где 𝐸1 =
√︀

(𝜀1 − 𝜇)2 +Δ2
1, 𝜇 и Δ1 - это энергия квазичастицы, химический

потенциал и диагональный матричный элемент щели Δ, соответственно.
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Для ядер без спаривания, пропагатор 𝐴12 имеет следующий вид:

𝐴12 =
𝑛1 − 𝑛2
𝜀1 − 𝜀2

(1.23)

где 𝑛1 = (0,1) числа заполнения. В случае расчета магнитных моментов основ­
ной вклад в эффективное взаимодействие — это спин-спиновое взаимодействие,
поэтому эффективное взаимодействие имеет вид:

ℱ = 𝐶0 (𝑔 + 𝑔′𝜏 1𝜏 2)𝜎1𝜎2𝛿(r1 − r2)𝛿(r2 − r3)𝛿(r3 − r4). (1.24)

Теперь определим вид локального квазичастичного заряда в уравнении
(1.21) в случае расчета магнитных моментов с помощью выражения для затра­
вочного поля:

𝑒𝑞𝑉0 = 𝑒𝑞𝜇̂ =
1 + (1− 2𝜁 𝑙)𝜏3

2
ĵ+

(︀
𝛾𝑝+𝛾𝑛−1

2

)︀
+
[︀
(𝛾𝑝−𝛾𝑛)(1−2𝜁𝑠)−1

2+𝜁 𝑙
]︀
𝜏3

2
𝜎̂,

(1.25)
таким образом величины 𝑒𝑝𝑞𝑠, 𝑒

𝑛
𝑞𝑠, 𝑔

𝑝
𝑙 , 𝑔

𝑛
𝑙 в уравнении (2.1) имеют следующий вид:

𝑒𝑝𝑞𝑠 = (1− 𝜁𝑠)𝛾𝑝 + 𝜁𝑠𝛾
𝑛 − 1

2
+

1

2
𝜁 𝑙, 𝑔𝑝𝑙 = 1− 𝜁 𝑙,

𝑒𝑛𝑞𝑠 = (1− 𝜁𝑠)𝛾𝑛 + 𝜁𝑠𝛾
𝑝 +

1

2
𝜁 𝑙, 𝑔𝑛𝑙 = 𝜁 𝑙.

(1.26)

Для получения конечных формул для расчета матричных элементов вер­
шины 𝑉 (𝑀1) остается только выполнить отделение угловых переменных. Ко­
нечные формулы, которые были использованы в работе, и детали расчетов пред­
ставлены в разделе 2.2.
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1.2 Основные соотношения обобщенной теории конечных
ферми-систем в квазичастичном приближении временной

блокировки

1.2.1 Понятие о радиационной силовой функции

Испускание 𝛾-квантов является одним из самых важных каналов ядерных
реакций и сопровождает большинство ядерных реакций. И фотопоглощение, и
гамма-распад могут быть описаны через радиационную силовую функцию. По
определению радиационная силовая функция описывает среднюю силу перехо­
дов, включая переходы между возбужденными состояниями [44]. Существует
два типа РСФ:

– РСФ для гамма-распада, которая определяется через среднюю парци­
альную ширину распада:

←−
𝑓 𝐸1(𝜔) =

⟨Γ𝐸1(𝜔)⟩
𝜔3𝐷𝑙

(1.27)

– РСФ для фотовозбуждения, которая связана с сечением фотопоглоще­
ния:

−→
𝑓 𝐸1(𝜔) =

⟨𝜎𝐸1(𝜔)⟩
3(𝜋}𝑐)2𝜔

(1.28)

Решение задачи описания спектра возбуждения четно-четного ядра в боль­
шинстве случаев может быть сведено к вычислению функции распределения
силы переходов в ядре (силовой функции) 𝑆(𝜔), вызываемых внешним полем
𝑉 0:

𝑆(𝜔) =
∑︁
𝑛 ̸=0

[︀
|⟨𝑛|𝑉 0+|0⟩|2𝛿(𝜔 − 𝜔𝑛)− |⟨𝑛|𝑉 0|0⟩|2𝛿(𝜔 + 𝜔𝑛)

]︀
(1.29)

где |𝑛⟩ и |0⟩ возбужденные и основное состояния ядра.
Как уже говорилось во Введении, гипотеза Бринка–Акселя — это основное

предположение, которое используется в настоящее время в расчетах ядерных
реакций с участием 𝛾-квантов до энергии возбуждений 20–25 МэВ. Выполнение
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гипотезы Бринка–Акселя и принципа детального равновесия позволяет нам свя­
зать три величины

– РСФ 𝑓𝐸1(𝜔) =
←−
𝑓 𝐸1(𝜔) =

−→
𝑓 𝐸1(𝜔), которая затем используется для

расчета характеристик ядерных реакций с участием 𝛾-квантов
– Сечение фотопоглощения
– Силовая функция 𝑆(𝜔):

𝑓𝐸1(𝜔) =
1

3(𝜋}𝑐)2
𝜎(𝜔)

𝜔

𝜎(𝜔) =
16𝜋3𝑒2

9}𝑐
𝜔𝑆(𝜔)

(1.30)

Чтобы рассчитать РСФ "в лоб" на микроскопическом уровне, надо знать
природу возбужденных состояний и вероятности переходов между ними. Ре­
шение такой задачи в полной мере представляется практически невыполнимым
из-за очень сложной структуры уровней в области ПДР, что следует хотя бы из
обсуждения проблем ПДР во Введении. РСФ можно рассчитать теоретически
в небольшом интервале энергий, если известна природа уровней.

1.2.2 Квазичастичное приближение временной блокировки

Использование гипотезы Бринка-Акселя позволяет нам упростить задачу
описания возбуждений ядра и свести задачу расчета силовой функции к расче­
ту силовой функции только для переходов между основным и возбужденным
состоянием. В рамках формализма функций Грина силовая функция полностью
определяется функцией отклика ядра 𝑅(𝜔) [19; 21]:

𝑆(𝜔,Δ) =
1

2𝜋

∑︁
1234

𝑉 0*
21 𝑅12,34(𝜔 + 𝑖Δ)𝑉 0

43 (1.31)

где Δ — мнимая часть энергии 𝛾-кванта, который является параметром усред­
нения, который вводится для размазки силовой функции. Данный параметр
представляет собой дополнительную искусственную ширину для каждого воз­
буждения и эта ширина позволяет эффективно учесть вклад конфигураций,
которые в нашем подходе не учтены явным образом.
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Функция отклика определяется уравнением Бете–Солпитера в частично­
дырочном канале в символическом виде:

𝑅 = 𝑅0 + 𝑖𝑅0𝑈𝑅 (1.32)

где 𝑅0 = −𝐺𝐺, а 𝐺 — точная одночастичная функция Грина. В уравнении
(1.32) 𝒰 — неприводимая амплитуда нуклон-нуклонного взаимодействия в ча­
стично-дырочном канале. Уравнение (1.32) является лишь одним из уравне­
ний, входящих в замкнутую систему нелинейных уравнений. Также в эту систе­
му входит уравнение, которое определяет амплитуду эффективного взаимодей­
ствия:

𝒰12,34 = 𝑖
𝛿Σ34

𝛿𝐺12
(1.33)

где Σ — одночастичный массовый оператор, который связан с функцией Грина
𝐺 уравнением Дайсона:

𝐺 = 𝐺0 +𝐺0Σ𝐺 (1.34)

в котором 𝐺0 — функция Грина свободной частицы.
Для дальнейшего анализа учета поправок в общий массовый оператор Σ

и общую амплитуду эффективного взаимодействия 𝒰 необходимо ввести набор
базисных функций {𝜓1(𝑦)} в расширенном конфигурационном пространстве.
Для ферми-систем со спаривательными корреляциями эти функции зависят от
координат 𝑦 = {r,𝜎,𝜏,𝜒}, где r — пространственная координата, спиновая 𝜎

и изоспиновая 𝜏 переменные, а 𝜒 = ±1 — дополнительный индекс для обо­
значения разных компонент одночастичных функций в расширенном конфигу­
рационном пространстве. Индекс 1 = {𝜆1,𝜂1} включает 𝜆, который является
индексом обычного одночастичного состояния (то есть 𝜆 = {𝜏𝜆,𝑛,𝑙,𝑗,𝑚} для
сферически симметричных ядер) и индекс 𝜂1 (равен +1 в случае частиц и −1
для дырок), который является знаком собственного значения соответствующе­
го функции 𝜓1(𝑦), то есть ℋ𝜓1 = 𝐸1𝜓1 (ℋ — одночастичный гамильтониан), а
его собственное значение 𝐸1 = 𝜂1𝐸𝜆1

.
Представим общий массовый оператор Σ и общую амплитуду эффектив­

ного взаимодействия 𝒰 как сумму двух слагаемых:

Σ = Σ̃ + Σ𝑒, 𝒰 = 𝒰 + 𝒰 𝑒 (1.35)
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где первые слагаемые в (1.35) слабо зависят от энергии, так что в частном
случае самосогласованного метода Хартри–Фока–Боголюбова, который огра­
ничивается двухчастичными взаимодействиями, получаем, что Σ̃ = Σ𝐻𝐹𝐵 и
𝒰 = 𝒰𝐻𝐹𝐵. Если положить, что Σ𝑒 = 0 и 𝒰 𝑒 = 0, то получим стандартный под­
ход КМХФ. Для того, чтобы выйти за пределы КМХФ, необходимо подходящее
приближение для величин Σ𝑒 и 𝒰 𝑒.

Опишем основные особенности подхода. При выводе основных соотноше­
ний использовался факт существования малого параметра 𝛼 для дважды маги­
ческих и полумагических ядер:

𝛼 =
⟨1‖𝑔𝑚‖2⟩2

(2𝑗1 + 1)𝜔2
𝑚

< 1 (1.36)

где ⟨1‖𝑔𝑚‖2⟩ — приведенный матричный элемент амплитуды рождения фоно­
на [2], с энергией 𝜔𝑠. Данное приближение называется 𝑔2-приближение. Это
помогло существенно упростить подход. Так как полный учет одночастичного
континуума в ядрах со спариванием представляет собой сложную и до сих пор
нерешённую задачу, то одночастичный континуум учитывается только в дискре­
тизованном виде. В работе [45] было показано, что такое упрощение оказывает
небольшое влияние на РСФ. В подходе учитываются корреляции в основном
состоянии, вызванные сложными конфигурациями. Однако, из-за проблем, свя­
занных со спариванием, эти корреляции были учтены и изучены только для
дважды магических ядер [22]. В модели КПВБ для учета 2𝑞⊗фонон конфигура­
ций, ограничиваясь 𝑔2-приближением, используется приближение для величин
Σ𝑒 и 𝒰 𝑒 в аналитическом виде:

Σ𝑒
12(𝜀) =

∑︁
3,𝜂,𝑚

𝛿𝜂,𝜂3𝑔
𝑚(𝜂)*
13 𝑔

𝑚(𝜂)
23

𝜀− 𝐸3 − 𝜂(𝜔𝑚 − 𝑖 · 0)
(1.37)

𝒰 𝑒
12,34(𝜔,𝜀,𝜀

′) =
∑︁
𝜂,𝑚

𝜂𝑔
𝑚(𝜂)*
31 𝑔

𝑚(𝜂)
42

𝜀− 𝜀′ + 𝜂(𝜔𝑚 − 𝑖 · 0)
(1.38)

Здесь введено обозначение 𝑔
𝑚(𝜂)
13 = 𝛿𝜂,+1𝑔

𝑚
12 + 𝛿𝜂,−1𝑔

𝑚*
21 , где 𝑔𝑚12 — матричный

элемент амплитуды рождения фонона. Предполагается, что данная величина
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связана с изменением матрицы плотности с помощью уравнений КМХФ:

𝑔
𝑚(𝜂)
12 =

∑︁
34

ℱ̃12,34
𝜂1𝛿𝜂1,−𝜂2
𝜂𝜔𝑚 − 𝐸12

𝑔
𝑚(𝜂)
34 , 𝜌

𝑚(𝜂)
12 =

𝜂1𝛿𝜂1,−𝜂2
𝜂𝜔𝑚 − 𝐸12

𝑔
𝑚(𝜂)
12 (1.39)

После введения дополнительных поправок к массовому оператору и ам­
плитуде взаимодействия, нужно переопределить функцию отклика. Используя
разложение (1.35) можно трансформировать оба уравнения (1.32) и (1.34) в
системы из двух уравнений, которые в символьном виде имеет вид:

𝐺 = 𝐺̃+ 𝐺̃Σ𝑒𝐺

𝐺̃ = 𝐺0 +𝐺0Σ̃𝐺̃

𝑅 = 𝑅𝑒 + 𝑖𝑅𝑒 ̃︀𝒰𝑅
𝑅𝑒 = 𝑅0 + 𝑖𝑅0𝒰 𝑒𝑅𝑒

(1.40)

Теперь введем обобщенный пропагатор 𝐴, который будет в явном виде
учитывать рассматриваемые сложные конфигурации, и величину 𝐵, в которую
входит все остальное:∫︁

𝑑𝜀

2𝜋𝑖
𝑅𝑒

12,34(𝜔,𝜀) = 𝐴12,34(𝜔) +𝐵12,34 (1.41)

Предполагается, что слагаемое 𝐵 слабо зависит от 𝜔 по сравнению с пропага­
тором 𝐴:

𝑅12,34 =
∑︁
5678

(𝑒+𝑞 )12,56𝑅
𝑒𝑓𝑓
56,78(𝜔)(𝑒𝑞)78,34 +

∑︁
56

𝐵12,56(𝑒𝑞)56,34 (1.42)

где 𝑅𝑒𝑓𝑓(𝜔) удовлетворяет:

𝑅𝑒𝑓𝑓
12,34(𝜔) = 𝐴12,34(𝜔)−

∑︁
56,34

𝐴12,56(𝜔)ℱ56,78(𝜔)𝑅
𝑒𝑓𝑓
78,34(𝜔) (1.43)

И новый оператор эффективного заряда 𝑒𝑞 и эффективной амплитуды ча­
стично-дырочного взаимодействия ℱ имеют вид:

(𝑒𝑞)12,34 = 𝛿13𝛿24 −
∑︁
56

ℱ12,56𝐵56,34 (1.44)



29

ℱ12,34 =
∑︁
56

(𝑒𝑞)12,56𝑈̃56,34 (1.45)

Последнее уравнение в (1.40) содержит полную функцию Грина и, соглас­
но уравнению (1.41), определяет обобщенный пропагатор 𝐴 в уравнении (1.43).
Это уравнение можно привести к виду:

𝑅𝑒 = 𝑅̃0 + 𝑖𝑅̃0𝒲𝑒𝑅𝑒 (1.46)

где
𝑅̃0

12,34 = −𝐺̃31𝐺̃24 (1.47)

𝒲𝑒(𝑧1, 𝑧2; 𝑧3, 𝑧4) = 𝒰 𝑒(𝑧1, 𝑧2; 𝑧3, 𝑧4) + 𝑖Σ𝑒(𝑧3,𝑧1)𝐺̃−1(𝑧2, 𝑧4)+

+ 𝑖𝐺̃−1(𝑧3,𝑧1)Σ𝑒(𝑧2, 𝑧4)− 𝑖Σ𝑒(𝑧3,𝑧1)Σ𝑒(𝑧2, 𝑧4)
(1.48)

Уравнение (1.46) является базовым для построения обобщенного пропага­
тора 𝐴. В энергетическом представлении, уравнение (1.46) является интеграль­
ным уравнением для функции 𝑅𝑒(𝜔, 𝜀, 𝜀′), которое, строго говоря, не может
быть сведено к замкнутому уравнению для 𝑅𝑒(𝜔) из-за энергетической зависи­
мости 𝒰 𝑒 и Σ𝑒. Благодаря приближенному методу хронологического расщепле­
ния диаграмм (МХРД), который был разработан [15] для решения уравнения
Бете–Солпитера в дважды магических ядрах и обобщен на ядра со спариванием
[21], можно избежать проблем при точном решении уравнения (1.46) и постро­
ить обобщенный пропагатор 𝐴. Здесь опишем только основную идею метода и
ее конечный результат.

Во-первых, функцию 𝑅̃0, определенную в (1.47), можно разделить на две
части 𝑅̃0 = 𝑅̃0(𝑎) + 𝑅̃0(𝑏), где:

𝑅̃
0(𝑎)
12,34(𝑡1,𝑡2; 𝑡3,𝑡4) = −𝛿𝜂1,−𝜂2𝜃(𝜂1(𝑡4 − 𝑡1))𝜃(𝜂1(𝑡3 − 𝑡2))𝐺̃31(𝑡3,𝑡1)𝐺̃24(𝑡2,𝑡4), (1.49)

а член 𝑅̃0(𝑏) частично поглощается при перенормировке. По сравнению с исход­
ной функцией 𝑅̃0 слагаемое 𝑅̃0(𝑎) содержит две дополнительных ступенчатых
функции Хевисайда и множитель 𝛿𝜂1,−𝜂2. С одной стороны, эти добавки позволя­
ют нам получить в энергетическом представлении замкнутую систему алгебра­
ических уравнений для основных слагаемых функции 𝑅𝑒, решить которые лег­
че, чем исходное уравнение (1.46). А с другой, благодаря этим дополнительным
функциям, приблизительное решение уравнения (1.46), полученное таким обра­
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зом, содержат основной вклад конфигураций типа 2𝑞 и 2𝑞⊗фонон, а остальные,
более сложные конфигурации (2𝑞⊗2фонон, 2𝑞⊗3фонон и т.д.) частично блоки­
рованы во временном представлении (отсюда и название приближения КПВБ).
То есть в нашей модели (модели учета сложных 2𝑞⊗фонон конфигураций) оста­
ются те диаграммы, на которых во временном представлении невозможен вре­
менной разрез, пересекающий две или более фононных линии. В конечном счете
обобщенный пропагатор 𝐴 будет содержать в себе, во-первых, сумму бесконеч­
ного числа слагаемых всех порядков из 𝑅̃0(𝑎), и, во-вторых, слагаемые из 𝑅̃0(𝑏).
При этом учитываются корреляции в основном состоянии. Конечный результат
для обобщенного пропагатора 𝐴 представлен в Приложении А.

После определения обобщенного пропагатора 𝐴 из формул (1.31) и (1.42)
получаем конечное выражение для силовой функции:

𝑆(𝜔,Δ) =
1

𝜋
𝐼𝑚
∑︁
1234

(𝑒𝑞𝑉
0)*21𝑅

𝑒𝑓𝑓
12,34(𝜔 + 𝑖Δ)(𝑒𝑞𝑉

0)43 (1.50)

(𝑒𝑞𝑉
0)12 =

∑︁
34

(𝑒𝑞)21,43𝑉
0
34 (1.51)

Видно, что перенормированная функция отклика 𝑅𝑒𝑓𝑓(𝜔) полностью определя­
ет силовую функцию. Но на практике уравнение (1.43) не решается. Вместо
этого вводится изменение матрицы плотности 𝜌12(𝜔) во внешнем поле 𝑉 0(𝜔),
которая определяется как

𝜌12(𝜔) = −
∑︁
34

𝑅𝑒𝑓𝑓
12,34(𝜔)(𝑒𝑞𝑉

0)43 (1.52)

Используя это определение в уравнении (1.43) получаем уравнение для измене­
ния матрицы плотности в координатном представлении

𝜌(r,𝜔) = −
∫︁
𝑑3r′𝐴(r,r′,𝜔)(𝑒𝑞𝑉

0)(r,𝜔)−

−
∫︁
𝑑3r′𝑑3r′′𝐴(r,r′,𝜔)ℱ(r′,r′′)𝜌(r′′,𝜔)

(1.53)

Это окончательное уравнение, которое решается в работах. Формально вид дан­
ного уравнения не отличается от аналогичного уравнения в ТКФС, но в случае
ОТКФС величины ℱ , 𝑒𝑞 и пропагатор 𝐴 определяются по другому в отличие от
аналогичных величин в ТКФС. Больше всего в данном уравнении отличается
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пропагатор 𝐴 (см. Приложение А). Таким образом, выбирая или пропагатор
КМХФ, или обобщенный пропагатор КПВБ, можно выбрать учитывать или
нет связь с фононами для расчетов РСФ. Используя определение изменения
матрицы плотности (1.52), можно через нее выразить силовую функцию как

𝑆(𝜔,Δ) = −1

𝜋
𝐼𝑚
∑︁
12

(𝑒𝑞𝑉
0)*21𝜌12(𝜔 + 𝑖Δ) (1.54)

Как уже указывалось ранее, в подходе вводятся новые эффективное взаи­
модействие ℱ̃ и локальные заряды 𝑒𝑞, которые играют ту же роль, что и вели­
чины ℱ и 𝑒𝑞 в стандартной ТКФС. По определению эти величины не должны
включать сложные конфигурации, которые учитываются явно. Однако, так как
используется малое число фононов, то поправки к ℱ и 𝑒𝑞, вызванные этими фо­
нонами, должны быть нерегулярными и дальнего порядка действия [46]. По
этому полагается, что можно использовать старые параметры для величин ℱ и
𝑒𝑞, вместо новых, что и подтвердилось расчетами [19]. Уравнения (1.53), (1.54)
являются главным результатом используемого метода.

