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АННОТАЦИЯ

Детально исследован процесс 𝜈 → 𝜈𝛾 радиационного «распада» ней-
трино в сильном магнитном поле с учетом вклада связанной электрон-
позитронной пары в дисперсию фотона второй моды. Анализ показы-
вает, что учет вклада позитрония в поляризационный оператор фотона
приводит к существенному изменению закона дисперсии. Дисперсионная
линия с учетом вклада позитрония расщепляется на две линии, кото-
рые с ростом поперечного импульса фотона асимптотически стремятся
к спектральной линии свободной, покоящейся относительно друг друга
электрон-позитронной пары и к спектральной линии позитрония. Прове-
ден численный расчет вероятности процесса 𝜈 → 𝜈𝛾 , из которого видно,
что в сильном магнитном поле учет влияния позитрония в дисперсию
фотона значительно усиливает вероятность радиационного распада ней-
трино 𝜈 → 𝜈𝛾 .

Кроме того в диссертации показано, что при наличии магнитного мо-
мента у дираковского нейтрино и при достаточно сильном магнитном
поле в оболочке сверхновой мог бы иметь место характерный эффект
существенного ослабления начального пика интенсивности нейтринного
сигнала, предсказываемого моделями сверхновой. Например, при типич-
ных значениях параметров среды и при значении магнитного момента
нейтрино ∼ 10−13𝜇B, то есть на порядок меньше существующего аст-
рофизического предела, уменьшение нейтринного сигнала в 10 раз реа-
лизовалось бы уже при величине магнитного поля порядка критическо-
го 𝐵𝑒 = 𝑚2

𝑒/𝑒 ≃ 4.41 · 1013 Гс.
Примечательно, что, как показал анализ, временна́я эволюция един-

ственного наблюдавшегося нейтринного сигнала от сверхновой SN1987A
возможно подтверждает указанное ослабление начального нейтринного
пика.
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Если при взрыве сверхновой рождается магнитар с полоидальным
магнитным полем, то при его вращении вокруг оси, не совпадающей с
магнитным моментом, и при “удачной” ориентации оси вращения ней-
тринный сигнал будет иметь пульсирующий характер, то есть может на-
блюдаться своего рода нейтринный пульсар.

Также исследовано влияние внешней активной среды на собственно-
энергетический оператор нейтрино во внешней активной среде. В каче-
стве активной среды рассмотрена плотная плазма и внешнее магнитное
поле - замагниченная плазма. Вычислен плазменный вклад в собственно-
энергетический оператор нейтрино, определяющий его магнитный мо-
мент. В отличие от методик вычисления магнитного момента в плазме,
представленных в литературе ранее, показано, что только часть допол-
нительной энергии нейтрино обусловлена наличием у него магнитного
момента.

Получено выражение для плазменного вклада в магнитный момент
нейтрино, которое существенно упрощается в ультрарелятивистской и
зарядово симметричной плазме. Показано, что в отличии от утвержде-
ния, сделанного ранее авторами работы [69], присутствие плазмы не при-
водит к усилению магнитного момента нейтрино. Более того, магнитный
момент оказывается подавленным массой нейтрино𝑚𝜈, а в зарядово сим-
метричной плазме – еще и дополнительным температурным фактором
𝑇/𝑚2

𝑊 ≪ 1.

Объём диссертации: 113 страниц. Диссертация состоит из введения,
трёх глав, заключения, содержит 19 рисунков и список литературы из
134 наименований.
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Введение

В последние десятилетия одной из наиболее бурно развивающихся фи-

зических наук является космомикрофизика, или астрофизика элементар-

ных частиц, лежащая на стыке физики элементарных частиц, астрофи-

зики и космологии [1–3]. Существенным стимулом её развития стало по-

нимание важной роли квантовых процессов в динамике астрофизических

объектов, а также в ранней Вселенной. В свою очередь, экстремальные

физические условия – наличие горячей плотной плазмы и сильных элек-

тромагнитных полей – существующие внутри таких объектов, должны

оказывать заметное влияние на протекание квантовых процессов, откры-

вая или значительно усиливая реакции, кинематически запрещённые или

сильно подавленные в вакууме. В связи с этим наблюдается устойчивый

интерес к исследованиям взаимодействий элементарных частиц во внеш-

ней активной среде.

Следует отметить, что в настоящее время астрофизические и космо-

логические наблюдения становятся важным источником получения эм-

пирической информации по существующим или гипотетическим части-

цам и их взаимодействиям. «Небесные лаборатории» дополняют уско-

рительные и неускорительные эксперименты, особенно в области физи-

ки частиц, включающей слабо взаимодействующие частицы. Среди них

нейтрино — одна из интереснейших частиц. Астрофизика и космология

играют фундаментальную роль в физике нейтрино, поскольку свойства

звёзд и Вселенной в целом дают некоторые из наиболее сильных ограни-

чений на нестандартные свойства этих слабовзаимодействующих частиц.