1.2.3 Детали расчетов радиационных волновых функций

Как уже указывалось выше, в работе среднее поле и одночастичный базис
рассчитываются в рамках метода ХФБ с использованием сил Скирма с помо­
щью кода HFBRAD [47]. Для изотопов олова использовался набор параметров
сил Скирма SLy4, а для изотопов никеля BSk17. Данные параметризации были
выбраны из числа популярных и проверенных наборов параметров сил Скирма
таким образом, чтобы лучше описывать энергии и вероятности возбужденных
состояний натуральной четности для четно-четных ядер. Получаемые одноча­
стичные волновые функции и энергии используются одинаковым образом как,
для описания фононов, так и для описания РСФ в методах КМХФ и КПВБ.
В общем случае, в КПВБ одночастичный спектр учитывается полностью на
уровне МХФ для дважды-магических ядер. Однако, в ядрах со спариванием
технически сложно учесть континуум полностью, поэтому в работе одночастич­
ный континуум учитывается в дискретном виде. Такое упрощение было провере­
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но, например, в работе [41] для ядер 132,176Sn. Для решения дифференциальных
уравнений метода ХФБ использовался метод Нумерова с нулевыми граничными
условиями для радиальной части волновой функции. В расчетах одночастично­
го спектра были использованы сферическая коробка радиуса 𝑅 = 24 фм и верх­
ний предел обрезания спектра равен 𝐸𝑚𝑎𝑥 = 100 МэВ. Для учета спаривания в
методе ХФБ соответствующая часть функционала плотности была выбрана в
виде:

ℰ𝑝𝑎𝑖𝑟 = −𝑉𝑝𝑎𝑖𝑟
∑︁
𝜏

(1− 𝛼 𝜌
𝜌𝑠
)𝜌2𝜏 (1.55)

где 𝜌 и 𝜌 - нормальная и аномальная плотность. В расчетах спаривание полага­
лось объемным, то есть 𝛼 = 0.

Для описания характеристик фононов применялось уравнение для ампли­
туды рождения фононов (1.39). В расчетах эффективное взаимодействие в ча­
стично-дырочном канале использовалось в упрощенном виде по сравнению с
взаимодействием, рассчитанным как вторая вариационная производная энерге­
тического функционала Скирма [48]. Мы опустили спин-орбитальные члены и
аппроксимировали скоростные члены пределом Ландау–Мигдала. Было два ти­
па скоростных членов: первый это ∝ k2𝛿(r−r′), а второй ∝ k†𝛿(r−r′)k (P-волна
в импульсном представлении). После усреднения по углу для первого члена по­
лучим 𝑘2𝐹 𝛿(𝑟− 𝑟′)/2, а для второго — нуль. Также при решении уравнения для
амплитуды рождения фононов не учитывалось эффективное взаимодействие
для частично-частичного канала. В расчетах РСФ в рамках КПВБ использу­
ются все фононы (от 12 до 18) натуральной четности (2+, 3−, 4+, 5−, 6+) с
энергией меньшей, чем 10 МэВ.

1.2.4 Метод силового согласования между средним полем и
эффективным взаимодействием

Как уже указывалось выше, в работе среднее поле и одночастичный ба­
зис рассчитывались в рамках метода ХФБ с использованием сил Скирма. Как
известно, в методе ХФБ волновые функции не являются собственными функ­
циями оператора импульса, что приводит к спонтанному нарушению трансля­
ционной симметрии. В частности, следствием этого является существования
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духового состояния с мультипольностью 𝐸1, энергией и вероятностью перехода
не равными нулю. Также параметры сил Скирма уже учитывают вклад фо­
нонов. В рамках ТКФС в работе [49] было показано, что согласование между
средним полем и эффективным взаимодействием восстанавливает данное нару­
шение симметрии. Все упрощения, а также возможный двойной учет фононных
поправок приводят к нарушению согласования и, поэтому, необходимо попра­
вить параметры эффективного взаимодействия, так чтобы духовое состояние
имело энергию перехода и вероятность возбуждения равными нулю. Это также
согласуется с работой Бертча и др. [46], в которой доказывается необходимость
правки эффективного взаимодействия при учете дополнительных корреляций.

Вкратце опишем процедуру для восстановления самосогласования, так на­
зываемое силовое согласование [50]. Энергии коллективного E1-возбуждения в
ТКФС определяется полюсами в плотности перехода:

𝛿𝜌𝑆,𝜏(𝑟,𝜔) =
𝜉𝑆,𝜏(𝑟)

𝜔 − 𝜔0
+ 𝛿𝜌𝑆,𝜏(𝑟,𝜔)

𝑟𝑒𝑔 (1.56)

где 𝜔0 = 0 для случая духового состояния. Это условие может быть выполне­
но если включить дополнительное слагаемое к эффективному взаимодействию
ℱ 𝜏𝜏 ′

𝑆 . Этот добавочный член выберем в виде:

ℱ 𝑟𝑒𝑠𝑡
𝑆𝜏,𝑆′𝜏 ′(𝑟,𝑟

′) =
2∑︁

𝑘=1

𝜅𝑘𝑓
𝑆𝜏
𝑘 (𝑟)𝑓𝑆

′𝜏 ′

𝑘 (𝑟′) (1.57)

где функции 𝑓𝑆𝜏𝑘 связаны друг с другом формулой:

𝑓𝑆𝜏2 (𝑟) =
∑︁
𝜏 ′

ℱ 𝜏𝜏 ′

𝑆 (𝑟)𝜉𝑆𝜏 ′(𝑟) (1.58)

где

𝜉𝑆𝜏(𝑟) =
∑︁
𝑆′

∫︁ ∞
0

𝑑𝑟′𝑟′2𝐴
(𝜏)1
1𝑆,1𝑆′(𝑟,𝑟

′;𝜔0)𝑓
𝑆′𝜏
1 (𝑟′) (1.59)

и константы 𝜅1 и 𝜅2 определяются формулой:

𝜅𝑘 = −

(︃∑︁
𝑆𝜏

∫︁ ∞
0

𝑟2𝑓𝑆𝜏𝑘 (𝑟)𝜉𝑆,𝜏(𝑟)𝑑𝑟

)︃−1
(1.60)
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В модели вид амплитуды ℱ 𝜏𝜏 ′

𝑆 и 𝑈 уже задан. Поэтому добавочный член к
эффективному взаимодействию ℱ 𝑟𝑒𝑠𝑡

𝑆𝜏,𝑆′𝜏 ′ полностью определяется функцией 𝑓𝑆𝜏1 .
В данном случае эту функцию определяется как:

𝑓𝑆𝜏1 (𝑟) = 𝛿𝑆0
𝑑𝑈𝜏(𝑟)

𝑑𝑟
(1.61)

Затем для скоростного члена эффективного взаимодействия, который про­
порционален 𝑡𝑒𝑥𝑘

2
𝐹/2𝛿(𝑟 − 𝑟′), параметр 𝑡𝑒𝑥 выбирается таким образом, чтобы

энергия духового состояния равнялась нулю. В расчетах этот подгоночный па­
раметр 𝑡𝑒𝑥 менялся в пределах 1− 1.25. Теперь остается только сделать вероят­
ность перехода 𝐵(𝐸1) равной нулю. Этого легко добиться потому что:

𝐵0(𝐸1) = 3
∑︁
𝜏

𝑒𝜏

∫︁ ∞
0

𝑟3𝜉0𝜏(𝑟)𝑑𝑟 (1.62)

где 𝑒𝑝 = 𝑒𝑁/𝐴 и 𝑒𝑛 = −𝑒𝑍/𝐴. И затем, выбрав глубину потенциальной ямы в
формуле (1.61) таким образом, чтобы выполнялось равенство:

𝑍

∫︁ ∞
0

𝑟3𝜉0𝑛(𝑟)𝑑𝑟 = 𝑁

∫︁ ∞
0

𝑟3𝜉0𝑝(𝑟)𝑑𝑟 (1.63)

получаем 𝐵0(𝐸1) = 0. Такая процедура подходит для пропагатора 𝐴 любого
вида, как в приближении КМХФ, так и при учете более сложных конфигураций.
Подчеркнем, что если учитывать полностью все слагаемые в силах Скирма, как
это сделано в недавних работах [22; 51], то эта процедура не требуется.

1.3 Краткое описание, использованного кода EMPIRE

Коды для расчета ядерных реакций являются инструментом для предска­
зания сечений и спектров, которые еще не измерены или нуждаются в интер­
поляции или экстраполяции на другие области энергий. Использование теорий
и моделей является единственным жизнеспособным способом для получения
полных и согласованных файлов ядерных данных. Наиболее современными, ча­
сто используемыми и полными кодами для расчета ядерных реакций являются
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GNASH [52], TALYS [53] и EMPIRE [31]. В настоящей работе для расчета ра­
диационных характеристик ядерных реакций использовался код EMPIRE. Код
EMPIRE разрабатывается командой по руководством М. Хермана и Р. Капо­
те, начиная с конца 1970-х годов, на базе Национального центра по ядерным
данным (NNDC) Брукхейвенской Национальной Лаборатории (с 2003 года).

Основные особенности кода EMPIRE:
– является достаточно полным с точки зрения наблюдаемых каналов ре­

акций и прикладных моделей ядерных реакций;
– является гибким в том смысле, что код позволяет проводить расчеты

для различных налетающих частиц в широком диапазоне энергий;
– является простым в использовании за счет упрощения ввода и благо­

даря использованию по умолчанию встроенных величин и библиотек
входных параметров;

– является открытым для добавления новых моделей ядерных реакций
благодаря модульной структуре;

– обеспечивает полную последовательность операций для генерации фай­
лов в формате ENDF-6 и сравнения графиков.

Статистическая модель, используемая в EMPIRE для расчетов радиаци­
онных характеристик ядерных реакций, это продвинутая реализация модели
Хаузера–Фешбаха. Испускание нейтронов, протонов, 𝛼-частиц, легких ионов
и 𝛾-квантов учитывается вместе с таким конкурирующим каналом, как деле­
ние. Угловое распределение испускаемых частиц из составного ядра считается
изотропным. В промежуточном ядре рассматривается полный 𝛾-каскад. Осо­
бенное внимание уделено определению плотности ядерных уровней, которая
может быть рассчитана в неадиабатическом приближении с учетом вращатель­
ных и колебательных усилений. Эти коллективные эффекты уменьшаются с
увеличением энергии. Плотности уровней приобретают динамические особен­
ности из-за вращательного усиления в зависимости от формы ядра. В рамках
статистической модели ядерных реакций, вклад состояний составного ядра со
спином 𝐽 , четностью 𝜋, и энергией возбуждения 𝐸 в канале 𝑏 определяется
отношением ширины канала Γ𝑏 к общей ширине Γ𝑡𝑜𝑡 =

∑︀
𝑐 Γ𝑐, умноженной на

заселенность уровня 𝜎𝑎(𝐸,𝐽,𝜋). Это также верно и для вторичных составных
ядер, которые образуются при последующем испускании частиц. Единственное
отличие состоит в том, что в то время как первое составное ядро изначально
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возбуждается до определенной энергии, вторичное составное ядро создается с
энергией возбуждения из всего интервала возможных энергий. Каждое такое
состояние имеет вклад в сечение:

𝜎𝑏(𝐸,𝐽,𝜋) = 𝜎𝑎(𝐸,𝐽,𝜋)
Γ𝑏(𝐸,𝐽,𝜋)∑︀
𝑐 Γ𝑐(𝐸,𝐽,𝜋)

. (1.64)

Эти состояния суммируются по всем спинам 𝐽 и четностям 𝜋, и интегрируются
по всей энергии возбуждения 𝐸 для получения сечений. Распадная ширина для
частицы 𝑐 равна:

Γ𝑐(𝐸,𝐽,𝜋) =
1

2𝜋𝜌𝐶𝑁(𝐸,𝐽,𝜋)

∞∑︁
𝐽 ′=0

∑︁
𝜋′

𝐽+𝐽 ′∑︁
𝑗=𝐽−𝐽 ′

∫︁ 𝐸+𝑆𝑐

0

𝜌𝑐(𝐸
′,𝐽 ′,𝜋′)𝑇 𝑙,𝑗

𝑐 (𝐸 −𝐸 ′ + 𝑆𝑛)𝑑𝐸
′

(1.65)
где 𝑆𝑛 энергия отделения частицы 𝑐 в составном ядре, 𝜌 — плотность уров­
ней, и 𝑇 𝑙,𝑗

𝑐 (𝜀) означает коэффициент проницаемости для частицы 𝑐 имеющей
энергию 𝜀 = 𝐸 + 𝑆𝑛 − 𝐸 и угловой момент 𝑙. Для дискретных уровней с энер­
гией 𝐸𝑖, спином 𝐽𝑖 и четностью 𝜋𝑖 плотность уровней 𝜌(𝐸, 𝐽 ′, 𝜋′) сводится к
𝛿(𝐸 − 𝐸𝑖)𝛿(𝐽 ′,𝐽𝑖)𝛿(𝜋

′,𝜋𝑖).
Из указанного выше следует что, для описания характеристик ядерных

реакций с участием 𝛾-квантов необходима информация о коэффициенте про­
ницаемости для 𝛾-квантов в выходном канале. В коде EMPIRE коэффициент
проницаемости 𝑇𝑋𝑙(𝐸𝛾) описывается как смесь одночастичной модели Вайскоп­
фа [54] и модели гигантского мультипольного резонанса, которая опирается на
гипотезу Бринка–Акселя [17; 18]:

𝑇𝑋𝐿 = (1− 𝑡)𝑇𝑊𝑒𝑖𝑠𝑠
𝑋𝐿 + 𝑡𝑇𝐺𝑀𝑅

𝑋𝐿 (1.66)

где 𝑡 — весовой параметр для моделей. По умолчанию в коде EMPIRE исполь­
зуется 𝑡 = 1, то есть используется чистая модель гигантского мультипольного
резонанса. В этом случае коэффициент проницаемости определяется через ра­
диационную силовую функцию:

𝑇𝑋𝑙(𝐸𝛾) = 2𝜋𝑓𝑋𝑙(𝐸𝛾)𝐸
2𝑙+1
𝛾 (1.67)
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Как уже указывалось во Введении и было также ранее показано, напри­
мер, в RIPL-2 [32] и будет показано в Главе 3, в данный момент используемые
феноменологические модели РСФ (например, в EMPIRE уже встроены 6 раз­
личных моделей для РСФ) не способны описать структуры при энергиях мень­
ших энергии отделения нейтрона. По этой причине с 2006 года в RIPL-2 [32]
и RIPL-3 [34] уже включены РСФ, рассчитанные самосогласованно с помощью
методов ХФБ с силами Скирма и КМХФ [11]. В Главе 3 будет показано, что
для микроскопического описания радиационных характеристик ядерных реак­
ций это необходимо, но также следует выйти за рамки метода КМХФ и учесть
эффекты связи с фононами, модель учета которых описана в разделе 1.2.
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Глава 2. Самосогласованные расчеты магнитных моментов
нечетных и нечетно-нечетных ядер

В настоящей главе представлены результаты расчета магнитных моментов
более ста нечетных и нечетно-нечетных ядер в основном и возбужденных состо­
яниях на основе метода ЭФП и самосогласованной версии ТКФС. Основные
соотношения были представлены в разделе 1.1. Как указывалось в разделе 1.1
для расчетов были выбраны те нечетно-нечетные ядра, у которых протонные и
нейтронные частицы (дырки) поверх дважды магического или полумагического
"остова", и с экспериментально известными магнитными моментами. Нами рас­
считывались магнитные моменты только тех нечетных ядер, из которых мож­
но составить выбранные нечетно-нечетные ядра. Также для нечетно-нечетных
ядер использовался феноменологический подход, то есть для нечетно-нечетных
ядер в качестве значения магнитных моментов нечетных подсистем использо­
вались экспериментальные значения соответствующих нечетных ядер.

Глава 2 основана на работах автора [55] и [56].

2.1 История проблемы и ее современное состояние

Магнитный момент ядра является важной характеристикой, которая при­
влекает внимание с ранних этапов развития физики ядра. Данная характери­
стика дает богатую информацию о структуре ядра и служит убедительным
тестом для моделей ядра. С начала развития до последних десятилетий были
разработаны многие успешные модели структуры ядра, например такие как мо­
дель оболочек [1], метод хаотических фаз [25] и теория конечных ферми-систем
[2]. Однако, применение этих моделей к проблеме магнитных моментов до сих
пор остается недостаточно удовлетворительным.

В простейшей одночастичной модели оболочек магнитный момент нечет­
ного ядра определяется только одним нуклоном (приближение валентного нук­
лона), так называемая формула Шмидта. Почти все магнитные моменты ядер
расположены между двумя линиями Шмидта. Поэтому были приложены зна­
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чительные усилия для описания отклонений магнитных моментов от значений
Шмидта, вклад в которые могут вносить взаимодействие между нуклонами,
мезон-обменные токи и квазичастично-фононное взаимодействие. Отклонения
от Шмидтовских значений объяснялись с помощью поправок к этой обычной
модели оболочек. А. Арима и Г. Хори были первыми, кто объяснил эти откло­
нения путем учета смешивания более сложных конфигураций, включающих
частично-дырочные возбуждения (поляризация "остова") [57; 58]. Для расче­
та смешивания они вводили феноменологическое остаточное взаимодействие,
зависимое от спина, и использовали теорию возмущений первого порядка. В
этом приближении, смешивание могло появится только если существовали ча­
стично-занятые спин-орбитальные дублеты рядом с поверхностью Ферми. В
1960-х после многих расчетов стало ясно, что учета эффектов первого порядка
недостаточно для объяснения отклонений от шмидтовских значений.

В середине 1960-х А. Б. Мигдал [2] разработал более основательный под­
ход. Этот подход позже был назван теорией конечных ферми-систем. Осно­
ванный на концепте квазичастиц, подход во многом похож на теорию ферми­
жидкостей Ландау [59]. ТКФС оперирует эффективным квазичастичным вза­
имодействием, так называемым взаимодействием Ландау–Мигдала. Это взаи­
модействие определяется через параметры эффективного взаимодействия Лан­
дау–Мигдала, которые должны быть одинаковыми для всех тяжёлых и средних
ядер. Оно определяет функцию отклика ядра или эффективное поле 𝑉 , кото­
рое действует на квазичастицу во внешнем поле 𝑉0. Для описания M1, наибо­
лее важны центральные амплитуды сил Ландау–Мигдала, зависящие от спина.
В первых расчетах магнитных моментов в рамках ТКФС [2] использовалось
так называемое "одноквазичастичное" приближение, в котором нечетное ядро
рассматривалось как система с квазичастицой, добавленной к четно-четному
"остову", в состоянии 𝜆0 на поверхности Ферми. В ТКФС квазичастицы от­
личаются от частиц в оболочечной модели двумя свойствами. Во-первых, они
обладают эффективным локальным квазичастичным зарядом 𝑒𝑞[𝑉0] по отноше­
нию к внешнему полю 𝑉0 определенной симметрии. Этот заряд, как правило,
отличается от заряда "голой" частицы. Во-вторых, "остов" поляризуется по­
средством взаимодействия Ландау–Мигдала. При этом в ТКФС оба этих эф­
фекта учитываются в уравнении МХФ-вида для эффективного поля 𝑉 с по­
мощью внешнего поля 𝑉0, 𝑒𝑞[𝑉0] и эффективного взаимодействия ℱ . Значение
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магнитного момента определяется одночастичным матричным элементом этого
перенормированного поля 𝜇𝜆0

= (𝑉 [𝜇̂])𝜆0𝜆0
.

В этом приближении предполагается, что не происходит сильной пере­
стройки основного состояния при добавлении одного нуклона. Именно такая
ситуация наблюдается в нечетном околомагическом ядре. В случае ядер со
спариванием термин "квазичастица" имеет два значения: в дополнение к из­
начальной квазичастице Ландау–Мигдала, также рассматриваем их как бого­
любовские квазичастицы, заменяя числа заполнения Ферми 𝑛𝜆 = (1,0) на бо­
голюбовские числа заполнения, 𝑛𝐵𝜆 = (𝜀𝜆 − 𝜇)/2𝐸𝜆. Энергия боголюбовской
квазичастицы определяется как 𝐸𝜆 =

√︀
(𝜀𝜆 − 𝜇)2 +Δ2

𝜆, где Δ𝜆 - диагональный
матричный элемент спаривательной щели и 𝜇 — химический потенциал.

Локальный квазичастичный заряд 𝑒𝑞, используемый в ТКФС, учитывает
два эффекта. Первый происходит из так называемых мезон-обменных токов
в ядре. Второй описывает вклад многих многочастичных диаграмм, которые
не учитываются явно в уравнении для эффективного поля в ТКФС. Самый
простой пример таких диаграмм — это диаграммы с виртуальными низколежа­
щими поверхностными колебаниями ("фононами"). В ТКФС полный локаль­
ный заряд 𝑒𝑞 рассматривается как феноменологическая величина, описываемая
несколькими параметрами, которые должны быть одинаковыми для всех ядер,
кроме самых легких. Для оператора магнитных моментов получено отношение
между протонными и нейтронными локальными зарядами.

Другим способом описания магнитных моментов является многочастич­
ная модель оболочек [60]. В этом подходе полное гильбертово пространство
делится на два подпространства, валентное подпространство, рассматриваемое
явно, и подпространство инертного "остова". Валентное подпространство 𝑆0

включает частицы из последней незаполненной оболочки. Таким образом оно
ограничивается одночастичными уровнями 𝜆, принадлежащими этой оболочке,
с учетом всех многочастичных конфигураций с фиксированным количеством
протонов и нейтронов в этой оболочке. Эффективный гамильтониан взаимодей­
ствия ℋ𝑖𝑛𝑡 должен быть двухчастичным, следовательно поиск ограниченного
числа двухчастичных матричных элементовℋ𝑖𝑛𝑡 является проблемой. Их значе­
ния обычно находятся из экспериментальных данных (как правило, из энергий
нескольких низколежащих уровней). Затем эти матричные элементы использу­
ются для нахождения набора многочастичных волновых функций Φ𝑆 системы
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и для предсказания других наблюдаемых величин. Для расчета, например маг­
нитных моментов, вводятся протонные и нейтронные "эффективные заряды"
𝑒𝑝,𝑛𝑒𝑓𝑓 в качестве феноменологических параметров. В многочастичной модели обо­
лочек считается, что такие параметры не меняются при заполнении оболочки.
В недавней работе [61] данный подход был применен для ядер с оболочкой
2𝑝 − 1𝑓 с учетом всех одночастичных состояний для протонов и нейтронов в
этом модельном пространстве.

Саперштейн и Ходель [62] разработали метод, который объединил много­
частичную модель оболочек и ТКФС. В этом подходе параметры многочастич­
ной модели оболочек могут быть рассчитаны в рамках ТКФС путем решения
уравнения RPA-вида для эффективного поля и эффективного взаимодействия
в подпространстве 𝑆 ′, дополнительном к модельному пространству 𝑆0. Следуя
этому подходу в [63] модельное пространство было ограничено изолированной
оболочкой 1𝑓7/2 и рассматривались определенные ядра, у которых три частицы
или дырки на 1𝑓7/2 оболочке. В этом случае, многочастичные волновые функ­
ции Φ𝑆 для уровней с одинаковым полным моментом 𝑗 могут быть найдены с
помощью методов теории групп независимо от ℋ𝑖𝑛𝑡. Однако, в отличие от [63],
уравнение для эффективного поля в подпространстве 𝑆 ′ решалось для каждого
рассматриваемого ядра вместо использования феноменологических параметров
𝑒𝑝,𝑛𝑒𝑓𝑓 . Оказалось, что спиновые эффективные заряды, которые явным образом
рассчитываются в ТКФС, меняются от 𝑒𝑝,𝑛𝑒𝑓𝑓 ≃ 0.9 в начале заполнения оболоч­
ки (41Ca, 41Sc) до 𝑒𝑝,𝑛𝑒𝑓𝑓 ≃ 0.55 в конце заполнения оболочки (47Ca, 55Co). Это
показывает масштаб поправок к многочастичной модели оболочек, которые сле­
дуют из более глубокого анализа теории многих тел. Эти поправки становятся
меньше при использовании большего модельного пространства 𝑆0.

По сравнению с первоначальным вариантом ТКФС была расширена во
многих направлениях. В контексте задачи расчета дипольного магнитного мо­
мента, необходимо во-первых упомянуть рассмотрение пионных и Δ-изобарных
степеней свободы [64; 65]. Второе важное улучшение — это метод решения яв­
ным образом уравнения для эффективного поля в координатном пространстве
с точным учетом состояний из непрерывного спектра. Он был предложен в [66;
67] для магических ядер и доработан в [68] для ядер со спариванием. Этот метод
был успешно применён к описанию магнитных моментов и других магнитных
характеристик нескольких ядер, в основном для нечетных соседей 208Pb [69;
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70]. В [69] была исследована роль спин-орбитальных сил. Также была добавле­
на зависимость спин-изоспин амплитуды Ландау–Мигдала 𝑔′(𝑞) от переданного
импульса 𝑞 для более точного описания сечений.

Другое направление исследования проблемы магнитных моментов нечет­
ных ядер — это развитие самосогласованной версии ТКФС как для магиче­
ских ядер [49], так и для ядер со спариванием [71]. В этом подходе среднее
поле и энергия связи ядра рассчитываются самосогласованно с использованием
амплитуды Ландау–Мигдала ℱ . С использованием такого самосогласованного
базиса уравнение ТКФС для эффективного поля или для функции отклика,
по существу, аналогичны уравнениям метода КМХФ. С другой стороны было
показано в [72], что самосогласованная ТКФС в магических ядрах аналогич­
на методу ЭФП [73]. Параметры ЭФП могут быть получены из амплитуды
Ландау–Мигдала. В [74] метод ЭФП был обобщён для ядер со спариванием.
В [39] обобщенный метод ЭФП был успешно применён к описанию масс и ради­
усов нескольких длинных изотопических цепочек. Недавно все эти улучшения
ТКФС были применены для описания магнитных моментов многих нечетных
сферических ядер, начиная с изотопов кальция до изотопов свинца [5; 6]. В этих
работах были выбраны ядра, для которых подходит одноквазичастичное при­
ближение. Для большинства ядер было получено хорошее описание имеющихся
экспериментальных данных.

В последние десятилетия релятивистская теория среднего поля была так­
же успешно применена для анализа структуры ядра по всей периодической
таблице с использованием нескольких универсальных параметров [75—78]. Од­
нако, релятивистское описание магнитных моментов в основном ограничива­
лось нечетными ядрами с "остовом", у которого заполнены 𝐿𝑆-оболочки. При
прямом применении релятивистских одночастичных моделей, где учитывались
только сигма-мезон и времениподобные компоненты векторных мезонов, пред­
сказанные магнитные моменты были значительно больше наблюдаемых вели­
чин [79; 80]. Причиной этого была в том, что меньшая эффективная масса нукло­
на (𝑀 * ∼ 0.6𝑀) приводила к усилению релятивистских эффектов электромаг­
нитных токов [81]. Также было выяснено, что приближение валентного нуклона
не верно в релятивистских расчетах [82]. После введения вершинных поправок
различными способами было получено достаточно хорошее согласие с экспери­
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ментальными данными для изоскалярных магнитных моментов нечетных ядер,
которые являются соседями ядер с заполненными 𝐿𝑆 оболочками.

К сожалению, эти эффекты не смогли убрать расхождение для изовектор­
ного магнитного момента. Для того, чтобы устранить это расхождение, необ­
ходимо учесть вклад однопионного обменного тока [83], который оказался зна­
чительным. Однако этот вклад приводит к большему расхождению с экспери­
ментом. Также в работе [84] сложные конфигурации были учтены в полностью
самосогласованной релятивистской теории и значительно улучшили описание
магнитных моментов, а в работе [85] представлены результаты расчета магнит­
ных моментов нечетных ядер–соседей 208Pb, в которых учитывались однопион­
ные обменные токи и сложные конфигурации.

С учетом успехов метода ТКФС при описании свойств нечетных около­
магических и полумагических ядер представляется разумным расширить его
на магнитные моменты нечетно-нечетных ядер. Мы используем тот же самый
подход, предполагая, что в нечетно-нечетном ядре нечетные подсистемы (про­
тонная и нейтронная) удовлетворяют одноквазичастичному приближению и
поэтому рассматриваются только те ядра, у которых хотя бы одна из подси­
стем магическая. При этом, предполагается отсутствие взаимодействия между
нечетными нуклонами. Для того, чтобы учесть взаимодействие между нечет­
ными квазичастицами, необходимо решить уравнения вида КМХФ в частично­
частичном или частично-дырочном каналах с соответствующим эффективным
взаимодействием, которое еще не достаточно изучено. Для некоторых около­
магических нечетно-нечетных ядер такая работа была выполнена Исаковым и
соавторами [86] для описания возбужденных состояний этих ядер. В частности,
было получено, что в ядре 134Sb низколежащие состояния являются достаточно
"чистыми", то есть вклад взаимодействия между нечетными квазичастицами
оказался малым. Этот результат подтверждает предположение о малости вза­
имодействия между нечетными нуклонами. Также, это предположение можно
проверить феноменологическим образом для ядер с известными эксперимен­
тальными значениями магнитных моментов нечетных нуклонных подсистем.
Как будет далее показано, эта модель убедительно подтверждается разумным
согласием с имеющимися экспериментальными данными.
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2.2 Магнитные моменты нечетных ядер. Детали и результаты
расчетов

Как уже обсуждалось выше, микроскопическое описание магнитных мо­
ментов нечетных ядер опирается на теорию конечных ферми-систем. В рамках
ТКФС магнитный момент нечетного ядра определяется через матричный эле­
мент эффективного поля (подробнее в разделе 1.1.2). В работе после отделения
угловых частей в уравнении (1.21) для эффективного поля получено основное
уравнение для расчета приведенного матричного элемента эффективного поля:

⟨𝜈1‖𝑉 ‖𝜈2⟩𝜏 = 𝐼𝜏𝜈1𝜈2

[︁
𝑒𝜏𝑞𝑠⟨𝜈1‖𝑇 1

01‖𝜈2⟩𝜏 + 𝑔𝜏𝑙 𝛿𝑗1𝑗2
√︀
𝑗1(𝑗1 + 1)(2𝑗1 + 1)

]︁
+

+
∑︁
𝜏 ′𝜈3𝜈4

𝐹 𝜏𝜏 ′

𝜈1𝜈2𝜈3𝜈4
𝐴𝜏 ′

𝜈3𝜈4
⟨𝜈4‖𝑉 ‖𝜈3⟩𝜏

′
,

(2.1)

где

𝐼𝜏𝜈1𝜈2 =

∫︁
𝑅𝜏

𝜈1
𝑅𝜏

𝜈2
𝑟2𝑑𝑟 (2.2)

и
𝐹 𝜏𝜏 ′

𝜈1𝜈2𝜈3𝜈4
=

𝐶0

12𝜋
𝑔𝜏𝜏

′
Λ𝜏𝜏 ′

𝜈1𝜈2𝜈3𝜈4
(⟨𝜈1‖𝑇 1

01‖𝜈2⟩𝜏⟨𝜈3‖𝑇 1
01‖𝜈4⟩𝜏

′
+

+ 5⟨𝜈1‖𝑇 1
21‖𝜈2⟩𝜏⟨𝜈3‖𝑇 1

21‖𝜈4⟩𝜏
′
),

(2.3)

𝑔𝑛𝑛 = 𝑔𝑝𝑝 = 𝑔 + 𝑔′, 𝑔𝑛𝑝 = 𝑔𝑝𝑛 = 𝑔 − 𝑔′, (2.4)

Λ𝜏𝜏 ′

𝜈1𝜈2𝜈3𝜈4
=

∫︁
𝑅𝜏

𝜈1
𝑅𝜏

𝜈2
𝑅𝜏 ′

𝜈3
𝑅𝜏 ′

𝜈4
𝑟2𝑑𝑟, (2.5)

где 𝑅𝜏
𝜈𝑖

радиальная часть одночастичной волновой функции. В работе значения
параметров 𝐶0, 𝜁 𝑙, 𝜁𝑠, 𝑔, 𝑔′, которые используются в уравнении (2.1), следующие:
𝐶0 = 300 МэВ фм3, 𝜁 𝑙 = -0.05, 𝜁𝑠 = 0.08, 𝑔 = 0.1, 𝑔′ = 1.1 [5].

Уравнение (2.1) решалось в представлении самосогласованных одноча­
стичных волновых функций, полученных на основе функционала Фаянса [39]
в методе ЭФП, который кратко описан в разделе 1.1.1, с набором параметров
DF3-a [40]. Для того, чтобы надежно учитывать одночастичный континуум бы­
ла использована сферическая коробка радиуса 𝑅 = 24 фм и верхний предел
обрезания спектра равен 𝐸𝑚𝑎𝑥 = 50 МэВ. Для решения уравнения Шредин­
гера использовался метод Нумерова с нулевыми граничными условиями для
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радиальной части волновой функции. Для проверки сходимости результатов
расчета магнитных моментов в зависимости от предела обрезания для верхнего
предела обрезания одночастичного континуума 𝐸𝑚𝑎𝑥 = 100 МэВ были рассчи­
таны магнитные моменты некоторых изотопов Sn, Pb и Bi. Было обнаружено,
что использованное нами значение верхнего предела дает вполне приемлемую
точность. При решении уравнения для эффективного поля (2.1) учитывались
два типа переходов: 1) 𝑙-разрешенные переходы с Δ𝑙 = 0; 2) 𝑙-запрещенные пе­
реходы с Δ𝑙 = 2. Как и в [5; 87] для получения значений магнитного момента
нечетного ядра были взяты полусуммы магнитных моментов с двумя соседними
четно-четными "остовами", которые, как правило, близки друг к другу. В дан­
ной работе рассчитывались магнитные моменты только тех нечетных ядер, ко­
торые необходимы для составления рассматриваемых нечетно-нечетных ядер.

Как и в работах [5; 6] нами была использована ТКФС на базе ЭФП Фаянса
для расчета одночастичной схемы, но при этом в настоящей есть ряд отличий
от указанных работ.

– В используемом подходе используется представление одночастичных
волновых функций (𝜆-представление), а не координатное

– Также было использовано упрощенное эффективное взаимодействие по
сравнению с [5], например, не были учтены спин-орбитальные, пионные
и 𝜌-мезонные члены эффективного взаимодействия.

В Таблице 2.1 представлены результаты расчетов для нечетных околома­
гических ядер, соседних с 16O, 40Ca, 56Ni, 132Sn и 208Pb, а в Таблицах 2.2 и 2.3
— результаты для нечетных нейтронных и протонных ядер, соседних с полума­
гическими ядрами. Выбранные нечетные ядра в дальнейшем используются в
расчетах магнитных моментов нечетно-нечетных ядер. Для сравнения резуль­
таты [5; 6] добавлены в Таблицы 2.1, 2.2 и 2.3 для ядер, которые являются
общими с данными расчетами. Для околомагических нечетных ядер, Таблица
2.1, было получено достаточно хорошее согласие с экспериментальными дан­
ными, за исключением 209Bi. Как показано в работе [69], для этого ядра учет
спин-орбитального члена для эффективного взаимодействия может решить про­
блему. Также для нечетных полумагических ядер, Таблицы 2.2 и 2.3, согласие
с экспериментом получилось чуть хуже, чем в [5; 6], что можно объяснить ис­
пользованием более простой модели для эффективного взаимодействия. Рас­
хождение, в основном, составляет 0.1–0.2 𝜇𝑁 . Среди результатов выделяются
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два случая, где величина расхождения |𝜇𝑡ℎ − 𝜇𝑒𝑥𝑝| составляет 0.26 𝜇𝑁 и 0.31
𝜇𝑁 для 191Tl и 205Bi, соответственно. Видно, что получено хорошее согласие
между нашими результатами и результатами [5; 6]. В целом, степень согласия
наших результатов с экспериментальными данными и результатами работы [5;
6] говорит об адекватности применяемого подхода.