В настоящее время одним из приоритетных направлений исследова-
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ний является изучение плазмы, находящейся в экстремальных состоя-

ниях. Такие состояния, как правило, возникают либо при высокой тем-

пературе или плотности, либо в сверхсильных внешних полях. Плазма,

находящаяся в этих условиях, зачастую обладает совершенно новыми

и необычными свойствами, изучение которых необходимо для описания

как поведения самой плазмы, так и объектов, в которых она присут-

ствует. Соответствующие условия для возникновения такой плазмы мог-

ли возникать на первых этапах эволюции Вселенной, когда она была

очень горячей. Похожая ситуация может также реализоваться в мощ-

ных звёздных катаклизмах и внутри компактных астрофизических объ-

ектов, обладающих очень высокой плотностью. Экстремальные значе-

ния физических параметров – температуры, плотности, интенсивности

магнитного поля, компонентного состава, – возникающие при взрывах

сверхновых [4,5], позволяют характеризовать эти объекты как уникаль-

ные естественные лаборатории для изучения физических свойств плазмы

при условиях, которые в настоящее время не могут быть реализованы в

наземных экспериментах [6–8].

Наряду с горячей плотной плазмой значимое влияние на квантовые

процессы может оказывать другая компонента активной астрофизиче-

ской среды – сильное магнитное поле. Однако указанное влияние поля

является существенным только в случае его достаточно большой интен-

сивности. Существует естественный масштаб величины магнитного поля,

так называемое критическое значение 𝐵𝑒 = 𝑚2
𝑒/𝑒 ≃ 4.41 · 1013 Гс. Име-

ются аргументы в пользу того, что поля указанного и даже большего

масштаба могут существовать в астрофизических объектах. Наибольший

интерес представляют два класса звёзд, которые, по-видимому, являются
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остатками взрывов сверхновых. Это так называемые повторные источ-

ники мягких гамма-всплесков (SGR) [9,10] и аномальные рентгеновские

пульсары (AXP) [11,12], которые интерпретируются как магнитары [13]

– нейтронные звёзды с магнитными полями величиной ∼ 1014 − 1015 Гс.

Обсуждаются модели астрофизических процессов и объектов с магнит-

ными полями, достигающими 1016 − 1018 Гс, как тороидального [14–18],

так и полоидального типа [13,19,21].

Энергетические потери в звёздах через излучение слабовзаимодей-

ствующих частиц определяют ещё один метод в исследованиях свойств

нейтрино [22–26]. Нейтринные потери важны при изучении эволюции

звёзд, и они учитываются в соответствующих вычислениях. За счёт

каких-либо новых взаимодействий нейтрино со звёздной средой (таких,

как взаимодействия с участием предполагаемого дипольного магнитного

момента нейтрино) или при наличии новых маломассивных элементар-

ных частиц (например, аксионов или намбу-голдстоуновских бозонов)

звёзды могли бы быстрее терять свою энергию. Наблюдения за свойства-

ми звёзд и сравнение их с теоретическими предсказаниями даёт возмож-

ность вывести ограничения на вклады таких возможных энергетических

потерь и механизмов переноса энергии, и, в результате, ограничить вели-

чину этих новых предложенных взаимодействий частиц ( [27–34] и др.).

Одним из подобных «новых» свойств нейтрино может быть, как уже

было указано выше, магнитный момент нейтрино, значительный интерес

к которому возник после знаменательного события — вспышки SN1987A

— в связи с моделированием взрыва сверхновой, в котором гигантский

исходящий поток нейтрино фактически определяет энергетику процес-

са. Как известно, при взрыве сверхновой гигантские потоки нейтрино
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по сути определяют энергетику процесса, а это означает, что такая мик-

роскопическая характеристика нейтрино как магнитный момент может

оказывать решающее влияние на макроскопические свойства подобного

астрофизического события.

Например, в таких явлениях как взрывы сверхновых или при слиянии

нейтронных звёд определяющую роль играют процессы с участием ней-

трино. Слабое взаимодействие с веществом (большие длины свободного

пробега) даже в астрофизических условиях позволяет нейтрино, огром-

ным потоком движущимся сквозь плотную плазму и сильное магнитное

поле, быть основной составляющей в процессе, через который сверхновые

теряют свою энергию. Здесь большое значение имеет величина магнитно-

го момента нейтрино. Именно процессы с его участием могут оказывать

влияние на динамику взрывов сверхновых.

Среди квантовых процессов, свойства которых существенно, а ино-

гда принципиально меняются под воздействием сильного внешнего маг-

нитного поля, особый интерес представляют петлевые процессы, где в

конечном и начальном состояниях присутствуют только электрически

нейтральные частицы, такие как нейтрино и фотоны. Воздействие внеш-

него поля на эти процессы обусловлено, во-первых, чувствительностью

заряженных виртуальных фермионов к влиянию поля, при этом, как

уже отмечалось, основную роль здесь играет электрон – частица с мак-

симальным удельным зарядом 𝑒/𝑚𝑒. Во-вторых, сильное магнитное поле

существенно меняет дисперсионные свойства фотонов, а значит, и кине-

матику процессов.

Исследование петлевых процессов, к которым относятся поляризаци-

онный оператор фотона во внешнем поле, распады 𝛾 → 𝜈𝜈, 𝜈 → 𝜈𝛾 и
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т. д., имеет длительную историю. Поляризационный оператор фотона

во внешнем магнитном поле исследовался в начале 70-х годов в рабо-

тах [36–39] (см. также [40]). Фотон-нейтринные процессы 𝜈 → 𝜈𝛾, 𝛾 → 𝜈𝜈

изучались в случаях как сильных, так и относительно слабых полей, а

также в общем случае в работах [41–54].

Как уже отмечалось, исследования нейтринных и электромагнитных

процессов в сильном магнитном поле представляют интерес в свете воз-

можных применений в астрофизике и космологии ранней Вселенной, где

возможны такие экстремальные физические условия. Эти исследования

являются интересными также и с концептуальной точки зрения, посколь-

ку затрагивают фундаментальные проблемы квантовой теории поля, в

частности с точки зрения выяснения границ применимости теории воз-

мущений.

Настоящая диссертация посвящена исследованию электрослабых про-

цессов с участием дираковского нейтрино во внешней активной среде –

горячей плотной плазме и сильном внешнем магнитном поле.

В первой главе диссертации исследовано влияние замагниченной плаз-

мы на дисперсионные свойства нейтрино. Проанализирован вклад в маг-

нитный момент нейтрино, обусловленный присутствием замагниченной

плазмы. Показано, что плазменный вклад в магнитный момент нейтри-

но, так же как и в вакууме, подавлен его массой.

Вторая глава диссертации посвящена изучению такого важного свой-

ства нейтрино как его магнитный момент на основе анализа нейтринной

светимости сверхновых, а также возможному влиянию магнитного мо-

мента на динамику взрыва сверхновых. Рассматриваются только дира-

ковские нейтрино, поскольку в этом случае взаимодействие магнитного
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момента с фотонами переводит активные левые нейтрино в правые, кото-

рые стерильны по отношению к слабому взаимодействию и могут свобод-

но покидать центральную область сверхновой. Майорановские нейтрино

в данном случае не представляют интереса, так как правые антинейтрин-

ные состояния при этом не стерильны. Исследуется процесс переворота

спиральности нейтрино в условиях ядра сверхновой. В этой главе пока-

зано, что наличие магнитного момента у нейтрино ∼ 10−13𝜇B а также

наличие достаточно сильного магнитного поля может объяснить меха-

низм передачи оболочке сверхновой дополнительной энергии необходи-

мой для взрыва, а также может привести к пульсирующему нейтринному

сигналу.

В третьей главе диссертации исследован процесс радиационного «рас-

пада» нейтрино 𝜈 → 𝜈𝛾 относительно высоких энергий, 𝐸 ≫ 𝑚𝑒, в силь-

ном магнитном поле с учетом вклада связанной электрон-позитронной

пары (позитрония) в дисперсию фотона. Учет вклада позитрония в по-

ляризационный оператор фотона в сильном магнитном поле приводит к

существенному изменению закона дисперсии в окрестности циклотрон-

ного резонанса. Показано, что вероятность процесса 𝜈 → 𝜈𝛾 с учетом

вклада позитрония, существенно увеличивается.
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Глава I

Индуцированный замагниченной плазмой
магнитный момент нейтрино

1. Собственно-энергетический оператор нейтрино в
плазме

Важнейшим событием последних десятилетий в нейтринной физике

является, несомненно, разрешение загадки солнечных нейтрино в уни-

кальном эксперименте на тяжеловодном детекторе Нейтринной обсерва-

тории в Садбери, Канада [55–57]. Подтвердив ключевую идею Б. Пон-

текорво о нейтринных осцилляциях [58, 59], этот эксперимент, а также

эксперименты с атмосферными [64–66] и реакторными [67] нейтрино до-

казывают тем самым наличие массы покоя у нейтрино и смешивания

в лептонном секторе. В связи с этим становится актуальным вопрос о

возможном влиянии на дисперсионные свойства нейтрино внешней ак-

тивной среды, которая может быть представлена как плотной горячей

плазмой, так и магнитным полем. Кроме того, процесс решения пробле-

мы солнечных нейтрино заметно стимулировал прогресс физики Солнца

в различных её аспектах (см. [68]) а также ряда наук, изучающих свой-

ства материи на уровне микромира – физики ядерных реакций, радио-

химии и др.

Другим направлением нейтринной астрофизики, где также взаимо-

действуют сразу несколько отраслей физической науки, является ре-

гистрация нейтрино от взрыва сверхновой. На данный момент имеет-

ся единственный зарегистрированный нейтринный сигнал от сверхновой
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SN1987A в Большом Магеллановом Облаке, когда 4 подземных нейтрин-

ных детектора – Камиоканде-2, ИМБ, ЛСД и Баксанский сцинтилляци-

онный телескоп – впервые зафиксировали электронные антинейтрино от

сверхновой в реакции 𝜈𝑒 + 𝑝→ 𝑛+ 𝑒+.