Таблица 2.1 — Магнитные моменты (𝜇𝑁) нечетных ядер, соседних с
дважды-магическими ядрами

Ядро 𝜆 𝜇𝑡ℎ [5; 6] 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]
15
7 N8 1𝑝𝑝1/2 – -0.318 -0.2831888 (5)
15
8 O7 1𝑝𝑛1/2 – +0.732 0.7189 (8)
17
8 O9 1𝑑𝑛5/2 – -1.764 -1.89379 (9)
17
9 F8 1𝑑𝑝5/2 – +4.619 +4.7223 (12)
39
19K20 1𝑑𝑝3/2 +0.329 +0.352 +0.391466 (33)
39
20Ca20 1𝑑𝑛3/2 +0.888 +0.884 1.02168 (12)
41
20Ca21 1𝑓𝑛7/2 -1.626 -1.645 -1.594781 (9)
41
21Sc20 1𝑓 𝑝7/2 +5.485 +5.458 +5.4305 (18)
55
27Co28 1𝑓 𝑝7/2 – +4.793 4.822(3)
55
28Ni27 1𝑓𝑛7/2 – -1.002 -0.976 (26)
57
28Ni29 2𝑝𝑛3/2 -0.882 -0.812 -0.7975 (14)
57
29Cu28 2𝑝𝑝3/2 – +2.343 2.00 (5)
131
49 In82 1𝑔𝑝9/2 – +5.427 –
131
50 Sn81 2𝑑𝑛3/2 +0.714 +0.724 0.747 (4)
133
50 Sn83 2𝑓𝑛7/2 – -1.132 –
133
51 Sb82 1𝑔𝑝7/2 +2.693 +2.812 3.00 (1)
207
81 Tl126 3𝑠𝑝1/2 +1.857 +1.923 +1.876 (5)
207
82 Pb125 3𝑝𝑛1/2 +0.475 +0.603 +0.593 (9)
209
82 Pb127 2𝑔𝑛9/2 -1.335 -1.452 -1.4735 (16)
209
83 Bi126 1ℎ𝑝9/2 +3.691 +3.642 +4.1106 (2)
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Таблица 2.2 — Магнитные моменты (𝜇𝑁) нейтронно-нечетных
околомагических ядер. Звездочка означает возбужденное состояние

Ядро 𝜆 𝜇𝑡ℎ [5; 6] 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]
59
28Ni31 2𝑝3/2 – -0.877 –
59
28Ni*31 1𝑓5/2 +0.494 +0.563 +0.35 (15)
61
28Ni33 2𝑝3/2 -0.897 -0.829 -0.75002 (4)
87
36Kr51 2𝑑5/2 – -1.074 -1.023 (2)
89
38Sr51 2𝑑5/2 – -1.155 -1.1481 (8)
89
40Zr49 1𝑔9/2 – -1.142 -1.076 (20)
91
40Zr51 2𝑑5/2 – -1.457 -1.30362 (2)
91
42Mo49 1𝑔9/2 – -1.149 –
93
42Mo51 2𝑑5/2 – -1.150 –
95
44Ru51 2𝑑5/2 – -0.823 -0.861 (7)
107
50 Sn57 2𝑑5/2 – -0.908 –
107
50 Sn*57 1𝑔7/2 – +0.714 –
111
50 Sn61 1𝑔7/2 – +0.568 +0.608 (4)
111
50 Sn*61 2𝑑5/2 – -1.046 –
113
50 Sn63 3𝑠1/2 -1.025 -0.977 -0.8791 (6)
115
50 Sn65 3𝑠1/2 -1.030 -1.019 -0.91883 (7)
123
50 Sn73 1ℎ11/2 -1.307 -1.470 -1.3700 (9)
125
50 Sn75 1ℎ11/2 -1.286 -1.459 -1.348 (2)
127
50 Sn77 1ℎ11/2 -1.268 -1.456 -1.329 (7)
135
54 Xe81 2𝑑3/2 – +0.818 +0.9032 (7)
137
54 Xe83 2𝑓7/2 – -0.986 -0.9704 (10)
137
56 Ba81 2𝑑3/2 – +0.882 +0.935814 (5)
139
56 Ba83 2𝑓7/2 – -0.985 -0.973 (5)
139
58 Ce81 2𝑑3/2 – +1.120 1.06 (4)
141
58 Ce83 2𝑓7/2 – -0.967 1.09 (4)
143
60 Nd83 2𝑓7/2 – -0.950 -1.065 (5)
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Продолжение таблицы 2.2

Ядро 𝜆 𝜇𝑡ℎ [5; 6] 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]
143
62 Sm81 2𝑑3/2 – +0.983 +1.01 (2)
145
62 Sm83 2𝑓7/2 – -1.145 -1.11 (6)
147
64 Gd83 2𝑓7/2 – -1.138 1.02 (9)
193
82 Pb111 3𝑝3/2 -1.106 -0.980 –
193
82 Pb*111 2𝑓5/2 +0.677 +0.603 –
195
82 Pb113 3𝑝3/2 -1.090 -0.996 –
195
82 Pb*113 2𝑓5/2 +0.672 +0.680 –
197
82 Pb115 3𝑝3/2 -1.090 -1.109 -1.075 (2)
197
82 Pb*115 2𝑓5/2 +0.668 +0.728 –
199
82 Pb117 3𝑝3/2 -1.090 -1.101 -1.0742 (12)
199
82 Pb*117 2𝑓5/2 +0.669 +0.752 –
201
82 Pb119 2𝑓5/2 +0.670 +0.717 +0.6753 (5)
201
82 Pb*119 3𝑝3/2 – -1.002 –
203
82 Pb121 2𝑓5/2 +0.677 +0.721 +0.6864 (5)
203
82 Pb*121 3𝑝3/2 – -1.103 –
205
82 Pb123 2𝑓5/2 +0.690 +0.666 +0.7117 (4)
205
82 Pb*123 3𝑝3/2 – -1.116 –
211
82 Pb129 2𝑔9/2 -1.316 -1.253 -1.4037 (8)
211
86 Rn125 3𝑝1/2 – +0.566 +0.601 (7)
213
88 Ra125 3𝑝1/2 – +0.547 +0.6133 (18)

Таблица 2.3 — Магнитные моменты (𝜇𝑁) протонно-нечетных околомагических
ядер. Звездочка означает возбужденное состояние

Ядро 𝜆 𝜇𝑡ℎ [5; 6] 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]
57
27Co30 1𝑓7/2 – +4.899 +4.720 (10)
59
27Co32 1𝑓7/2 – +4.609 +4.627 (9)
61
27Co34 1𝑓7/2 – +4.802 –
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Продолжение таблицы 2.3

Ядро 𝜆 𝜇𝑡ℎ [5; 6] 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]
87
37Rb50 2𝑝3/2 – +2.663 +2.75131 (12)
89
39Y50 2𝑝1/2 – -0.153 -0.1374154 (3)
91
41Nb50 1𝑔9/2 – +6.203 –
93
43Tc50 1𝑔9/2 +6.196 +6.454 6.32 (6)
105
49 In56 1𝑔9/2 – +5.451 +5.675 (5)
107
49 In58 1𝑔9/2 – +5.312 +5.585 (8)
109
49 In60 1𝑔9/2 – +5.359 +5.538 (4)
111
49 In62 1𝑔9/2 – +5.413 +5.503 (7)
113
51 Sb62 2𝑑5/2 – +3.926 –
115
51 Sb64 2𝑑5/2 – +3.526 +3.46 (1)
117
51 Sb66 2𝑑5/2 – +3.378 +3.43 (6)
123
51 Sb72 1𝑔7/2 +2.661 +2.484 +2.5498 (2)
123
51 Sb*72 2𝑑5/2 – +3.472 –
125
51 Sb74 1𝑔7/2 +2.671 +2.724 +2.63 (4)
125
51 Sb*74 2𝑑5/2 – +3.472 –
127
51 Sb76 1𝑔7/2 +2.682 +2.756 2.697 (6)
129
51 Sb78 1𝑔7/2 +2.692 +2.793 2.817 (5)
137
55 Cs82 1𝑔7/2 +2.577 +2.682 +2.8413 (1)
139
57 La82 1𝑔7/2 +2.545 +2.822 +2.7830455 (9)
141
59 Pr82 2𝑑5/2 +4.122 +4.159 4.2754 (5)
145
63 Eu82 2𝑑5/2 +4.122 +4.126 +3.993 (7)
191
81 Tl110 3𝑠1/2 – +1.846 1.588 (4)
193
81 Tl112 3𝑠1/2 – +1.680 +1.5912 (22)
195
81 Tl114 3𝑠1/2 – +1.579 +1.58 (4)
197
81 Tl116 3𝑠1/2 – +1.492 +1.58 (2)
199
81 Tl118 3𝑠1/2 – +1.506 +1.60 (2)
201
81 Tl120 3𝑠1/2 – +1.720 +1.605 (2)
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Продолжение таблицы 2.3

Ядро 𝜆 𝜇𝑡ℎ [5; 6] 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]
203
81 Tl122 3𝑠1/2 – +1.663 +1.62225787 (12)
205
81 Tl124 3𝑠1/2 – +1.951 +1.63821461 (12)
201
83 Bi118 1ℎ9/2 – +4.670 4.8 (3)
203
83 Bi120 1ℎ9/2 – +3.861 +4.017 (13)
205
83 Bi122 1ℎ9/2 – +3.757 +4.065 (7)
207
83 Bi124 1ℎ9/2 – +3.868 +4.0915 (9)
211
83 Bi128 1ℎ9/2 – +3.475 3.5 (3)
213
83 Bi130 1ℎ9/2 – +3.618 +3.717 (13)
213
87 Fr126 1ℎ9/2 +3.480 +3.980 +4.02 (8)

2.3 Магнитные моменты нечётно-нечётных ядер

2.3.1 Методика расчета магнитных моментов нечетно-нечетных
ядер

Основным приближением для магнитных моментов нечетно-нечетных
ядер является отсутствие взаимодействия между нечетными квазичастицами
и в этом приближении магнитный момент этих ядер можно определить как

𝜇𝐽 = ⟨Ψ𝐽𝐽 |𝜇𝑝 + 𝜇𝑛|Ψ𝐽𝐽⟩, (2.6)

где Ψ𝐽𝐽 =
∑︀
𝜙1𝜙2⟨𝑗1𝑚1𝑗2𝑚2|𝐽𝐽⟩ и 𝜙1 - это одночастичная волновая функция

квазичастицы с квантовыми числами 1 ≡ 𝜆1 ≡ (𝑛1,𝑗1,𝑙1,𝑚1). После простых
преобразований получаем конечную формулу для магнитных моментов нечетно­
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нечетных ядер

𝜇 =
𝐽𝜇𝑝
2𝑗𝑝

(︂
1 +

(𝑗𝑝 − 𝑗𝑛)(𝑗𝑝 + 𝑗𝑛 + 1)

𝐽(𝐽 + 1)

)︂
+

+
𝐽𝜇𝑛
2𝑗𝑛

(︂
1 +

(𝑗𝑛 − 𝑗𝑝)(𝑗𝑝 + 𝑗𝑛 + 1)

𝐽(𝐽 + 1)

)︂ (2.7)

где 𝜇𝑛 и 𝜇𝑝 - магнитные моменты соответствующих нечетных ядер. Уравнение
(2.7) также подходит для случаев с нечетными квазидырками.

Получаем, что с таким простым приближением, проблема сводиться к
вычислению соответствующих магнитных моментов нечётных ядер. Значения
магнитных моментов нечётных ядер можно брать из эксперимента (феноме­
нологический метод) или можно рассчитать их микроскопически с помощью
ТКФС (см. раздел 1.1.2). Как будет видно далее феноменологический метод
поможет проверить основное предположение о малости взаимодействия меж­
ду двумя нечетными квазичастицами, если есть экспериментальные данные по
магнитным моментам соответствующих нечётных ядер.

Мы ограничивались только основным состоянием нечётного ядра для по­
лучения магнитных моментов нечётно-нечётных сферических ядер. Этот факт
ограничивает выбор нечётно-нечётных ядер с помощью правил отбора по спи­
нам и чётностям. В расчетах мы ограничивались ядрами с протонными и ней­
тронными частицами (дырками), которые добавлены к дважды магическому
или полумагическому "остову". Были отобраны только те нечетно-нечетные
ядра, для которых экспериментально известны значения магнитного момен­
та. Нашим другим "правило отбора" являестя то, что не рассматривались те
нечётно-нечётные ядра, где многочастичные эффекты могут быть важны для
соответствующей нечётной подсистемы. Также, как уже указывалось в [5], изо­
топы меди требуют специального рассмотрения из-за фононных поправок, и
эти ядра не будут рассматриваться. Следует отметить, что знак измеренного
магнитного момента не всегда известен. Поэтому, опираясь на результаты тео­
ретических и феноменологических расчетов, можно его предсказать.

Все использованные приближения, как приближения при расчетах магнит­
ного момента нечетного ядра, так и основное приближение об отсутствии взаи­
модействия между нечетными квазичиастицами, вероятно имеют погрешность
примерно одинакового порядка величины. Ясно, что такая простая модель для
нечетно-нечетного ядра должна быть проверена количественно путем сравне­
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ния результатов феноменологического подхода с экспериментальными значени­
ями.

2.3.2 Нечетно-нечетные околомагические ядра

Результаты расчетов для околомагических нечетно-нечетных ядер пред­
ставлены в Таблице 2.4. Сравнение полученных результатов расчетов (как фе­
номенологических, так и микроскопических) с экспериментальными данными
показало хорошее согласие, за исключением изотопов 208Bi и 210Bi. В случае
208Bi феноменологическое значение достаточно хорошо согласуется с экспери­
ментом, следовательно разница между теоретическим значением и эксперимен­
тальным на 0.34𝜇𝑁 в основном может быть объяснена расхождением для 209𝐵𝑖,
которое уже обсуждалось выше. Для случая 210Bi ситуация иная, т.к. и феноме­
нологические, и теоретическое значение отклоняется от экспериментального на
величину ∼ 0.3𝜇𝑁 . Для всех остальных случаев подтверждается основное при­
ближение об отсутствии взаимодействия между нечетными квазичастицами.

Благодаря тому, что было получено хорошее описание магнитных момен­
тов нечетно-нечетных околомагических ядер в основном состоянии, а также то­
му факту, что влияние фононов в околомагических ядрах мало (смотри напри­
мер [89; 90]), были рассчитаны магнитные моменты для ядер, представленных
в Таблице 2.4, в возбужденных состояниях. Для этого, как и в случае расчетов
для основного состояния, были использованы магнитные моменты нечетных
ядер в основном состоянии. Результаты данных расчетов представлены в Таб­
лице 2.5. К сожалению, экспериментальных данных очень мало, но в этих слу­
чаях получено хорошее согласие с имеющимися экспериментальными данными.
Заметное расхождение между теоретическим и экспериментальным значением
для 210Bi связано с проблемой теоретического описания нечетного 209Bi.
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Таблица 2.4 — Магнитные моменты (𝜇𝑁) нечетно-нечетных околомагических
ядер в основном состоянии. Во втором столбце указаны одночастичные
конфигурации нечетных квазичастиц

Ядро 𝜆𝑛1𝜆
𝑝
2 𝐽𝜋 𝜇𝑝ℎ𝑒𝑛 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝[4; 88]

14
7 N7 (1p𝑛

1/2 1p𝑝
1/2) 1+ +0.437 +0.414 +0.40376100 (6)

16
7 N9 (1d𝑛

5/2 1p𝑝
1/2) 2− +1.956 +1.858 1.9859 (11)

18
9 F9 (1d𝑛

5/2 1d𝑝
5/2) 1+ +0.565 +0.571 –

38
19K19 (1d𝑛

3/2 1d𝑝
3/2) 3+ +1.413 +1.236 +1.371 (6)

40
19K21 (1f𝑛7/2 1d𝑝

3/2) 4− -1.249 -1.316 -1.298100 (3)
40
21Sc19 (1d𝑛

3/2 1f𝑝7/2) 4− +5.511 +5.462 –
56
27Co29 (1f𝑛7/2 2p𝑝

3/2) 4+ +3.983 +3.949 3.85 (1)
56
29Cu27 (2p𝑛

3/2 1f𝑝7/2) (4+) +0.171 +0.333 –
58
29Cu29 (2p𝑛

3/2 2p𝑝
3/2) 1+ +0.472 +0.510 0.52 (8)

132
49 In83 (2d𝑛

3/2 1g𝑝7/2) (7−) – +3.949 –
132
51 Sb81 (2f𝑛7/2 1g𝑝9/2) (4+) +3.141 +2.957 3.18 (1)
208
81 Tl127 (2g𝑛9/2 3s𝑝1/2) 5+ +0.402 +0.471 0.292 (13)
208
83 Bi127 (3p𝑛

1/2 1h𝑝
9/2) 5+ +4.703 +4.235 +4.578 (13)

210
83 Bi129 (2g𝑛9/2 1h𝑝

9/2) 1− +0.293 +0.243 -0.04451 (6)

Таблица 2.5 — Магнитные моменты (𝜇𝑁) нечетно-нечетных околомагических
ядер в возбужденных состояниях

Ядро 𝜆𝑛1𝜆
𝑝
2 𝐽𝜋 Уровень, кэВ 𝜇𝑝ℎ𝑒𝑛 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]

16
7 N9 (1d𝑛

5/2 1p𝑝
1/2) 3− 298.22 -2.177 -2.082 –

16
9 F7 (1p𝑛

1/2 1d𝑝
5/2) 2− 424 +3.928 +3.823 –

16
9 F7 (1p𝑛

1/2 1d𝑝
5/2) 3− 721 +5.441 +5.351 –

18
9 F9 (1d𝑛

5/2 1d𝑝
5/2) 3+ 937.20 +1.696 +1.713 1.68(15)

18
9 F9 (1d𝑛

5/2 1d𝑝
5/2) 5+ 1121.36 +2.827 +2.855 –

18
9 F9 (1d𝑛

5/2 1d𝑝
5/2) 1+ – +0.565 +0.571 –

18
9 F9 (1d𝑛

5/2 1d𝑝
5/2) 2+ – +1.131 +1.142 –

18
9 F9 (1d𝑛

5/2 1d𝑝
5/2) 4+ – +2.616 +2.284 –

38
19K19 (1d𝑛

3/2 1d𝑝
3/2) 1+ 458.46 +0.471 +0.412 –
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Продолжение таблицы 2.5

Ядро 𝜆𝑛1𝜆
𝑝
2 𝐽𝜋 Level, keV 𝜇𝑝ℎ𝑒𝑛 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]

38
19K19 (1d𝑛

3/2 1d𝑝
3/2) 2+ 2401.07 +0.942 +0.824 –

40
19K21 (1f𝑛7/2 1d𝑝

3/2) 3− 29.8299 -1.367 -1.410 -1.29(9)
40
19K21 (1f𝑛7/2 1d𝑝

3/2) 2− 800.1427 -1.628 -1.645 –
40
19K21 (1f𝑛7/2 1d𝑝

3/2) 5− 891.398 -1.203 -1.293 –
40
21Sc19 (1d𝑛

3/2 1f𝑝7/2) 3− 34.3 +4.655 +4.678 –
40
21Sc19 (1d𝑛

3/2 1f𝑝7/2) 2− 772.1 +3.974 +4.089 –
40
21Sc19 (1d𝑛

3/2 1f𝑝7/2) 5− 893.5 +6.452 +6.432 –
42
21Sc21 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 1+ 611.051 +0.548 +0.545 –
42
21Sc21 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 3+ 1490.43 +1.644 +1.635 –
42
21Sc21 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 5+ 1510.10 +2.740 +2.725 –
42
21Sc21 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 2+ 1586.31 +1.096 +1.090 –
42
21Sc21 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 4+ – +2.192 +2.180 –
42
21Sc21 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 6+ – +3.288 +3.270 –
42
21Sc21 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 7+ – +3.836 +3.815 –
54
27Co27 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 1+ 936.90 +0.558 +0.542 –
54
27Co27 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 2+ 1445.66 +1.116 +1.084 –
54
27Co27 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 7+ 197.0 +3.906 +3.794 –
54
27Co27 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 3+ – +1.674 +1.626 –
54
27Co27 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 4+ – +2.232 +2.168 –
54
27Co27 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 5+ – +2.790 +2.710 –
54
27Co27 (1f𝑛7/2 1f𝑝7/2) 6+ – +3.348 +3.252 –
56
27Co29 (1f𝑛7/2 2p𝑝

3/2) 3+ 158.38 +4.133 +4.108 –
56
27Co29 (1f𝑛7/2 2p𝑝

3/2) 5+ 576.50 +4.025 +3.981 –
56
27Co29 (1f𝑛7/2 2p𝑝

3/2) 2+ – +4.665 +4.650 –
56
29Cu27 (2p𝑛

3/2 1f𝑝7/2) 2+ – -2.171 -2.421 –
56
29Cu27 (2p𝑛

3/2 1f𝑝7/2) 3+ – -0.837 -0.859 –
56
29Cu27 (2p𝑛

3/2 1f𝑝7/2) 5+ – +1.023 +1.341 –
58
29Cu29 (2p𝑛

3/2 2p𝑝
3/2) 3+ 443.64 +1.419 +1.530 –
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Продолжение таблицы 2.5

Ядро 𝜆𝑛1𝜆
𝑝
2 𝐽𝜋 Level, keV 𝜇𝑝ℎ𝑒𝑛 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]

58
29Cu29 (2p𝑛

3/2 2p𝑝
3/2) 2+ 1427.85 +0.946 +1.020 –

132
49 In83 (2d𝑛

3/2 1g𝑝7/2) 1− – – +3.882 –
132
49 In83 (2d𝑛

3/2 1g𝑝7/2) 2− – – +3.177 –
132
49 In83 (2d𝑛

3/2 1g𝑝7/2) 3− – – +3.044 –
132
49 In83 (2d𝑛

3/2 1g𝑝7/2) 4− – – +3.142 –
132
49 In83 (2d𝑛

3/2 1g𝑝7/2) 5− – – +3.353 –
132
49 In83 (2d𝑛

3/2 1g𝑝7/2) 6− – – +3.631 –
132
49 In83 (2d𝑛

3/2 1g𝑝7/2) 8− – – +4.295 –
132
51 Sb81 (2f𝑛7/2 1g𝑝9/2) 3+ 85.55 +2.571 +1.982 –
132
51 Sb81 (2f𝑛7/2 1g𝑝9/2) 5+ 162.8 +3.747 +3.536 –
132
51 Sb81 (2f𝑛7/2 1g𝑝9/2) 2+ – +2.073 +1.982 –
134
51 Sb83 (2f𝑛7/2 1g𝑝7/2) 1− 13.0 – +0.243 –
134
51 Sb83 (2f𝑛7/2 1g𝑝7/2) 7− 279 – +1.682 –
134
51 Sb83 (2f𝑛7/2 1g𝑝7/2) 2− 331.1 – +0.476 –
134
51 Sb83 (2f𝑛7/2 1g𝑝7/2) 3− 384.0 – +0.724 –
134
51 Sb83 (2f𝑛7/2 1g𝑝7/2) 5− 441 – +1.180 –
134
51 Sb83 (2f𝑛7/2 1g𝑝7/2) 4− 555.0 – +0.959 –
134
51 Sb83 (2f𝑛7/2 1g𝑝7/2) 6− 617 – +1.442 –
206
81 Tl125 (3p𝑛

1/2 3s𝑝1/2) 1− 304.90 +2.469 +2.526 –
208
81 Tl127 (2g𝑛9/2 3s𝑝1/2) 4+ 39.858 -2.942 -2.958 –
208
83 Bi125 (3p𝑛

1/2 1h𝑝
9/2) 4+ 63.02 +3.545 +3.079 –

210
83 Bi127 (2g𝑛9/2 1h𝑝

9/2) 9− 271.31 +2.637 +2.187 2.728(42)
210
83 Bi127 (2g𝑛9/2 1h𝑝

9/2) 2− 319.74 +0.586 +0.486 –
210
83 Bi127 (2g𝑛9/2 1h𝑝

9/2) 3− 347.93 +0.879 +0.729 –
210
83 Bi127 (2g𝑛9/2 1h𝑝

9/2) 7− 433.49 +2.051 +1.701 +2.114(49)
210
83 Bi127 (2g𝑛9/2 1h𝑝

9/2) 5− 439.20 +1.465 +1.215 +1.530(45)
210
83 Bi127 (2g𝑛9/2 1h𝑝

9/2) 4− 502.81 +1.172 +0.972 –
210
83 Bi127 (2g𝑛9/2 1h𝑝

9/2) 6− 550.00 +1.758 +1.458 –
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2.3.3 Нечетно-нечетные полумагические ядра

Результаты расчетов магнитных моментов нечетно-нечетных полумагиче­
ских ядер представлены в Таблице 2.6. В целом согласие с экспериментальными
значениями хуже, чем для магических ядер. Как обсуждалось ранее сравнение
экспериментальных данных с феноменологическими имеет первостепенное зна­
чение для оценки точности приближения.

Таблица 2.6 — Магнитные моменты (𝜇𝑁) нечетно-нечетных полумагических
ядер в основном состоянии. Во втором столбце указаны одночастичные
конфигурации нечетных квазичастиц

Ядро 𝜆𝑛1𝜆
𝑝
2 𝐽𝜋 𝜇𝑝ℎ𝑒𝑛 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]

58
27Co31 (2p𝑛

3/2 1f𝑝7/2) 2+ – +4.736 +4.044 (8)
60
27Co33 (2p𝑛

3/2 1f𝑝7/2) 5+ +3.877 +3.993 +3.799 (8)
88
37Rb51 (2d𝑛

5/2 2p𝑝
3/2) 2− -0.490 -0.522 +0.5117 (26)

90
39Y51 (2d𝑛

5/2 2p𝑝
1/2) 2− -1.117 -1.053 -1.630 (8)

90
41Nb49 (1g𝑛9/2 1g𝑝9/2) 8+ – +4.404 4.961 (4)
94
43Tc51 (2d𝑛

5/2 1g𝑝9/2) 7+ +5.459 +5.468 5.08 (8)
106
49 In57 (2d𝑛

5/2 1g𝑝9/2) 7+ – +4.473 4.916 (6)
110
49 In61 (1g𝑛7/2 1g𝑝9/2) 7+ +5.494 +5.380 +4.713 (8)
114
51 Sb63 (3s𝑛1/2 2d𝑝

5/2) 3+ +2.581 +2.749 +1.72 (8)
116
51 Sb65 (3s𝑛1/2 2d𝑝

5/2) 3+ +2.526 +2.433 2.715 (9)
124
51 Sb73 (1h𝑛

11/2 1g𝑝7/2) 3− +1.737 +1.813 1.20 (2)
126
51 Sb75 (1h𝑛

11/2 1g𝑝7/2) 8− +0.918 +0.907 1.28 (7)
128
51 Sb77 (1h𝑛

11/2 1g𝑝7/2) 8− +1.090 +0.994 1.31 (19)
136
55 Cs81 (2d𝑛

3/2 1g𝑝7/2) 5+ +3.761 +3.532 +3.711 (15)
138
55 Cs83 (2f𝑛7/2 1g𝑝7/2) 3− +0.802 +0.727 +0.700 (4)
138
57 La81 (2d𝑛

3/2 1g𝑝7/2) 5+ +3.781 +3.823 +3.73646 (7)
140
57 La83 (2f𝑛7/2 1g𝑝7/2) 3− +0.751 +0.791 +0.730 (15)
142
59 Pr83 (2f𝑛7/2 2d𝑝

5/2) 2− +0.382 +0.316 +0.234 (1)
144
63 Eu81 (2d𝑛

3/2 2d𝑝
5/2) 1+ +2.032 +2.101 +1.893 (13)
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Продолжение таблицы 2.6

Ядро 𝜆𝑛1𝜆
𝑝
2 𝐽𝜋 𝜇𝑝ℎ𝑒𝑛 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]

146
63 Eu83 (2f𝑛7/2 2d𝑝

5/2) 4− +1.255 +1.265 +1.421 (8)
202
83 Bi119 (2f𝑛5/2 1h𝑝

9/2) 5+ +4.071 +4.313 +4.259 (14)
204
83 Bi121 (2f𝑛5/2 1h𝑝

9/2) 6+ +4.230 +4.084 +4.322 (15)
206
83 Bi123 (2f𝑛5/2 1h𝑝

9/2) 6+ +4.283 +3.957 +4.361 (8)
212
83 Bi129 (2g𝑛9/2 1h𝑝

9/2) 1− +0.557 +0.497 0.41 (5)
212
87 Fr125 (3p𝑛

1/2 h𝑝
9/2) 5+ +4.627 +4.537 4.62 (9)

В результатах расчетов можно выделить ядра 58Co, 88Rb, 90Y, 90Nb, 110In,
114Sb, 124Sb с расхождением большим, чем 0.5𝜇𝑁 между экспериментальными
значениями и результатами расчетов. При этом, для этих ядер получено хо­
рошее согласие между теоретическими и феноменологическими значениями.
Случай ядра 90Nb следует рассмотреть отдельно, так как магнитный момент
одной из нечетных составляющих неизвестен. В этом случае теоретический рас­
чет расходится с экспериментальным значением примерно на 0.5𝜇𝑁 . Анализ в
[90] показал, что фононные поправки для магнитных моментов нечетных ядер в
этой области составляет примерно 0.3𝜇𝑁 . Другой возможной причиной для рас­
хождения может быть близкое расположение одночастичных уровней в одной
из двух нечетных подсистем, что может вызвать сильное смешивание конфигу­
раций. Для ядер со спариванием есть дополнительная причина для такой бли­
зости. Для них одночастичный спектр задается через энергию боголюбовской
квазичастицы 𝐸𝜆 =

√︀
Δ2

𝜆 + (𝜀𝜆 − 𝜇)2. Если мы имеем дело с двумя одночастич­
ными состояниями 𝜆1,𝜆2, которые близки к уровню Ферми |𝜀𝜆1

− 𝜇| < Δ𝜆1
и

|𝜀𝜆1
− 𝜇| < Δ𝜆1

, то разница |𝐸𝜆1
− 𝐸𝜆2

| может быть значительно меньше, чем
|𝜀𝜆1
− 𝜀𝜆2

|. Это является причиной, по которой смешивание конфигураций в по­
лумагическом нечетно-нечетном ядер, в целом, более важно, чем в магическом.
Магнитные моменты остальных нечетно-нечетных ядер с большим расхождени­
ем между результатами расчетов и экспериментальными данными будут далее
описаны с учетом смешивания конфигураций.

Для 5 ядер из Таблицы 2.6 были найдены экспериментальные данные о
магнитных моментах этих ядер в возбужденных состояниях. Это дало еще один
способ проверки основного приближения об отсутствии взаимодействия между
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Таблица 2.7 — Магнитные моменты (𝜇𝑁) нечетно-нечетных полумагических
ядер в возбужденном состоянии

Ядро 𝜆𝑛1𝜆
𝑝
2 𝐽𝜋 Уровень, кэВ 𝜇𝑝ℎ𝑒𝑛 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88]

60
27Co33 (2p𝑛

3/2 1f𝑝7/2) 2+ 1121.36 +4.466 +4.687 +4.40 (9)
90
41Nb49 (1g𝑛9/2 1g𝑝9/2) 6+ 298.22 – +3.370 +3.720 (24)
138
55 Cs83 (2f𝑛7/2 1g𝑝7/2) 6− 721 +1.603 +1.455 +1.713 (9)
138
57 La81 (2d𝑛

3/2 1g𝑝7/2) 3+ 424 +2.385 +2.419 +2.886 (48)
142
59 Pr83 (2f𝑛7/2 2d𝑝

5/2) 5− 937.20 +2.329 +2.345 2.2 (1)

двумя квазичастицами. Результаты представлены в Таблице 2.7 и подтвержда­
ют использованное предположение об отсутствии взаимодействия между нечет­
ными квазичастицами за исключением случая с 138La, который похож на случай
для магнитного момента 210Bi в основном состоянии (см. раздел 2.1).

2.3.4 Случай сильного смешивания конфигураций: изотопы таллия
и другие ядра

В этом подразделе рассматривается несколько нечетно-нечетных полума­
гических ядер (семь изотопов таллия и 58Co, 88Rb, 90Y, 110In, 114Sb, 124Sb), для
которых требуется выйти за рамки простого предположения об отсутствии вза­
имодействия между нечетными квазичастицами из-за сильного смешивания в
одной из нечетных подсистем. Теория для явного учета смешивания конфи­
гураций достаточно сложна, поэтому была построена волновая функция с ис­
пользованием подгоночной процедуры. Как показано в Таблице 2.8, экспери­
ментальные значения магнитных моментов семи нечетно-нечетных изотопов Tl
(𝐴 = 192−204) малы и меняют знак в середине цепочки. Это является сигналом
того, что нейтронные одночастичные состояния 𝑝3/2 и 𝑓5/2 входят в нечетно­
нечетную волновую функцию. В использованной одночастичной системе эти
уровни почти вырождены, поэтому в изотопах таллия следует учитывать сме­
шивание конфигураций [3𝑠𝑝1/23𝑝

𝑛
3/2 + 3𝑠𝑝1/22𝑓

𝑛
5/2]. Мы вводим соответствующий

коэффициент смешивания 𝛼 для конфигураций [3𝑠𝑝1/23𝑝
𝑛
3/2 + 3𝑠𝑝1/22𝑓

𝑛
5/2] и нахо­
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дим ее для объяснения экспериментальных данных:

𝜓 = 𝛼𝜓(1) +
√︀
1− 𝛼2𝜓(2)

𝜇 = 𝛼2𝜇(1) + (1− 𝛼2)𝜇(2)
(2.8)

где 𝜓(1) = [3𝑠𝑝1/23𝑝
𝑛
3/2] и 𝜓(2) = [3𝑠𝑝1/22𝑓

𝑛
5/2], 𝜇

(1) и 𝜇(2) магнитные моменты (1) и
(2) конфигураций. Зависимость от массового числа для изотопов таллия может
быть хорошо описана формулой:

𝛼 = 0.5− 3.18

(︂
𝐴

210.1
− 1

)︂
. (2.9)

Как видно из Таблицы 2.8 смешивание конфигураций, вызванное вырождением
двух нейтронных одночастичных уровней, позволяет описать малые значения
магнитных моментов нечетно-нечетных изотопов Tl, включая изменение знака
в середине цепочки.

Похожая ситуация с близкими одночастичными уровнями наблюдается в
ядрах 58𝐶𝑜,110𝐼𝑛,124𝑆𝑏, где смешиваются следующие конфигурации:

58𝐶𝑜 : 𝛼[1𝑓 𝑝7/22𝑝
𝑛
3/2] +

√︀
1− 𝛼2[1𝑓 𝑝7/21𝑓

𝑛
5/2],

110𝐼𝑛 : 𝛼[1𝑔𝑝9/21𝑔
𝑛
7/2] +

√︀
1− 𝛼2[1𝑔𝑝9/22𝑑

𝑛
5/2],

124𝑆𝑏 : 𝛼[1𝑔𝑝7/21ℎ
𝑛
11/2] +

√︀
1− 𝛼2[1𝑑𝑝5/21ℎ

𝑛
11/2].

Коэффициенты 𝛼 были получены с помощью подгонки и представлены в
Таблице 2.8. Они дают информацию о структуре квазичастиц нечетно-нечетных
ядер для тех случаев, где основное предположение не сработало. Также они
могут быть использованы для расчетов других характеристик этих ядер.

В использованной одночастичной схеме были обнаружены ядра, у которых
близки энергии трех (88Rb, 90Y) или четырех (114Sb) одночастичных уровней.
Для описания свойств таких ядер необходимо развивать более сложную теорию
для явного учета смешивания конфигурации.



60

Таблица 2.8 — Магнитные моменты (𝜇𝑁) нечетно-нечетных изотопов 𝑇 𝑙 и
58
27Co31, 110

49 In61 и 124
51 Sb73, полученные при учете смешивания двух

конфигураций (𝛼 — коэффициент смешивания)
Ядро 𝐽𝜋 𝛼 𝜇𝑡ℎ 𝜇𝑒𝑥𝑝[4; 88]
58
27Co31 2+ 0.806 +4.044 +4.044 (8)
110
49 In61 7+ 0.373 +4.713 +4.713 (8)
124
51 Sb73 3− 0.692 -1.20 -1.20 (2)
192
81 Tl111 2− 0.774 +0.199 +0.200 (3)
194
81 Tl113 2− 0.744 +0.142 0.140 (3)
196
81 Tl115 2− 0.714 +0.057 0.072 (3)
198
81 Tl117 2− 0.683 +0.020 0.00 (1)
200
81 Tl119 2− 0.653 -0.038 0.04 (1)
202
81 Tl121 2− 0.623 -0.069 0.06 (1)
204
81 Tl123 2− 0.593 -0.089 0.09 (1)

2.4 Сравнение результатов с многочастичной оболочечной
моделью

В Таблице 2.9 сравниваются результаты 𝜇𝑡ℎ для нечетных и нечетно-нечет­
ных ядер с результатами, которые были получены в рамках многочастичной мо­
дели [61] для ядер с 𝑓𝑝-оболочкой. В Таблицу2.9 не было включено ядро 58Co,
для которого согласие с экспериментальным значением было достигнуто путем
введения подгоночного параметра 𝛼. Получено хорошее согласие между экспе­
риментом, нашими результатами и обычной многочастичной модели оболочек
𝜇𝑡ℎ1. Результаты, полученные с помощью улучшенной многочастичной модели
оболочек 𝜇𝑡ℎ2 с новыми подгоночными параметрами, дают чуть лучшее согла­
сие с экспериментальными значениями. В отличие от многочастичной модели
оболочек, в наших вычислениях нет 25 новых или подгоночных параметров, и
наш метод более универсален и применим к любым ядрам, а не только к ядрам
с 𝑓𝑝-оболочкой.
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Таблица 2.9 — Сравнение использованной модели с многочастичной моделью
оболочек 𝜇𝑡ℎ1 и 𝜇𝑡ℎ2 для ядер с 𝑓𝑝 оболочкой [61]

Ядро 𝜇𝑒𝑥𝑝 [4; 88] 𝜇𝑡ℎ(ТКФС) 𝜇𝑡ℎ1 𝜇𝑡ℎ2
55
27Co28 +4.822 (3) +4.793 +4.630 +4.746
56
27Co29 3.851 (12) +3.949 +3.652 +3.774
57
27Co30 +4.720 (10) +4.899 +4.616 +4.704
59
27Co32 +4.627 (9) +4.609 +4.637 +4.707
60
27Co33 +3.799 (8) +3.993 +3.962 +3.996
57
28Ni29 -0.7975 (14) -0.812 -0.789 -0.802
61
28Ni33 -0.75002 (4) -0.829 -0.688 -0.707

2.5 Выводы

Мы рассчитали магнитные моменты для нечетных и нечетно-нечетных
ядер в основном и возбужденных состояниях. Магнитные моменты нечётных
ядер рассчитывались в рамках универсального подхода ТКФС с использова­
нием эффективных спиновых сил Ландау–Мигдала и одночастичного базиса,
рассчитываемого с помощью самосогласованного метода энергетического функ­
ционала плотности на основе функционала Фаянса, который описан в разделе
1.1.2. Параметры функционала плотности и эффективных спиновых сил, ко­
торые хорошо известны, были использованы ранее в расчётах многих других
ядерных характеристик.

Были рассчитаны магнитные моменты для 93 нечётных ядер. Для тех 83
нечетных ядер, для которых известны экспериментальные значения магнитного
момента (по крайне мере с точностью до знака), были воспроизведены с точно­
стью порядка 0.1–0.2 𝜇𝑁 , за исключением трех ядер 191Tl, 205Bi и 209Bi. Данное
расхождение можно объяснить тем, что в отличие от [5; 6] в настоящей работе
не учитывались вклады в эффективное взаимодействие, которые обусловлены
мезонным обменом. Для 15 из 83 нечетных ядер, знак магнитного момента кото­
рых не известен, уверенно его предсказываем, потому что для остальных ядер
знаки экспериментального и теоретического значения совпадают.

Основным приближением для нечетно-нечетных ядер является отсутствие
взаимодействия между нечетными протонными и нейтронными квазичастица­
ми. Таким образом, задача свелась к проблеме расчету магнитных моментов
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соответствующих нечетных ядер в основном состоянии. Были рассчитаны маг­
нитные моменты для 14 нечетно-нечетных околомагических ядер. Эксперимен­
тальные значения для 10 из этих ядер, в основном состоянии совпадают с ре­
зультатами с примерно такой же точностью что и в случае с магнитными мо­
ментами нечетных ядер. Для 32 ядер со спариванием получены аналогичные
результаты за некоторым исключением, а именно 7 изотопов таллия и ряда
других ядер. Магнитные моменты этих ядер (изотопы таллия и 58Co, 88Rb, 90Y,
106In, 110In, 114Sb, 124Sb) можно описать, как было показано в §2.3.4, если учесть
смешивание одночастичных уровней в нечетной подсистеме. Согласие с экспери­
ментальными данными было достигнуто подбором коэффициентом смешивания
𝛼. Полученные коэффициенты смешивания 𝛼 можно использовать и для расче­
та других характеристик этих ядер. С помощью феноменологического подхода
были рассчитаны магнитные моменты для 38 ядер, для 35 из которых есть экс­
периментальные данные. Хорошее согласие результатов феноменологического
подхода с экспериментальными данными показали, что применение приближе­
ния оправдано для всех рассмотренных ядер, за исключением 6-и ядер (210Bi,
88Rb, 90Y, 110In, 114Sb и 124Sb).

Для рассмотренных нечетно-нечетных околомагических ядер и пяти полу­
магических ядер, которые удовлетворяют одноквазичастичному приближению,
были рассчитаны магнитные моменты ядер в возбужденных состояниях. Для
магнитных моментов нечетно-нечетных ядер в возбужденных состояниях полу­
чено разумное согласие между результатами феноменологического и микроско­
пического подходов, и экспериментальными данными, что также подтверждает
правильность приближения для нечетно-нечетных ядер.