Взрывы сверхновых можно назвать уникальными естественными ла-

бораториями для изучения фундаментальных свойств материи при экс-

тремальных физических условиях. При этом одним из важнейших фак-

торов, практически полностью определяющих энергетику процесса, яв-

ляется присутствие гигантских потоков нейтрино. Это означает, что

наличие микроскопических характеристик нейтрино, определяемых его

дисперсией в активной среде, могло бы оказывать решающее влияние на

макроскопические свойства указанных астрофизических событий.

В качестве ещё одной естественной лаборатории для фундаменталь-

ной физики можно рассматривать раннюю Вселенную, где роль нейтри-

но также высока. В связи с вышеизложенным наблюдается устойчивый

рост интереса к физике нейтрино в условиях внешней активной среды.

Исследование влияния активной среды на дисперсию нейтрино ос-

новано на вычислении собственно-энергетического оператора нейтрино

Σ(𝑝), вычисление которого проводилось ранее в целом ряде работ. В част-

ности, вклад внешнего магнитного поля в собственно-энергетический

оператор нейтрино был исследован в работах [73–77].

Поскольку в реальных астрофизических условиях наряду с силь-

ным магнитным полем также существует и плотная горячая плазма,

представляет интерес исследование дисперсионных свойств нейтрино во

внешней активной среде, в качестве которой выступает одновременно

плазма и поле.
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Cобственно-энергетический оператор нейтрино в замагниченной плаз-

ме также активно исследовался ранее, например, в работах [71,80–82].

Следует отметить, что ценность вычисления собственно-

энергетического оператора состоит еще в том, что из него можно

извлечь также аномальный магнитный момент нейтрино. Однако

имеющиеся в настоящее время результаты для магнитного момента

нейтрино в замагниченной плазме вызывают сомнение, поскольку в них

магнитный момент нейтрино либо имеет гигантское усиление фактором

1/𝑚𝜈, либо совсем не зависит от массы нейтрино [69]. Такие результаты,

как справедливо было отмечено в работе [81], скорее запутывают

ситуацию с магнитным моментом нейтрино, чем проясняют её.

2. Определение оператора Σ(𝑝) в замагниченной плаз-
ме

Знание собственно-энергетического оператора нейтрино Σ(𝑝) позволя-

ет решить по меньшей мере две важных задачи:

1. Из собственно-энергетического оператора нейтрино легко опреде-

ляется дополнительная энергия, приобретаемая нейтрино в среде.

Астрофизическая среда, как правило, несимметрична по ароматам:

в ней присутствуют электроны и позитроны, но отсутствуют мюоны

и тау-лептоны. За счёт этого нейтрино разных ароматов приобрета-

ют различную дополнительную энергию, что и является определя-

ющим фактором влияния среды на осцилляции аромата нейтрино;

2. Ценность вычисления собственно-энергетического оператора состо-

ит ещё в том, что из него можно извлечь также аномальный маг-
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нитный момент нейтрино.

В дальнейшем мы рассмотрим каждую из указанных выше задач.

В реальных астрофизических условиях внешняя активная среда, как

правило, представлена двумя компонентами: сильным магнитным полем

и плотной горячей плазмой. Поэтому наибольший интерес представля-

ет исследование дисперсионных свойств нейтрино в среде, содержащей

одновременно и плазму, и поле. Однако в связи со значительной вычис-

лительной сложностью такого исследования, первоначально были вы-

полнены работы, где предполагалось доминирование одной из двух ука-

занных компонент внешней активной среды, либо сильного магнитного

поля, либо плотной горячей плазмы.

Вычисление собственно-энергетического оператора нейтрино в го-

рячей плотной плазме без учёта магнитного поля проводилось в ра-

ботах [70–72]. Вклад внешнего магнитного поля без учёта плазмы в

собственно-энергетический оператор нейтрино был исследован в рабо-

тах [73–75, 77, 79]. Серия статей [80–83] была посвящена анализу опера-

тора Σ(𝑝) с учётом обеих компонент среды, как поля, так и плазмы,

при доминировании влияния последней, то есть вклад поля учитывался

в виде малых поправок. Наконец, в работах [84, 85] вычисление опера-

тора Σ(𝑝) в замагниченной плазме проводилось в широком диапазоне

значений интенсивности магнитного поля.

Собственно-энергетический оператор нейтрино Σ(𝑝) может быть опре-

делён через инвариантную амплитуду перехода 𝜈 → 𝜈 соотношением

ℳ(𝜈 → 𝜈) = − �̄�(𝑝) Σ(𝑝)𝑈(𝑝) = −Sp [Σ(𝑝) 𝜌(𝑝)] , (1.1)
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где 𝑝𝛼 = (𝐸, p) – 4-импульс нейтрино, 𝜌(𝑝) = 𝑈(𝑝)�̄�(𝑝) – матрица плот-

ности нейтрино. 𝑈(𝑝) – биспинорные амплитуды, решения уравнения Ди-

рака. Дополнительная энергия Δ𝐸, приобретаемая нейтрино во внешней

активной среде, определяется через инвариантную амплитуду (1.1) сле-

дующим образом:

Δ𝐸 = − 1

2𝐸
ℳ(𝜈 → 𝜈) =

1

2𝐸
Sp [Σ(𝑝) 𝜌(𝑝)] . (1.2)

Детальное описание техники вычисления собственно-энергетического

оператора нейтрино Σ(𝑝) во внешнем электромагнитном поле и в замаг-

ниченной плазме может быть найдено, например, в работах [75,77,86–88].

Удобно представить оператор Σ(𝑝) в замагниченной плазме в виде раз-

ложения по линейно независимым ковариантным структурам [88]:

Σ(𝑝) =
[︁
𝒜𝐿 (𝑝𝛾) + ℬ𝐿 (𝑢𝛾) + 𝒞𝐿 𝑒 (𝑝𝐹𝛾)

]︁
𝛾𝐿 +

+
[︁
𝒜𝑅 (𝑝𝛾) + ℬ𝑅 (𝑢𝛾) + 𝒞𝑅 𝑒 (𝑝𝐹𝛾)

]︁
𝛾𝑅 +

+ 𝑚𝜈 [𝒦1 + 𝑖𝒦2 𝑒 (𝛾𝐹𝛾)] . (1.3)

Здесь 𝛾𝐿 = (1 + 𝛾5)/2 и 𝛾𝑅 = (1 − 𝛾5)/2 – соответственно левый и пра-

вый киральные проекционные операторы, 𝑢𝛼 – 4-вектор скорости среды,

𝐴𝑅, 𝐵𝑅, 𝐶𝑅, 𝐴𝐿, 𝐵𝐿, 𝐶𝐿, 𝐾1, 𝐾2 – численные коэффициенты, 𝐹 𝜇𝜈 и 𝐹 𝜇𝜈 –

тензор и дуальный тензор электромагнитного поля, 𝑒 - элементарный

заряд. Здесь и далее у 4-векторов и тензоров, стоящих внутри круглых

скобок, тензорные индексы полагаются свернутыми последовательно, на-

пример: (𝑝𝐹𝛾) = (𝑝𝜇𝐹
𝜇𝜈𝛾𝜈). Следует иметь в виду, что под термином

“замагниченная плазма” мы понимаем ситуацию, когда в системе покоя

плазмы, 𝑢𝛼 = (1,0), электромагнитное поле сводится к чисто магнитно-

му. Под ковариантностью оператора Σ(𝑝) в этом случае следует пони-
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мать тот факт, что существует множество систем отсчёта, движущихся

параллельно магнитному полю, в которых оператор (1.3) сохраняет свою

форму, и электромагнитное поле остаётся чисто магнитным. Таким об-

разом, в общем случае пространственная часть 4-вектора скорости среды

отлична от нуля и параллельна магнитному полю.

Заметим, что коэффициенты 𝒜𝐿, 𝒜𝑅 и 𝒦1 в формуле (1.3), содержа-

щие ультрафиолетовую расходимость, не имеют самостоятельного значе-

ния, поскольку не дают вклада в энергию реального нейтрино во внеш-

ней среде на однопетлевом уровне с учётом вакуумной перенормировки

волновой функции и массы нейтрино.

Изменение энергии нейтрино, обусловленное его рассеянием вперед в

среде, может быть выражено через собственно-энергетический оператор

нейтрино

Δ𝐸 =
1

4𝐸
𝑆𝑝 {((𝑝𝛾) +𝑚𝜈) (1 + (𝑠𝛾) 𝛾5) Σ(𝑝)} , (1.4)

где 4-мерный вектор спина 𝑠𝜇 имеет вид

𝑠𝜇 =

(︂
(p 𝜉)

𝑚𝜈
, 𝜉 +

(p 𝜉)p

𝑚𝜈(𝐸 +𝑚𝜈)

)︂
, (1.5)

𝜉 - удвоенное среднее значение спина в системе покоя нейтрино. С учетом

выражения (1.3) имеем

Δ𝐸 =
𝑚2

𝜈

2𝐸
(𝐴𝐿 + 𝐴𝑅 + 2𝐾1) +

+ 𝐵𝐿
1− (𝜉 v)

2
+𝐵𝑅

1 + (𝜉 v)

2
−

− 𝑚𝜈

2
(𝐶𝐿 − 𝐶𝑅 + 4𝐾2) [(𝜉Bt) +

𝑚𝜈

𝐸
(𝜉Bl)] , (1.6)

где 𝑚𝜈 - масса нейтрино, 𝐸 - энергия нейтрино в вакууме, Bl и Bt -

продольный и поперечный относительно направления движения нейтри-
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но векторы напряженности магнитного поля соответственно, v - вектор

скорости нейтрино.