Получено хорошее согласие результатов с результатами многочастичной
модели оболочек, как для нечетных, так и для нечетно-нечетных ядер. При
этом в нашем подходе, в отличие от многочастичной модели оболочек не ис­
пользовались подгоночные параметры.
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Глава 3. Микроскопические расчеты радиационных силовых
функций

В настоящей главе представлены результаты расчетов радиационных си­
ловых функций четно-четных полумагических и дважды магических ядер. Мик­
роскопические расчеты были выполнены на основе КПВБ, которое описано в
разделе 1.2. Рассмотрено влияние эффектов связи с фононами на интеграль­
ные характеристики гигантского дипольного резонанса и на структуру пигми­
дипольного резонанса.

Настоящая глава посвящена самосогласованным расчетам радиационных
силовых функций четно-четных полумагических и дважды магических ядер с
использованием метода ЭФП с функционалом на основе сил Скирма. Такой
подход позволяет единообразно рассчитать самосогласованное среднее поле и
эффективное взаимодействие между нуклонами, то есть характеристики основ­
ного и возбужденных состояний. В расчетах использовался метод КПВБ, ко­
торый описан в разделе 1.2. При этом использовался метод "силового согла­
сования", описанный в разделе 1.2.3, что является принципиально важным в
области энергий ПДР . Кроме того для ядра 208Pb был применен полностью
самосогласованный новейший метод континуумного ПВБ с использованием сил
Скирма с новым набором параметров. Сравнение с результатами метода КМХФ
позволяет оценить влияние эффектов связи с фононами на интегральные харак­
теристики гигантского дипольного резонанса и на структуру пигми-дипольного
резонанса.

Глава 3 основана на работах автора [13; 91—96].

3.1 История вопроса

Теоретическое описание гигантских мультипольных резонансов и их струк­
тур для магических и немагических ядер имеет долгую историю и до сих пор
остается достаточно актуальной проблемой [22; 51]. Одним из наиболее часто
используемых подходов для описания возбуждений четно-четного ядра явля­
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ется метод хаотических фаз. В рамках этого приближения возбуждения ядра
рассматриваются как однофононные состояния, которые являются суперпози­
цией 1𝑝1ℎ-конфигураций. Обобщение КМХФ для явного учета спаривания в
немагических ядрах привело к КМХФ, в котором фононы являются суперпози­
цией конфигураций из двух квазичастиц. Обширное применение этих методов
позволило описать многие свойства возбуждений ядра, но с дальнейшим разви­
тием экспериментальной техники стало ясно, что необходимо развивать данный
подход далее. Например, хорошо известно, что МХФ и КМХФ позволили опи­
сать среднюю энергию и общую силу ГДР, но обе модели не смогли описать
общие ширины резонансов и их тонкую структуру [19]. Причиной этого являет­
ся то, что на характеристики ГДР значительно влияют сложные конфигурации.
Еще одним недостатком ранних вариантов метода КМХФ было использование
двух наборов параметров — один для среднего поля, а другой для эффектив­
ного взаимодействия между нуклонами. Несмотря на недостатки КМХФ, этот
метод продолжают использовать, например, в работе [11], в которой были впер­
вые представлены результаты массовых расчетов E1 силовых функций для 3317
ядер, результаты которой были добавлены в RIPL-2 [32]. Также стоит отметить
работу [33], в которой была предпринята попытка на основе полностью самосо­
гласованного КМХФ понять природу низкоэнергетической части РСФ.

Первый недостаток был устранен в рамках различных моделей, которые
были уже успешно применены для многих ядер и ядер со спариванием. В чис­
ло этих методов входят прежде всего квазичастичная-фононная модель (КФМ)
[25; 97], а также метод "QRPA+PC" группы из Милана [98]. Оба этих подхода
используют однофононное представление. Однако, последние варианты КФМ
позволяют учитывать конфигурации из трех фононов [99]. Ни одна из этих мо­
делей не учитывает корреляции в основном состоянии, вызванные сложными
конфигурациями, а КФМ не учитывает и одночастичный континуум. Следует
отметить, что первые микроскопические расчеты радиационных силовых функ­
ций были успешно выполнены в рамках КФМ [100]. Однако в этих расчетах ис­
пользовалась, по сути, другая РСФ, которая включала только переходы между
основным и возбужденными состояниями, и описывала РСФ в одной точке по
энергии в районе энергии отделения нейтрона.

Метод, использованный в данной работе, основывается на обобщенной тео­
рии конечных ферми-систем, которая является расширением ТКФС Мигдала
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[2]. В рамках этого подхода помимо учета эффектов КМХФ учитываются эф­
фекты связи с фононами. Впервые основные соотношения для учета связи с
фононами в рамках метода квантовых функций Грина были получены в ра­
боте Камерджиева [14]. Модель была разработана для описания возбужден­
ных состояний четно-четных дважды магических ядер с учетом 2𝑝2ℎ (точнее
1𝑝1ℎ⊗фонон) конфигураций. Развитие этого метода продолжилось в работе Це­
ляева [15], в которой был представлен приближенный метод хронологического
расщепления диаграмм для построения обобщенного пропагатора так, что была
решена проблема полюсов второго порядка. В обзоре [19] метод был полностью
сформулирован для ядер с заполненной оболочкой и были учтены корреляции
в основном состоянии, вызванные связью с фононами. В этой работе метод был
применен для описания характеристик гигантских резонансов в дважды маги­
ческих ядрах (40Ca, 48Ca, 56Ni и 208Pb). В [19] была использована несамосогласо­
ванная одночастичная схема на основе потенциала Вудса–Саксона, хотя в серии
работ по ОТКФС, представленной в обзоре [19], уже использовался так назы­
ваемый очищенный одночастичный базис, являющийся физическим аналогом
самосогласованного базиса. В работе Целяева [21] метод был обобщен на случай
четно-четных ядер со спариванием с использованием самосогласованной схемы
на основе метода среднего поля ХФБ с силами Скирма. Таким образом, исполь­
зуется метод ОТКФС в квазичастичном приближении временной блокировки,
или, для краткости, КПВБ.

3.2 Полумагические ядра

В Таблицах 3.1 и 3.2 представлены результаты расчета по формулам 3.1
интегральных характеристик гигантского дипольного резонанса для 7 изото­
пов олова и 6 изотопов никеля. Для сравнения с экспериментальными данными
использовался более универсальный, чем представление в виде лоренциана, спо­
соб. Средняя энергия и дисперсия рассчитывались по формулам:

⟨𝐸⟩ = 𝑚1

𝑚0
, 𝐷 =

√︃
𝑚2

𝑚0
−
(︂
𝑚1

𝑚0

)︂2

, (3.1)
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Таблица 3.1 — Интегральные характеристики ГДР для изотопов Sn на
интервале энергий 13–18 МэВ

110𝑆𝑛 112Sn 116Sn 118Sn 120Sn 122Sn 124Sn
Средняя энергия ⟨𝐸⟩, МэВ

КМХФ 16.04 16.00 15.53 15.47 15.32 15.16 15.15
КПВБ 15.29 15.55 15.20 15.15 15.01 15.02 15.04

Эксп.
[101] – – 15.44 15.40 15.38 – 15.34
[102] – – 15.51 15.46 15.39 – 15.31
[103] – – – – – – 15.35

Дисперсия 𝐷, МэВ
КМХФ 1.394 1.437 1.558 1.553 1.597 1.552 1.567
КПВБ 1.268 1.370 1.373 1.423 1.378 1.372 1.320

Эксп.
[101] – – 1.308 1.299 1.309 – 1.297
[102] – – 1.266 1.295 1.300 – 1.300
[103] – – – – – – 1.296

Интегральное сечение 𝜎𝑖𝑛𝑡, мбн·МэВ
КМХФ 1457 1480 1553 1549 1563 1519 1575
КПВБ 1056 936 989 971 978 1075 1092

Эксп.
[101] – – 1060 1077 1122 – 1088
[102] – – 961 976 1084 – 1058
[103] – – – – – – 1059

где моменты 𝑚𝑘 для интервала энергии Δ𝐸 = 𝐸𝑚𝑎𝑥−𝐸𝑚𝑖𝑛 рассчитываются по
формуле:

𝑚𝑘 =

∫︁ 𝐸𝑚𝑎𝑥

𝐸𝑚𝑖𝑛

𝐸𝑘
𝛾𝑆(𝐸𝛾)𝑑𝐸𝛾. (3.2)

Как уже указывалось есть простая связь между силовой функцией и сечением
фотопоглощения (см. 1.30), поэтому также рассчитывалось интегральное сече­
ние фотопоглощения

𝜎𝑖𝑛𝑡 =

∫︁
𝜎𝛾(𝐸𝛾)𝑑𝐸𝛾 = 4.022

∫︁
𝑆(𝐸𝛾)𝐸𝛾𝑑𝐸𝛾 = 4.022 ·𝑚1. (3.3)

В указанных изотопах олова и никеля ГДР рассматривался на интервалах
энергии 𝛾-квантов 13–18 МэВ для изотопов олова и 14–21 МэВ для изотопов
никеля. Данные интервалы были выбраны, потому что они соответствуют ин­
тервалам, на которых в библиотеке данных RIPL-3 [34] подбирались параметры
лоренциана. При сравнении результатов расчетов с экспериментальными дан­
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Таблица 3.2 — Интегральные характеристики ГДР для изотопов Ni на
интервале энергий 14–21 МэВ

58Ni 60Ni 62Ni 68Ni 70Ni 72Ni
Средняя энергия ⟨𝐸⟩, МэВ

КМХФ 17.64 17.42 17.52 16.81 16.71 17.17
КПВБ 17.41 17.19 17.02 16.33 17.04 17.52

Эксп. [103] 17.94 17.67 – – – –
[104] – 17.45 – – – –

Дисперсия 𝐷, МэВ
КМХФ 1.603 1.422 1.623 1.713 2.017 1.684
КПВБ 1.833 1.676 1.663 1.652 2.027 1.846

Эксп. [103] 1.750 1.800 – – – –
[104] – 1.777 – – – –

Интегральное сечение 𝜎𝑖𝑛𝑡, мбн·МэВ
КМХФ 826 849 892 923 998 1089
КПВБ 652 697 629 706 776 684

Эксп. [103] 411 534 – – – –
[104] – 373 – – – –

ными получено, что учет связи с фононами оказывает заметное влияние на
рассмотренные интегральные характеристики и приводит к лучшему описанию
интегральных характеристик ГДР, особенно дисперсии и интегрального сече­
ния.

На Рисунках 3.1 и 3.2 представлены РСФ в области ПДР для указанных
изотопов олова и никеля, которые сравниваются с экспериментальными значе­
ниями, полученными с помощью "метода Осло" [36; 105; 106; 108] или другими
методами [107], и с известной феноменологической моделью EGLO (улучшен­
ный обобщенный лоренциан). Из этих Рисунков видно, что

– Во-первых, в отличие от феноменологической модели EGLO, в изотопах
олова и никеля проявляется структура в ПДР, обусловленная как эф­
фектами КМХФ, так и эффектами учета связи с фононами. Причиной
появления в расчетах структур, вызванных эффектами связи с фонона­
ми, является существование полюсов при энергиях 𝐸 = 𝐸1+𝐸2−𝜔𝑠, где
𝐸1, 𝜔𝑠 — энергии квазичастицы и фонона, соответственно. Для области
ПДР эффекты связи с фононами обычно становятся значительными
при энергиях выше 3 МэВ вплоть до 9-10 МэВ.
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Рисунок 3.1 — Радиационная силовая функция для изотопов Sn и Ni согласно
моделям: КМХФ (точечная линия), ОТКФС (КПВБ) (сплошная линия),

EGLO (штриховая линия), тонкая сплошная линия — M1 резонанс.
Экспериментальные данные взяты из работ [36; 105—108]
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Рисунок 3.2 — То же, что и на Рисунке 3.1, но для изотопа 72Ni

– Во-вторых, хорошее микроскопическое описание экспериментальных
данных в области пигми-дипольного резонанса [36; 105—107] достига­
ется только благодаря учету эффектов связи с фононами.

– В-третьих, наблюдаемое усиление в ядре 70Ni при 𝐸𝛾 < 3 МэВ анало­
гично усилению в силовой функции в ядрах 94,96Mo [109], которое объяс­
нялось нуклонными E1-переходами с одночастичных состояний в одно­
частичный континуум [110] или M1-переходами между возбужденными
состояниями из-за переориентации спинов в протонных и нейтронных
состояниях с большими значениями 𝑗 [111].

В работе [107] для нейтронно-избыточного ядра 68Ni (𝑆𝑛=7.79 МэВ) бы­
ли измерены характеристики ПДР и получены следующие результаты: ПДР
находится в интервале (7–13) МэВ со средней энергией около 11 МэВ и исчер­
пывает примерно 5 % энергетически взвешенного правила сумм. Заметим, что
энергия отделения 𝑆𝑛 в 68Ni равна 7.8 МэВ, то есть ПДР находится заметно
выше энергии отделения нейтрона. В наблюдаемом интервале (7–13) МэВ в
рамках КМХФ нами получено хорошее согласие с экспериментом для средней
энергии ПДР (⟨𝐸⟩ = 11.2 МэВ) и удовлетворительное описание исчерпывания
правила сумм 4.85 %. Учет связи с фононами почти не меняет среднюю энергию
(⟨𝐸⟩ = 10.9 МэВ), но заметно увеличивает величину процента исчерпывания
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правила сумм до 8.7 %. Ранее, похожие расчеты для 68Ni, 70Ni были выполнены
в рамках релятивистского КПВБ [30; 112], в которой авторам пришлось допол­
нительно учесть двухфононные конфигурации для объяснения эксперимента.

Как видно для ядра 70Ni (𝑆𝑛 = 7.31 МэВ) на Рисунке 3.1, РСФ, получа­
емая в рамках EGLO, не содержит структур до энергии 14.5 МэВ, тогда как
микроскопический подход дает заметные структуры при Е > S𝑛 как в КМХФ,
так и в КПВБ. Таким образом, для интервала (8–14) МэВ получено ⟨𝐸⟩ = 12.2
МэВ, а для интервала (7.3–13.3) МэВ ⟨𝐸⟩ = 11.4 МэВ. Величина исчерпывания
энергетически взвешенного правила сумм с учетом связи с фононами состав­
ляет 20.6% и 27.7% для КМХФ и КПВБ в первом интервале, и 12.7% и 19.5%
для этих же приближений во втором интервале. Из этого видно, что количе­
ственный вклад эффекта связи с фононами, то есть отличие КМХФ от КПВБ,
является наибольшим для величин исчерпывания энергетически взвешенного
правила сумм. Средние значения ⟨𝐸⟩ остаются почти неизменными для всех
трех вариантов КМХФ, КПВБ и EGLO. Также расчеты для ядра 70Ni в обла­
сти ПДР подтверждены новейшими экспериментальными данными группы из
Осло [108], также ожидать совпадения с результатами других эксперименталь­
ных групп.

Для характеристик ПДР в ядре 72Ni (𝑆𝑛 = 6.89 МэВ) в интервале энергий
8–14 МэВ в рамках КПВБ получено, что средняя энергия ⟨𝐸⟩ = 12.4 МэВ и
ПДР исчерпывает 25.7% энергетически взвешенного правила сумм. Такое боль­
шое значение обусловлено тем, что это ядро является сильно нейтронно-избы­
точным. Следует отметить, что в интервале 10–14 МэВ лежит главный вклад
в ПДР в 72Ni, который исчерпывает 13.9% (КМХФ) и 23.2% (КПВБ) энергети­
чески взвешенного правила сумм. В этом интервале наблюдается (см. Рисунок
3.2) два максимума. По этой причине силы в интервале 10–14 МэВ преобладают
и практически совпадают с силами в интервале 8–14 МэВ.

3.3 Дважды-магические ядра

На Рисунке 3.3 представлены результаты расчетов РСФ для ядра 56Ni. Это
дважды магическое ядро представляет интерес из-за дополнительных структур
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в области ПДР, которые вызваны учетом связи с фононами и находятся при
энергиях меньших энергии отделения нейтрона, которая в 56Ni имеет большое
значение (𝑆𝑛 = 16.6 МэВ), чем в других дважды магических ядрах (132Sn и
208Pb).

Рисунок 3.3 — Радиационная силовая функция для ядра 56Ni согласно
моделям: МХФ (точечная линия), ПВБ (сплошная линия), EGLO (штриховая

линия)

На Рисунке 3.4 представлены результаты расчетов РСФ для 132Sn. Данное
ядро представляет интерес по нескольким причинам: 1) оно является дважды
магическим, 2) в цепочке изотопов олова 132Sn является одним из нестабильных
ядер, для которого проводились исследования ГДР и ПДР. Результаты сравни­
вались с экспериментальными данными из работы [113], для которых видна
хорошо известная структура ПДР при энергии около 10 МэВ, что обсуждалось
в работах [23; 41]. Также, как и для других изотопов олова и никеля, результа­
ты расчетов сравнивались с феноменологической моделью EGLO. Видно, что в
отличие от феноменологической кривой EGLO и микроскопического расчета в
рамках МХФ, метод ПВБ позволяет лучше описать структуры ПДР.

На Рисунке 3.5 представлены результаты расчета для ядра 208Pb [22]. Ос­
новное отличие континуумного ПВБ, использованного в работе Люторовича и
соавторов [22], от нашего метода состоит в полном учете одночастичного конти­
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Рисунок 3.4 — То же, что и на Рисунке 3.3, но для 132Sn. Экспериментальные
данные взяты из [113]

нуума. В этой работе были использованы силы Скирма с учетом всех составля­
ющих, что позволило решить вопрос об исключении "духового" 1−-состояния, и
с параметризацией SV-m56k6 [116], которая была подобрана для лучшего опи­
сания свойств гигантского резонанса в дважды магических ядрах 16O, 48Ca
и 208Pb. Параметр усреднения для этого ядра был выбран авторами равным
Δ = 400 кэВ. Такое значение параметра усреднения было выбрано для луч­
шего описания ГДР. Результаты расчетов сравниваются с экспериментальными
данными, полученными "методом Осло", [117] (переанализированные данные).
Для сравнения добавлен феноменологический лоренциан EGLO. Из Рисунка 3.5
видно, что метод континуумного ПВБ описывает экспериментальные данные
при 𝐸𝛾 > 5 МэВ лучше, чем МХФ. Данный результат объясняется отсутствием
одночастичных или двухфононных E1-переходов в дважды магическом 208𝑃𝑏

при 𝐸𝛾 < 5 МэВ и указывает на важную роль связи с фононами. Как видно,
например, в [118], где измерялись переходы между основным и возбужденны­
ми состояниями, спектр 1−-возбуждения начинается с 4.84 МэВ, то есть нет 1−

переходов c энергией меньше, чем 4.84 МэВ. Расхождение результатов расче­
тов с экспериментальными данными в области ниже 5 МэВ можно объяснить
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Рисунок 3.5 — Радиационная силовая функция для ядра 208Pb согласно
моделям: континуумный МХФ (точечная линия), континуумное ПВБ

(сплошная линия), EGLO (штриховая линия). Экспериментальные данные
взяты из [103; 114; 115]

использованным нами относительно большим параметром усреднения, равным
400 кэВ. По-видимому, переходы, наблюдаемые в [114; 117] при 𝐸 < 4.84 МэВ
— это переходы между возбужденными состояниями, в том числе M1 переходы.
Следует также отметить большое различие между двумя экспериментальными
методами, так как в обработке результатов группы Оcло может содержаться
дополнительная неопределенность, связанная с низкой плотностью уровней в
208Pb при 𝐸 < 𝑆𝑛.