Следует отметить, что в выражении (1.6), вообще говоря, все коэф-

фициенты 𝐴𝑅, 𝐵𝑅, 𝐶𝑅, 𝐴𝐿, 𝐵𝐿, 𝐶𝐿, 𝐾1, 𝐾2 зависят от магнитного поля,

но только последнее слагаемое, содержащее коэффициенты 𝐶𝑅, 𝐶𝐿, 𝐾2,

определяет магнитный момент нейтрино. Чтобы в этом убедиться най-

дём дополнительную энергию нейтрино в магнитном поле за счёт нали-

чия у него магнитного момента 𝜇𝜈. Эта поправка к энергии может быть

найдена из лагранжиана

Δ𝐿
(𝜇)
𝑖𝑛𝑡 = −

𝑖𝜇𝜈
2

( Ψ̄𝜎𝜇𝜈 Ψ)𝐹 𝜇𝜈, (1.7)

где Ψ - поле нейтрино, 𝐹 𝜇𝜈 - тензор внешнего поля, 𝜎𝜇𝜈 = (𝛾𝜇 𝛾𝜈−𝛾𝜈 𝛾𝜇)/2.
Подставляя этот лагранжиан в определение дополнительной энергии

Δ𝐸(𝜇) = −
∫︁
𝑑𝑉 < Δ𝐿

(𝜇)
𝑖𝑛𝑡 >, (1.8)

получаем

Δ𝐸(𝜇) = −𝜇 [(𝜉Bt) +
𝑚𝜈

𝐸
(𝜉Bl)]. (1.9)

Таким образом, в дополнительной энергии нейтрино в замагниченной

плазме (1.6) магнитному моменту соответствует только одно слагаемое,

пропорциональное ((𝜉Bt) +
𝑚𝜈

𝐸 (𝜉Bl)).

Некорректность определения магнитного момента нейтрино в [69], ве-

роятно, состояла в том, что авторы предполагали, что вся дополнитель-

ная энергия нейтрино в замагниченной плазме, связанная с зависимо-

стью от спина и магнитного поля, определяет магнитный момент ней-

трино. Однако реально, как мы видим, только одна структура в допол-

нительной энергии нейтрино соответствует магнитному моменту.
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Сравнение выражения для дополнительной энергии (1.6) c (1.9), по-

казывает, что для определения магнитного момента нейтрино в замаг-

ниченной плазме достаточно найти коэффициенты 𝐶𝐿, 𝐶𝑅 и 𝐾2, через

которые магнитный момент выражается следующим образом:

𝜇𝜈 =
𝑚𝜈

2
(𝐶𝐿 − 𝐶𝑅 + 4𝐾2). (1.10)

3. Магнитный момент нейтрино в замагниченной
плазме

В этом разделе вычисляются слагаемые собственно-энергетического

оператора нейтрино Σ(𝑝), которые дают вклад в магнитный момент ней-

трино. В замагниченной плазме магнитный момент нейтрино содержит

два вклада: чисто полевой вклад и вклад плазмы.

Для того, чтобы вычислить плазменный вклад в собственно-

энергетический оператор Σ(𝑝), достаточно найти амплитуду процесса

рассеяния нейтрино вперед в замагниченной плазме:

𝑀(𝜈→𝜈) = − �̄�(𝑝) Σ(𝑝)𝑈(𝑝). (1.11)

В реальных астрофизических условиях основной вклад в ту часть

амплитуды, которая обуславливает магнитный момент нейтрино, даёт

рассеяние нейтрино на плазменный электронах и позитронах. Ампли-

туда процесса рассеяния 𝜈 → 𝜈 в замагниченной плазме, а значит и

собственно-энергетический оператор нейтрино, может быть представ-

лена в виде суммы трёх слагаемых, соответствующих трём диаграм-

мам на рис.1:

Σ(𝑝) = Σ𝑊 (𝑝) + ΣΦ(𝑝) + Σ𝑍(𝑝). (1.12)
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Рис. 1. Диаграммы Фейнманa, обуславливающие вклад замагниченной плазмы в ам-
плитуду процесса рассеяния нейтрино вперед. Жирные линии соответствуют заря-
женным частицам.

Опуская детали вычислений, выпишем вклад в собственно-

энергетический оператор Σ(𝑝), обусловленный процессом обмена

𝑊 -бозоном.

Σ𝑊 (𝑝) =
𝑖 𝑔2

2

∞∑︁
𝑛=0

(−1)𝑛
∫︁

𝑑3𝑘

(2𝜋)3
𝑒−𝑧

𝜔𝑛
×

×
(︁
𝑓(𝜔𝑛)𝐺

𝑊
𝛽𝛼(𝑝− 𝑘)− 𝑓(𝜔𝑛)𝐺

𝑊
𝛽𝛼(𝑝+ 𝑘)

)︁
×

× 𝛾𝛼 [ 𝑘‖(𝐿𝑛(2𝑧)Π− − 𝐿𝑛−1(2𝑧)Π+) +

+ 2𝑘⊥ 𝐿
1
𝑛−1(2𝑧) ] 𝛾𝛽 𝛾𝐿 , (1.13)



— 21 —

где 𝑔 - константа электрослабого взаимодействия в стандартной

модели, 𝑧 = 𝑘2⊥/𝛽 , 𝛽 = 𝑒𝐵 . 4-импульс 𝑘𝛼 = (𝜔 ,k) , разбит на два

двумерных импульса: вектор в минковском подпространстве (0,3)

𝑘 𝛼
‖ = (𝜔 , 0 , 0 , 𝑘3) , 𝑞 2

‖ = 𝜔2 − 𝑘 2
3 и вектор в плоскости попереч-

ной магнитному полю 𝑘 𝛼
⊥ = (0 , 𝑘1 , 𝑘2 , 0) . 𝑘‖ = (𝑘𝜙𝜙𝛾) = 𝜔𝑛𝛾0 − 𝑘3𝛾3 ,

𝑘⊥ = (𝑘𝜙𝜙𝛾) = 𝑘1𝛾1 + 𝑘2𝛾2 , 𝜙𝛼𝛽 = 𝐹𝛼𝛽/𝐵 и 𝜙𝛼𝛽 = 𝜀𝛼𝛽𝜌𝜎𝜙𝜌𝜎/2 - обез-

размеренные тензор и дуальный тензор внешнего магнитного поля

соответственно. Отметим, что вычисления проводятся в калибровке

𝐴𝜇 = (0, 0, 𝐵𝑥, 0), где магнитное поле направлено вдоль третьей оси

B = (0, 0, 𝐵). Π± = 1
2(1 ± 𝑖𝛾1𝛾2) - проекционные операторы, 𝐺𝑊

𝛽𝛼(𝑞) -

Фурье-образ трансляционно инвариантной части пропагатора W-бозона,

𝑓(𝜔𝑛) и 𝑓(𝜔𝑛) – функции распределения электронов и позитронов. В си-

стеме покоя плазмы они имеют вид

𝑓(𝜔𝑛) = [𝑒(𝜔𝑛−𝜇)/𝑇 + 1]−1, 𝑓(𝜔𝑛) = [𝑒(𝜔𝑛+𝜇)/𝑇 + 1]−1,

где 𝜇 и 𝑇 – химический потенциал и температура плазмы соответственно,

𝜔𝑛 =
√︀
𝑚2 + 𝑘23 + 2 𝛽 𝑛 – энергия электрона (позитрона) на 𝑛-ом уровне

Ландау.

Присоединенные полиномы Лагерра в выражении (1.13) определены

следующим образом:

𝐿𝑙
𝑘(𝑥) =

𝑒𝑥 𝑥−𝑙

𝑘!

𝑑𝑘

𝑑𝑥𝑘
(𝑒−𝑥 𝑥𝑘+𝑙).

Аналогично для вклада, обусловленного процессом рассеяния нейтри-
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но с обменом заряженным скалярным Φ-бозоном:

ΣΦ(𝑝) = −𝑖 𝑔
2

2

∞∑︁
𝑛=0

(−1)𝑛
∫︁

𝑑3𝑘

(2𝜋)3
𝑒−𝑧

𝜔𝑛
×

×
(︁
𝑓(𝜔𝑛)𝐺

Φ(𝑝− 𝑘)− 𝑓(𝜔𝑛)𝐺
Φ(𝑝+ 𝑘)

)︁
×

×
{︂
𝑚2

𝑒𝑚𝜈

𝑚2
𝑊

(𝐿𝑛(2𝑧)Π− − 𝐿𝑛−1(2𝑧)Π+)− (1.14)

− [𝑘‖(𝐿𝑛(2𝑧)Π− − 𝐿𝑛−1(2𝑧)Π+) +

+ 2𝑘⊥ 𝐿
1
𝑛−1(2𝑧) ]

(︂
𝑚2

𝑒

𝑚2
𝑊

𝛾𝐿 −
𝑚2

𝜈

𝑚2
𝑊

𝛾𝑅

)︂}︂
.

Здесь 𝐺Φ(𝑞) – Фурье-образ трансляционно инвариантной части пропага-

тора Φ-бозона.

Отметим, что выписанные вклады соответствуют только электронно-

му типу нейтрино, для других типов нейтрино 𝜈𝜇, 𝜈𝜏 вклад с обменами

заряженными бозонами равен нулю Σ𝑊 (𝑝) = ΣΦ(𝑝) = 0.

В феймановской калибровке трансляционно инвариантные части про-

пагаторов 𝑊 и Φ-бозонов в формализме собственного времени могут

представлены в виде однократного интеграла

𝐺𝑊
𝜇𝜈(𝑞) = −

+∞∫︁
0

𝑑𝑠

cos(𝛽𝑠)
𝑒−𝑖Ω(Λ̃𝜇𝜈 − Λ𝜇𝜈 cos(2𝛽𝑠)−

− 𝜙𝜇𝜈 sin(2𝛽𝑠)) , (1.15)

𝐺Φ(𝑞) =

+∞∫︁
0

𝑑𝑠

cos(𝛽𝑠)
𝑒−𝑖Ω , (1.16)

Ω = (𝑚2
𝑊 − 𝑞2‖) 𝑠+

tg(𝛽𝑠)

𝛽
𝑞2⊥, (1.17)
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где Λ𝜇𝜈 = 𝜙𝜇𝜏 𝜙
𝜏
𝜈, Λ̃𝜇𝜈 = 𝜙𝜇𝜏 𝜙

𝜏
𝜈.