Для того, чтобы получить более полную картину выполнено сравнение
трех наборов экспериментальных данных для 208Pb (см. рисунок 3.6): 1) данные
из работы [114; 117] для РСФ на основе реакции (3He,3He′𝛾), которые опреде­
ляются переходами между основным и возбужденными состояниями и между
возбужденными состояниями; 2) данные [118] на основе реакции (𝛾,𝛾′) для зна­
чений 𝐵(𝐸1) только для переходов между основным и возбужденными состо­
яниями; 3) данные [115; 119] на основе неупругого рассеяния поляризованных
протонов (𝑝,𝑝′). Для сравнения с остальными экспериментальными данными
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Рисунок 3.6 — Сравнение экспериментальных данных в реакциях (3He,3He′𝛾),
(𝛾,𝛾′) и (𝑝,𝑝′). Эксперимент: точки [114; 117] — результаты группы Осло,

крестики [115]. Результаты (𝛾,𝛾′) показаны с параметрами усреднения 50, 100,
200 кэВ

мы сгладили данные из [118] с тремя параметрами усреднения 50, 100, 200 кэВ,
используя метод силовой функции, широко применяемой в КФМ [25]:

𝑓𝐸1(𝐸𝛾) =
16

27(}𝑐)3
∑︁
𝑠

𝐵(𝐸1)𝑠
Δ

(𝐸𝛾 − 𝐸𝑠)2 +Δ2/4
. (3.4)

Как видно из Рисунка 3.6, в интервале энергий (5.5–7.5) МэВ переана­
лизированные экспериментальные данные [117] заметно выше чем данные из
(𝛾,𝛾′) экспериментов независимо от значения параметра усреднения. Нет осно­
ваний сомневаться (в отличие от случая для 120Sn [120]) в потере силы ПДР
для 208Pb в работе [118], поскольку эти результаты подтверждены другим экс­
периментальным методом (неупругое рассеяние протонов [115; 119]). Поэтому
наиболее вероятно, что группой из Осло в этом интервале энергий также изме­
рялись переходы между возбужденными состояниями. Как и ожидалось, полу­
чено грубое согласие между двумя наборами экспериментальных данных при
𝐸𝛾 > 4.84 МэВ. Таким образом, можно полагать, что переходы, наблюдаемые в
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работе [114] при 𝐸𝛾 < 4.84 МэВ, являются переходами между возбужденными
состояниями или переходами с другими мультипольностями.

3.4 Выводы

В данной главе представлены результаты для E1 РСФ для изотопов оло­
ва и никеля, и 208Pb, рассчитанные на основе модели КПВБ, которая помимо
обычных конфигураций КМХФ учитывает более сложные конфигурации (2𝑞

⨂︀
фонон) и одночастичный континуум в дискретном виде. РСФ, полученные с по­
мощью КПВБ, сравниваются с результатами, полученные с помощью КМХФ,
что позволяет нам оценить вклад связи с фононами в рассматриваемых ядрах.
Полученные результаты также сравнивались с феноменологической моделью
EGLO, которая используется, например, в программном комплексе EMPIRE.
Учет связи с фононами позволяет описывать дополнительные структуры, до­
полнительное к тем, которые вызваны эффектами КМХФ, как в области ги­
гантского резонанса, так и в области пигми–дипольного резонанса. В случае с
дважды магическими ядрами 56Ni, 132Sn и 208Pb структуры в РСФ более вы­
ражены, чем в полумагических ядрах. Эти эффекты позволяют нам лучше
описывать интегральные характеристики в области гигантского дипольного ре­
зонанса, особенно дисперсию и интегральное сечение. В области пигми-диполь­
ного резонанса экспериментальные данные можно объяснить только с помощью
связи с фононами как для изотопов олова (116,118,122Sn), так и изотопов никеля
(70Ni), особенно при 𝐸𝛾 > 4 МэВ. Показано, что для описания эксперименталь­
ных данных по РСФ учет связи с фононами является необходимым как для
дважды-магических ядер, так и для ядер со спариванием. Анализ этого эффек­
та является, по-видимому, самой актуальной задачей теоретического описания
РСФ, в особенности в области энергий ПДР и в ядрах с малой энергии отделе­
ния нуклона.
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Глава 4. Микроскопическое описание радиационных характеристик
ядерных реакций

В данной главе будут показаны результаты расчетов характеристик ядер­
ных реакций с участием гамма-квантов, выполненных с использованием совре­
менного программного комплекса EMPIRE на основе радиационных силовых
функций, описанных в Главе 3. Использованный нами код EMPIRE был крат­
ко нами описан в разделе 1.3. Будет показано влияние связи с фононами на
такие радиационные характеристики ядерных реакций, как сечения радиацион­
ного захвата нейтронов, соответствующие нейтронно-захватные спектры гамма­
квантов и средние радиационные ширины. Глава 4 основана на работах автора
[95; 96; 117; 121—123].

4.1 Сечения радиационного захвата

Как уже говорилось в Введении величина сечения радиационного захва­
та нейтронов является одной из самых важных величин, например, при изу­
чении 𝑟-процесса нуклеосинтеза. Этот процесс, который дает около половины
тяжелых элементов во Вселенной, протекает через ядра с большим избытком
нейтронов, для которых получение экспериментальной информации о сечени­
ях радиационного захвата невозможно. Обычно в этом случае характеристи­
ки ядерных реакций рассчитываются с использованием программных комплек­
сов EMPIRE или TALYS на основе статистической модели Хаузера–Фешбаха.
Одной из важных составляющих в этой модели при описании радиационного
захвата нейтронов является радиационная силовая функция. Как говорилось
ранее в 3.1 и показано в работах других авторов, используемые в этих кодах
феноменологические модели на основе лоренциана и микроскопические модели
на основе КМХФ недостаточно хорошо описывают РСФ, особенно в области
энергий, которые меньше энергии отделения нейтрона, и в нейтронно-избыточ­
ных ядрах. Поэтому представляет интерес оценка учета связи с фононами в
рамках самосогласованного КПВБ при моделировании реакции радиационного
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захвата нейтронов. Стоит упомянуть, что подобные расчеты были выполнены
Литвиновой с соавторами [124] для некоторых изотопов олова и никеля в рам­
ках релятивистского КПВБ, но при этом для сечений радиационного захвата
нейтронов не выполнялось сравнение с экспериментальными данными.

4.1.1 Полумагические ядра

На Рисунках 4.1, 4.2, 4.3 показаны сечения радиационного захвата ней­
тронов для некоторых изотопов олова, рассчитанные с помощью программного
комплекса EMPIRE [31] на основе радиационных силовых функций, описан­
ных в Главе 3. Расчеты были выполнены с использованием различных моделей
плотности ядерных уровней (ПЯУ), таких как EGSM (Enhanced Generalized
Superfluid Model) [34], GSM (Generalized Superfluid Model) [32] и микроскопи­
ческой комбинаторной ХФБ модели [125]. Также для сравнения в ядрах, для
которых нет экспериментальных данных, были выполнены расчеты сечения ра­
диационного захвата нейтронов с использованием феноменологической модели
РСФ EGLO и комбинаторная ХФБ модель ПЯУ. Такое сочетание, как видно из
рисунка 4.1, 4.2, 4.3, позволяет описать имеющиеся экспериментальные данные.
Как прекрасно видно на Рисунках 4.1, 4.2, 4.3 КМХФ занижает значения сече­
ний и микроскопическое описание экспериментальных данных возможно только
при учете связи с фононами независимо от выбора модели плотности ядерных
уровней. Такая недооценка сечений обычно исправляется эмпирическим сдви­
гом и уширением распределения сил в рамках КМХФ в область низких энергий
[11; 12].

Также, в качестве примера, на Рисунках 4.4, 4.5 показаны сечения радиа­
ционного захвата нейтронов ядрами 61Ni и 69Ni, рассчитанные аналогично изо­
топам олова. Так как для этих ядер экспериментальные данные отсутствуют,
то как и в изотопах олова в качестве оценки сечений использовалось сочетание
моделей EGLO для радиационных силовых функций и комбинаторной ХФБ
модели для плотности ядерных уровней. Как видно на Рисунках 4.4, 4.5 учет
связи с фононами позволяет улучшить согласие с результатами нашей оценки се­
чений. Стоит упомянуть, что подобные расчеты были выполнены Литвиновой
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Рисунок 4.1 — Сечения радиационного захвата нейтронов в реакции
115Sn(𝑛,𝛾)116Sn. Полоса неопределенности вызвана применением разных

моделей плотности ядерных уровней. Экспериментальные данные [126; 127]

Рисунок 4.2 — То же, что и на Рисунке 4.1, но для реакции 117Sn(𝑛,𝛾)118Sn.
Экспериментальные данные [126—128]
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Рисунок 4.3 — То же, что и на Рисунке 4.1, но для реакции 119Sn(𝑛,𝛾)120Sn.
Экспериментальные данные [127—129]

Рисунок 4.4 — Сечения радиационного захвата нейтронов в реакции
61Ni(𝑛,𝛾)62Ni. Черная сплошная линия — оценка сечения с помощью EGLO и

комбинаторной ХФБ модели
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Рисунок 4.5 — То же, что и на Рисунке 4.4, но для реакции 69Ni(𝑛,𝛾)70Ni

с соавторами [124] для некоторых изотопов олова и никеля в рамках реляти­
вистского КПВБ, но при этом для сечений радиационного захвата нейтронов
не выполнялось сравнение с экспериментальными данными.

4.1.2 Дважды-магические ядра

На Рисунках 4.6,4.7,4.8 показаны сечения радиационного захвата нейтро­
нов для ядер–мишеней 55Ni, 131Sn и 207Pb, рассчитанные также, как и полума­
гические ядра, с использованием кода EMPIRE. Видна очень большая разница
между результатами, полученными с помощью GSM [32] и другими моделя­
ми плотности ядерных уровней (EGSM [34] и комбинаторная ХФБ [125]). Точ­
нее, разница для сечения (𝑛, 𝛾) составляет порядок величины практически во
всем интервале энергии нейтрона вплоть до 2 МэВ и 10 МэВ для ядер 131Sn и
207Pb, соответственно. Нет заметной разницы между результатами для моделей
плотности ядерных уровней EGSM и комбинаторной ХФБ. Одна из возмож­
ных причин такого расхождения для этих ядер — это использование в данных
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Рисунок 4.6 — Сечение реакции 55Ni(𝑛,𝛾)56Ni, которые были рассчитаны на
основе моделей РСФ: EGLO (штриховая линия), МХФ (точечная линия) и
ПВБ (сплошная линия). Красные кривые относятся к GSM модели ПЯУ,

синие — комбинаторная ХФБ, черные — EGSM
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Рисунок 4.7 — То же, что и на Рисунке 4.6, но для реакции 131Sn(𝑛,𝛾)132Sn
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Рисунок 4.8 — То же, что и на Рисунке 4.6, но для реакции 207Pb(𝑛,𝛾)208Pb

моделях известных экспериментальных значений первых 2+ уровней, которые
важны для описания эффектов фононного усиления в моделях плотности ядер­
ных уровней. Другой возможной причиной может быть ошибки в коде EMPIRE
для модели GSM.

4.2 Нейтронно-захватные спектры 𝛾-квантов

В работе [128] были измерены нейтронно-захватные гамма-спектры 117Sn
(⟨𝐸𝑛⟩=46 кэВ и ⟨𝐸𝑛⟩=550 кэВ) и 119Sn (при ⟨𝐸𝑛⟩ = 52 кэВ и ⟨𝐸𝑛⟩ = 570 кэВ).
C помощью кода EMPIRE сравниваются их результаты с теоретическими пред­
сказаниями для 117Sn (Рисунок 4.9) и 119Sn (Рисунок 4.10). При расчете гамма­
спектров были использованы три модели РСФ: феноменологическая EGLO и
микроскопические КМХФ и КПВБ. Сравнение с экспериментом [128] представ­
лено для двух моделей плотности ядерных уровней, а именно GSM и микро­
скопическая комбинаторная ХФБ модель [125]. Как видно из всех Рисунков,
расчеты с EGLO и КПВБ описывают экспериментальные данные лучше, чем



83

Рисунок 4.9 — Нейтронно-захватный спектр 𝛾-квантов для 117Sn при средней
энергии нейтронов 46 кэВ (верхние панели) и 550 кэВ (нижние панели). Левая

панель — расчеты для GSM плотности ядерных уровней, правая панель —
расчеты для комбинаторной ХФБ плотности ядерных уровней. Эксперимент

взят из [128]

КМХФ, также как и подробные структуры. По сравнению с феноменологиче­
ской моделью GSM, согласие с экспериментом немного лучше для микроскопи­
ческой комбинаторной ХФБ модели. Результаты также показывают, что связь
с фононами дают ощутимый вклад.

Для полноты и сравнения с имеющимися экспериментальными данными
[128] был выполнен расчет множественности захватных гамма-лучей для 𝐸𝛾 >

0.6 МэВ для двух ядер–мишени 117Sn и 119Sn путем интегрирования спектров
гамма-лучей по энергии гамма-лучей (см. Таблицу 4.1). Были рассмотрены две
модели плотности ядерных уровней, а именно GSM (первая строка) и комбина­
торная ХФБ модели (вторая строка). Видно, что в случае КПВБ использование
комбинаторной ХФБ модели увеличивает значения множественности в правиль­
ном направлении, но не значительно. По сравнению с КМХФ, учет связи с фо­
нонами уменьшает величину множественности. Так как спектр гамма-квантов
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Рисунок 4.10 — То же, что и на Рисунке 4.9, но для 119Sn. Средние энергии
нейтронов 52 кэВ (верхние панели) и 570 кэВ (нижние панели). Эксперимент

взят из [128]

и множественность сильно зависит от структуры возбужденных состояний со­
ставного ядра, то для более точного описания этих характеристик необходимо
дальше развивать как теоретическое описания РСФ и ПЯУ, так и теорию ядер­
ных реакций.

Также выполнены расчеты захватных спектров гамма-квантов для неста­
бильного 69Ni для энергии нейтронов 100 кэВ (см. Рисунок 4.11). Расчеты вы­
полнены с комбинаторной ХФБ моделью ПЯУ. Здесь можно увидеть большую
разницу между результатами с нашими двумя микроскопическими и феноме­
нологической EGLO моделями РСФ; это подтверждает необходимость исполь­
зования микроскопического подхода для нестабильных ядер.
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Таблица 4.1 — Множественности захватных 𝛾-квантов (𝛾-квант/захват) для
117,119Sn, рассчитанные при E𝛾 > 0.6 МэВ. Для каждого из подходов (EGLO,
КМХФ and КПВБ) были рассмотрены три модели плотности уровней: EGSM
(первая строка), GSM (вторая строка) и комбинаторная ХФБ (третья строка)

Ядро E𝑛 EGLO КМХФ КПВБ Эксп. [128]

117Sn

46 keV
3.95 3.52 3.24

3.45 (9)3.64 3.32 2.99
3.86 3.40 3.12

550 keV
4.25 3.82 3.58

3.80 (20)4.03 3.66 3.39
3.48 4.24 3.73

119Sn

52 keV
3.91 3.44 3.21

3.31 (16)3.57 3.23 2.96
3.74 3.28 3.03

570 keV
4.21 3.74 3.51

3.66 (19)3.96 3.55 3.26
4.11 3.59 3.33

Рисунок 4.11 — Нейтронно-захватный спектр гамма-квантов для 69Ni при
𝐸𝑛 = 100 кэВ. Модель для плотности уровней — комбинаторная ХФБ.
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4.3 Средние радиационные ширины

Для проверки РСФ в области ниже энергии отделения нейтрона пред­
сказанное в рамках различных моделей, мы также рассмотрим средние радиа­
ционные ширины нейтронных резонансов Γ𝛾, которое является важной харак­
теристикой для описания 𝛾-распада из высокоэнергетических состояний ядра.
Эта величина используется для расчетов ядерных реакций, в частности, для
нормализации РСФ при энергии отделения нейтронов. В случае налетающих
s-нейтрнонов и в предположении, что РСФ для E1 вносит основной вклад в
рассматриваемые процессы, то данная величина определяется [37]:

Γ𝛾 = 𝐷0

𝐽+1∑︁
𝐼=|𝐽−1|

∫︁ 𝑆𝑛

0

𝜖3𝛾𝑓𝐸1(𝜖𝛾)𝜌(𝑆𝑛 − 𝜖𝛾,𝐼)𝑑𝜖𝛾, (4.1)

где 𝜌 это плотность уровней ядра и 𝐽 спин начального состояния составного яд­
ра. Расширенную компиляцию экспериментальных данных для Γ𝛾 можно найти
в работах [32; 34; 38]. Так как M1-резонанс находится в той же области энергий,
что и ПДР, и в связи с новыми экспериментальными данными, полученными
“методом Осло”, то в последние годы усилился интерес к этому резонансу. Ак­
туальным вопросам изучения роли М1-резонанса в связи с теорией ядерных
данных посвящено большое количество работ, например в [130], где, в частно­
сти, было показано, что использование значения ширины М1-резонанса 4 МэВ,
принятое в RIPL-2, является неверным.

Стоит отметить ряд работ по анализу средних радиационных ширин. В
работе [131] была предложена новая систематика, опирающаяся на описание
силовой функции для E1 в виде лоренцевой кривой и одночастичной модели
для M1 силовой функции. Согласно выводам этой работы для средних ядер
(𝐴 ∼ 70 − −120) вклады E1 и M1 в среднюю радиационную ширину пример­
но одинаковы. В работе [132] была представлена феноменологическая модель
для описания E1 силовых функций в деформированных ядрах на основе моде­
ли ферми-жидкости и с использованием этой новой модели были рассчитаны
средние радиационные ширины для нескольких деформированных ядер. В ра­
боте Родина и Урина [133] был предложен полумикроскопический подход для
описания E1 и M1 силовых функций. Данный подход заключался в использова­
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нии метода хаотических фаз для описания 1𝑝1ℎ-конфигураций и феноменоло­
гическом описании связи 1𝑝1ℎ-конфигураций с многочастичными с введением
подгоночного параметра для каждого ядра на основе информации о средней
радиационной ширине.

4.3.1 Полумагические изотопы Sn и Ni

Рассчитаны значения Γ𝛾 для 7 полумагических изотопов Sn и 5 полума­
гических изотопов Ni с помощью кода EMPIRE [31] для 3 различных моде­
лей РСФ, а именно феноменологический EGLO и микроскопических КМХФ и
КПВБ, вместе с различными описаниями плотности ядерных уровней, а именно
GSM [32] и микроскопической комбинаторной ХФБ модели [125], см. Таблицы
4.2 и 4.3. Предсказания сравниваются с экспериментальными данными [38],
если таковые имеются, и с существующими систематиками [32; 34]. Как видно
в Таблицах 4.2 и 4.3, вклад эффектов связи с фононами в стабильных ядрах
заметно улучшает согласие с систематикой, особенно в сравнении с КМХФ. За
исключением 122Sn и 124Sn, где увеличение ограничено, связь с фононами при­
водит к увеличению значения Γ𝛾 примерно от 50 до 200 %.

Результаты Γ𝛾 для 118Sn, 120Sn, 60Ni и 62Ni, для которых имеются экспери­
ментальные данные (не систематика), представляют особый интерес. На основе
КПВБ и микроскопической комбинаторной ХФБ модели ПЯУ [125] получено
хорошее согласие с экспериментом для 60Ni, 62Ni, и разумное для 118Sn и 120Sn.
Отметим, что вклад M1 в соответствии с рекомендацией из [32] учитывает­
ся при расчете Γ𝛾. Вклад М1 резонанса в Γ𝛾 был оценен в Таблице 4.2, 4.3
с использованием стандартной лоренцевской параметризации [32] с шириной
Γ = 4 МэВ [24] (такое значение ширины Γ вызывает вопросы, как обсуждалось
в работе [130]). Обнаружено, что этот вклад составляет порядка (10–12) % от
значений в первой строке Таблиц 4.2, 4.3 для изотопов Sn и 4, 3, 22 и 16 % для
58Ni, 62Ni, 68Ni и 72Ni, соответственно. На наш взгляд, вопрос о вкладе M1 в Γ𝛾

требует дополнительного рассмотрения.
Согласие значений Γ𝛾 с экспериментом ухудшается если используются

EGLO или КМХФ, а также GSM в качестве модели плотности ядерных уровней.
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Таблица 4.2 — Средние радиационные ширины Γ𝛾 (мэВ) s-нейтронов для
полумагических изотопов 𝑆𝑛. Для каждого из подходов (EGLO, КМХФ и
КПВБ) были рассмотрены две модели плотности ядерных уровней:
феноменологическая GSM (первая строка) и микроскопическая
комбинаторная ХФБ (вторая строка)

110Sn 112Sn 116Sn 118Sn 120Sn 122Sn 124Sn

EGLO 147.4 105.5 72.9 46.6 55.0 56.6 49.9
207.9 160.3 108.9 106.7 124.3 110.2 128.7

КМХФ 45.6 34.4 30.4 22.1 23.8 27.9 22.3
71.0 49.7 44.3 40.3 43.0 50.1 68.9

КПВБ 93.5 65.7 46.8 33.1 34.1 35.8 27.9
119.9 87.0 58.4 58.1 61.5 64.0 84.8

Эксп. [38] – – – 117 (20) 100 (16) – –
[32] – – – 80 (20) – – –

M1 13.0 9.6 8.9 6.1 6.6 7.3 4.9
29.1 18.1 18.5 13.2 13.4 13.1 15.5

Систем. 112 109 107 106 105 104 103

Таблица 4.3 — То же, что и в Таблице 4.2, но для полумагических изотопов 𝑁𝑖
58Ni 60Ni 62Ni 68Ni 72Ni

EGLO 1096 474 794 166 134
2017 1882 1841 982.2 86.4

КМХФ 358 594 623 75.4 83.8
450.8 1646 490.9 406.4 46.7

КПВБ 1141 971 1370 392 154
1264 2800 2117 2330 53.8

Эксп. [38] – 2200 (700) 2000 (300) – –
[32] – 2200 (700) – –

M1 46.1 32 23.2 36.0 49.6
17.0 52 31.8 81.6 27.5

Систем. 2650 1900 1300 420 320

Можно также заметить, что для стабильных ядер, результаты комбинаторной
ХФБ модели находятся в лучшем согласии с систематикой [34], чем полученные
с помощью модели GSM. Аналогичные выводы можно сделать и для модели
EGLO.
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4.3.2 Дважды-магические ядра

К сожалению, для рассматриваемых дважды-магических ядер экспери­
ментальных данных очень мало. Однако, для ядра 208Pb с помощью программ­
ного комплекса EMPIRE было получено разумное согласие для средней ради­
ационной ширины (см. Таблицу 4.4) с систематическими значениями [31; 38]
только для EGSM и комбинаторной ХФБ моделей плотности ядерных уров­
ней. Для средней ширины резонанса s-волны 𝐷0 для 208Pb было получено, что
𝐷0(𝐺𝑆𝑀) = 0.00441 кэВ, 𝐷0(𝐸𝐺𝑆𝑀) = 32.0 кэВ, 𝐷0(𝐻𝐹𝐵) = 37.6 кэВ, в
то время как 𝐷0(𝑒𝑥𝑝) = 30 (8) кэВ. В последней колонке Таблицы 4.4 показан
вклад M1-резонанса [32] в величину Γ𝛾. Как и для полумагических изотопов Sn
и Ni вклад оказался достаточно мал.

Таблица 4.4 — Средние радиационные ширины Γ𝛾 (мэВ) s-нейтронов для
дважды магических ядер 208Pb, 132Sn и 56Ni. Для каждого из подходов
(EGLO, КМХФ и КПВБ) были рассмотрены три модели плотности ядерных
уровней: EGSM (первая строка), GSM (вторая строка) и комбинаторная ХФБ
(третья строка)

Ядро модель ПЯУ EGLO RPA TBA Систем. [31; 38] Вклад M1

208Pb
GSM 10.56 4.44 4.61

5070
3770

0.79
EGSM 6292 2562 2109 6.56

комб. ХФБ 2734 2973 2448 5.25

132Sn
GSM 398 133 148 – 40.9

EGSM 7340 4675 5186 – 515.3
комб. ХФБ 4444 4279 4259 – 340.7

56Ni
GSM 2279 270 656 73.0

EGSM 8073 1790 4160 2800 201.7
комб. ХФБ 3132 647 1794 128.1
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4.4 Выводы

В данной главе были представлены результаты расчетов радиационных
характеристик ядерных реакций. С помощью РСФ, описанных в Главе 3 в рам­
ках самосогласованных подходов КМХФ и КПВБ, в современном программном
комплексе EMPIRE с использованием различный моделей плотности ядерных
уровней были рассчитаны:

– Сечения радиационного захвата нейтрона
– Соответствующие нейтронно-захватные спектры гамма-квантов и мно­

жественности
– Средние радиационные ширины.
Было показано на примере реакций 115Sn(𝑛, 𝛾)116Sn, 117Sn(𝑛, 𝛾)118Sn и

119Sn(𝑛, 𝛾)120Sn согласие с экспериментальными данными по сечениям радиа­
ционного захвата при использовании микроскопических подходов для РСФ до­
стигается только с помощью учета связи с фононами. Для величины средней
радиационной ширины Γ𝛾 учет связи с фононами приводит к увеличению на
50–200 % и при этом значение всегда меняется в сторону лучшего согласия с
экспериментальным или систематическим значением.

В дважды-магических ядрах 56Ni, 132Sn и 208Pb вклад эффектов связи с
фононами в величины средней радиационной ширины и сечения радиационно­
го захвата нейтронов (особенно при малых энергиях налетающего нейтрона) не
так заметен как в ядрах со спариванием. Это объясняется тем, что дополни­
тельные структуры, вызванные учетом связи с фононами, лежат выше энергии
отделения нейтрона. Также было обнаружено большое расхождение между ре­
зультатами, полученными с использованием GSM модели ПЯУ, и результатами
для двух других моделей ПЯУ (феноменологическая EGSM и микроскопиче­
ская комбинаторная ХФБ модель). Но расхождение между различными моде­
лями РСФ (феноменологическая EGLO и микроскопические КМХФ и КПВБ)
заметно меньше для одной и той же модели плотности ядерных уровней. Ре­
зультаты данной Главы подтверждают необходимость учета связи с фононами
как для дважды-магических ядер, так и для ядер со спариванием.
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Заключение

1. В рамках самосогласованной теории конечных ферми-систем с исполь­
зованием одночастичного базиса, полученного на основе метода энер­
гетического функционала плотности Фаянса, рассчитаны магнитные
моменты для 93 нечетных околомагических и полумагических сфери­
ческих ядер в основном состоянии. Для 82 нечетных ядер, у которых
измерены магнитные моменты, были воспроизведены эксперименталь­
ные значения с достаточно хорошей точностью 0.1–0.2 𝜇𝑁 , для осталь­
ных 11 ядер, для которых отсутствуют экспериментальные данные, мы
предсказываем значения магнитного момента.

2. Предложен и использован феноменологический метод расчета магнит­
ных моментов нечетно-нечетных ядер. Он основан на приближении от­
сутствия взаимодействия между нечетными квазичастицами и на ис­
пользовании экспериментальных значений магнитных моментов соот­
ветствующих нечетных ядер. Получена простая формула для магнит­
ных моментов нечетно-нечетных ядер. Хорошее согласие феноменоло­
гического подхода с экспериментальными данными для 35 ядер под­
твердило правильность указанного приближения.

3. Впервые в рамках самосогласованной теории конечных ферми-систем
рассчитаны и предсказаны магнитные моменты для 14 нечетно-нечет­
ных околомагических ядер и для 32 нечетно-нечетных полумагических
ядер, как в основном, так и в возбужденных состояниях. Получено хо­
рошее согласие с имеющимися экспериментальными данными.

4. С учетом связи с фононами выполнен анализ радиационных силовых
функций 13 сферических четно-четных ядер со спариванием (7 изото­
пов олова и 6 изотопов никеля) и 3 сферических четно-четных дважды­
магических ядра (56Ni, 132Sn, 208Pb). При этом использовались само­
согласованные методы КМХФ и ОТКФС(КПВБ) для единообразных
расчетов среднего поля и эффективного взаимодействия с известными
силами Скирма.

5. В рамках самосогласованной ОТКФС(КПВБ) показано, что учет эф­
фектов связи с фононами дает дополнительные по сравнению КМХФ
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структуры в РСФ и позволяет значительно лучше описать эксперимен­
тальные данные в области пигми-дипольного резонанса, чем при ис­
пользовании КМХФ. Тем самым подтверждая известные результаты
несамосогласованной КФМ для сечений фотопоглощения.

6. В рамках полностью самосогласованного континуумного ПВБ впервые
выполнен расчет РСФ для 208Pb и его результаты показали лучшее, по
сравнению с ранее использованными подходами, согласие с эксперимен­
том.

7. Впервые показана необходимость учета эффектов связи с фононами
во многих магических и полумагических ядрах при описании радиаци­
онных характеристик ядерных реакций: сечений радиационного захва­
та нейтронов, соответствующих нейтронно-захватных спектров гамма­
квантов и средних радиационных ширин.

8. Предсказаны радиационные силовые функции для 60Ni и для ней­
тронно-избыточных 70,72Ni, для которых в данный момент проводятся
измерения в области пигми-дипольного резонанса. Также результаты
для ядра 70Ni в области ПДР подтверждены новейшими эксперимен­
тальными данными группы из Осло.

В заключение, хочу выразить глубокую благодарность моим научным ру­
ководителям С. П. Камерджиеву и А. В. Авдеенкову за постановку ряда задач,
решенных в диссертационной работе, полезные советы и обсуждение результа­
тов работ.

Я благодарен Э. Е. Саперштейну, С. В. Толоконникову, В. И. Целяеву, Д.
А. Войтенкову за конструктивные обсуждения и помощь в работе.
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Список сокращений и условных обозначений

ЭФП Энергетический функционал плотности

ТКФС Теория конечных ферми систем

ПДР Пигми-дипольный резонанс

РСФ Радиационная силовая функция

ГДР Гигантский дипольный резонанс

МХФ Метод хаотических фаз

КМХФ Квазичастичный метод хаотических фаз

ОТКФС Обобщенная теория конечных ферми-систем

ПВБ Приближение временной блокировки

КПВБ Квазичастичное приближение временной блокировки

ХФБ метод Хартри–Фок–Боголюбова

КФМ Квазичастично-фононная модель

EGLO enhanced generalized lorentzian, улучшеный обобщенный лоренциан

ПЯУ Плотность ядерных уровней

EGSM enhanced generalized superfluid model, улучшенная обобщенная
сверхтекучая модель

GSM generalized superfluid model, обобщенная сверхтекучая модель
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Приложение А

Обобщенный пропагатор 𝐴 в квазичастичном приближении
временной блокировки

Обобщенная теория конечных ферми-систем в квазичастичном приближе­
нии временной блокировки в сочетании с добавками 1.37 и 1.38 для массового
оператора и амплитуды эффективного взаимодействия приводят к следующему
выражению обобщенного пропагатора:

𝐴12,34(𝜔) =
∑︁
5678

[︀
𝛿15 𝛿26 +𝑄

(+−)
12,56(𝜔)

]︀
𝐴

(−−)
56,78(𝜔)

[︀
𝛿73 𝛿84 +𝑄

(−+)
78,34(𝜔)

]︀
+ 𝑃

(++)
12,34 (𝜔) ,

(А.1)
Для того чтобы найти 𝐴12,34(𝜔) нужно решить только одно уравнение для

𝐴
(−−)
12,34(𝜔):

𝐴
(−−)
12,34(𝜔) = 𝐴12,34(𝜔)−

∑︁
5678

𝐴12,56(𝜔) Φ56,78(𝜔)𝐴
(−−)
78,34(𝜔) , (А.2)

где 𝐴12,34(𝜔) - это пропагатор в методе КМХФ, который имеет вид

𝐴12,34(𝜔) = −
𝜂1𝛿𝜂1,−𝜂2𝛿13𝛿24
𝜔 − 𝐸12

, 𝐸12 = 𝐸1 − 𝐸2 (А.3)

Для остальных величин получаем:

𝑄
(+−)
12,34(𝜔) = 𝑄

(+−) res
12,34 (𝜔) + 𝛿𝜂1 ,𝜂2

𝛿𝜂3 ,−𝜂4

(︂
ΣGSC

31

𝐸31

𝛿24 − 𝛿31
ΣGSC

24

𝐸24

)︂
, (А.4)

𝑄
(−+)
12,34(𝜔) = 𝑄

(−+) res
12,34 (𝜔)− 𝛿𝜂1 ,−𝜂2

𝛿𝜂3 ,𝜂4

(︂
ΣGSC

31

𝐸31

𝛿24 − 𝛿31
ΣGSC

24

𝐸24

)︂
, (А.5)

Φ12,34(𝜔) = Φ res
12,34(𝜔) + Φ̄GSC

12,34 + ΦGSC s.e.
12,34 (𝜔) . (А.6)

В этих формулах “res” обозначает резонансные части амплитуд, величины Φ̄GSC

и ΦGSC s.e.(𝜔) представляют вклад корреляций в основном состоянии. Они состо­
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ят из статической части, появляющейся из-за взаимодействия (Φ̄GSC), и части,
появляющейся из-за учета (ΦGSC s.e.):

Φ̄GSC
12,34 = −𝛿𝜂1 ,−𝜂2

𝛿𝜂3 ,−𝜂4

∑︁
𝜂,𝑚

(︂
𝛿𝜂,𝜂3

𝜌
𝑚(𝜂)
13 𝑔

𝑚(𝜂)*
24 + 𝛿𝜂,𝜂4

𝑔
𝑚(𝜂)
13 𝜌

𝑚(𝜂)*
24

)︂
(А.7)

ΦGSC s.e.
12,34 (𝜔) = 𝜂1 𝛿𝜂1 ,−𝜂2

𝛿𝜂3 ,−𝜂4

(︂
ΣGSC

31

(︀
𝛿24 + 𝑞24

)︀
−
(︀
𝛿31 + 𝑞31

)︀
ΣGSC

24

−
(︀
𝑞31 𝛿24 + 𝛿31 𝑞24 + 𝑞31 𝑞24

)︀[︀
𝜔 − 1

2 (𝐸12 + 𝐸34)
]︀)︂

,

(А.8)

где

ΣGSC
12 = 1

2

(︀
1 + 𝛿𝜂1 ,−𝜂2

)︀∑︁
3,𝜂,𝑚

𝜂 𝛿𝜂,𝜂3

(︂
𝜌
𝑚(𝜂)*
13 𝑔

𝑚(𝜂)
23 + 𝑔

𝑚(𝜂)*
13 𝜌

𝑚(𝜂)
23

)︂
, (А.9)

𝑞12 =
∑︁
3,𝜂,𝑚

𝛿𝜂,𝜂3
𝜌
𝑚(𝜂)*
13 𝜌

𝑚(𝜂)
23 . (А.10)

Компонента 𝑃 (++)(𝜔) обобщенного пропагатора и резонансные части амплитуд,
которые входят в уравнения (А.4)–(А.6), имеют следующий вид:

𝑃
(++)
12,34 (𝜔) =

∑︁
5678,𝜂,𝑚

𝜁
𝑚56(𝜂)
12 𝐴

(𝜂)
56,78(𝜔 − 𝜂 𝜔𝑚) 𝜁

𝑚78(𝜂)*
34 , (А.11)

𝑄
(+−) res
12,34 (𝜔) =

∑︁
5678,𝜂,𝑚

𝜁
𝑚56(𝜂)
12 𝐴

(𝜂)
56,78(𝜔 − 𝜂 𝜔𝑚) 𝛾

𝑚78(𝜂)*
34 , (А.12)

𝑄
(−+) res
12,34 (𝜔) =

∑︁
5678,𝜂,𝑚

𝛾
𝑚56(𝜂)
12 𝐴

(𝜂)
56,78(𝜔 − 𝜂 𝜔𝑚) 𝜁

𝑚78(𝜂)*
34 , (А.13)

Φ res
12,34(𝜔) = −

∑︁
5678,𝜂,𝑚

𝛾
𝑚56(𝜂)
12 𝐴

(𝜂)
56,78(𝜔 − 𝜂 𝜔𝑚) 𝛾

𝑚78(𝜂)*
34 , (А.14)

где
𝛾
𝑚56(𝜂)
12 = 𝛿𝜂,𝜂5

𝛿𝜂1 ,−𝜂2
𝛿𝜂5 ,−𝜂6

(︀
𝛿15 𝑔

𝑚(𝜂)
62 − 𝑔𝑚(𝜂)

15 𝛿62
)︀
, (А.15)

𝜁
𝑚56(𝜂)
12 = 𝛿𝜂,𝜂5

𝛿𝜂1 , 𝜂2
𝛿𝜂5 ,−𝜂6

(︀
𝛿15 𝜌

𝑚(𝜂)
62 − 𝜌𝑚(𝜂)

15 𝛿62
)︀
, (А.16)
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𝐴(+)(𝜔) и 𝐴(−)(𝜔) положительная и отрицательная часть пропагатора в КМХФ
(см. уравнение А.3), т.е. : 𝐴(𝜔) = 𝐴(+)(𝜔) + 𝐴(−)(𝜔) ,

𝐴
(𝜂)
12,34(𝜔) = −

𝜂 𝛿𝜂,𝜂1
𝛿𝜂1 ,−𝜂2

𝛿13 𝛿24

𝜔 − 𝜂 𝜂1𝐸12

. (А.17)

Обобщенный пропагатор 𝐴(𝜔), определяемое уравнением (А.1), и
соответствующие уравнения включают вклады трех типов: (1) чистые
2𝑞-конфигурации, связанные с пропагатором КМХФ 𝐴(𝜔), (2) конфигурации
типа 2q⊗фонон, введенные через величины 𝒰 𝑒 и Σ 𝑒, и (3) более сложные эф­
фекты корреляции в основном состоянии и их комбинациями с упомянутыми
конфигурациями.


	Введение
	Теоретические основы описания магнитных моментов и радиационных характеристик ядра
	 Основные соотношения метода энергетического функционала плотности и теории конечных ферми-систем
	Краткое описание метода энергетического функционала плотности с использованием функционала Фаянса
	Основные соотношения теории конечных ферми-систем в задаче расчета магнитных моментов нечетных ядер

	Основные соотношения обобщенной теории конечных ферми-систем в квазичастичном приближении временной блокировки
	Понятие о радиационной силовой функции
	Квазичастичное приближение временной блокировки
	Детали расчетов радиационных волновых функций
	Метод силового согласования между средним полем и эффективным взаимодействием

	Краткое описание, использованного кода EMPIRE

	Самосогласованные расчеты магнитных моментов нечетных и нечетно-нечетных ядер
	История проблемы и ее современное состояние
	Магнитные моменты нечетных ядер. Детали и результаты расчетов 
	Магнитные моменты нечётно-нечётных ядер
	Методика расчета магнитных моментов нечетно-нечетных ядер
	Нечетно-нечетные околомагические ядра
	Нечетно-нечетные полумагические ядра
	Случай сильного смешивания конфигураций: изотопы таллия и другие ядра

	Сравнение результатов с многочастичной оболочечной моделью
	Выводы

	Микроскопические расчеты радиационных силовых функций
	История вопроса
	Полумагические ядра 
	Дважды-магические ядра
	Выводы

	Микроскопическое описание радиационных характеристик ядерных реакций
	Сечения радиационного захвата
	Полумагические ядра
	Дважды-магические ядра

	Нейтронно-захватные спектры -квантов
	Средние радиационные ширины
	Полумагические изотопы Sn и Ni
	Дважды-магические ядра

	Выводы

	Заключение
	Список сокращений и условных обозначений
	Список литературы
	Список рисунков
	Список таблиц
	Обобщенный пропагатор A в квазичастичном приближении временной блокировки