Далее будем рассматривать реалистичную физическую ситуацию, ко-

гда масса 𝑊 -бозона является самым большим параметром задачи. Это

означает, что параметры, характеризующие замагниченную плазму, удо-

влетворяют условию:

𝑚2
𝑒, 𝜇

2, 𝑇 2, 𝑒𝐵 ≪ 𝑚2
𝑊 . (1.18)

Если плазма зарядово несимметричная, то в пропагаторах 𝑊 и Φ-

бозона достаточно удержать лидирующий вклад в разложении по обрат-

ным степеням 𝑚2
𝑊 :

𝐺𝑊
𝛽𝛼 ≃

𝑖 𝑔𝛽𝛼
𝑚2

𝑊

, 𝐺Φ ≃ − 𝑖

𝑚2
𝑊

.

После несложных вычислений для вкладов в собственно - энергетиче-

ский оператор находим:

Σ𝑊 (𝑝) ≃
√
2𝐺𝐹

(︂
· · · − 𝑛0𝑒 − �̃�0𝑒

𝐸𝐵
(𝑝𝐹 𝛾)

)︂
𝛾𝐿, (1.19)

ΣΦ(𝑝) ≃ 𝐺𝐹√
2

{︂
· · ·+ 𝑛0𝑒 − �̃�0𝑒

𝐸𝐵
(𝑝𝐹 𝛾)

(︂
𝑚2

𝑒

𝑚2
𝑊

𝛾𝐿 +
𝑚2

𝜈

𝑚2
𝑊

𝛾𝑅

)︂
−

− 𝑖𝑒

4𝜋2
𝑚𝜈

𝑚2
𝑒

𝑚2
𝑊

+∞∫︁
0

𝑑𝑘

𝜔0
(𝑓(𝜔0)− 𝑓(𝜔0)) (𝛾 𝐹 𝛾)

⎫⎬⎭ , (1.20)

где многоточие соответствует слагаемым, не дающим вклада в магнит-

ный момент нейтрино, 𝜔0 – энергия электрона (позитрона) на основном

(n=0) уровне Ландау, 𝑛0𝑒, �̃�0𝑒 – плотность электронов и позитронов соот-

ветственно на основном уровне Ландау, причём их разность определяется
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следующим интегралом

𝑛0𝑒 − �̃�0𝑒 =
𝑒𝐵

2𝜋2

+∞∫︁
0

𝑑𝑘 (𝑓(𝜔0)− 𝑓(𝜔0)). (1.21)

Сравнивая результаты (1.19) и (1.20) с параметризацией (1.3), полу-

чаем искомые коэффициенты 𝐶𝐿, 𝐶𝑅 и 𝐾2

𝐶𝑊
𝐿 = − 𝑒𝐺𝐹√

2 𝜋2𝐸

+∞∫︁
0

𝑑𝑘 (𝑓(𝜔0)− 𝑓(𝜔0)), (1.22)

𝐶𝑊
𝑅 = 𝐾𝑊

2 = 0, (1.23)

𝐶Φ
𝐿 = − 𝑚2

𝑒

2𝑚2
𝑊

𝐶𝑊
𝐿 , 𝐶Φ

𝑅 = − 𝑚2
𝜈

2𝑚2
𝑊

𝐶𝑊
𝐿 , (1.24)

𝐾Φ
2 = − 𝑒𝐺𝐹

4
√
2𝜋2

𝑚2
𝑒

𝑚2
𝑊

+∞∫︁
0

𝑑𝑘

𝜔0
(𝑓(𝜔0)− 𝑓(𝜔0)). (1.25)

Как и следовало ожидать, вклады, обусловленные обменом заряжен-

ным скаляром, подавлены малыми факторами 𝑚2
𝜈/𝑚

2
𝑊 и 𝑚2

𝑒/𝑚
2
𝑊 .

Интересующая нас часть Σ𝑍 , обусловленная вкладом от рассеяния

нейтрино на заряженных фермионах плазмы с обменом Z-бозоном, легко

вычисляется:

Σ𝑍
𝑓 =
√
2𝐺𝐹

(︃
· · · − 𝑇 𝑓

3

𝐵𝐸
(𝑛0𝑓 − �̃�0𝑓) (𝑝𝐹 𝛾)

)︃
𝛾𝐿. (1.26)

Здесь 𝑛0𝑓 , �̃�
0
𝑓 – плотность заряженных фермионов и антифермионов на

основном уровне Ландау соответственно, 𝑇 𝑓
3 – третья компонента изо-

спина заряженного фермиона. Многоточие соответствует слагаемым, не

дающим вклада в магнитный момент нейтрино. Учитывая, что наиболь-

шая концентрация на основном уровне Ландау соответствует электронам
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и позитронам, из выражения (1.26) находим искомые коэффициенты 𝐶𝐿,

𝐶𝑅 и 𝐾2

𝐶𝑍
𝐿 =

𝑒𝐺𝐹

2
√
2𝜋2𝐸

+∞∫︁
0

𝑑𝑘 (𝑓(𝜔0)− 𝑓(𝜔0)), (1.27)

𝐶𝑍
𝑅 = 𝐾𝑍

2 = 0. (1.28)

Таким образом, магнитный момент нейтрино, индуцированный заря-

дово несимметричной плазмой, определяется в основном коэффициента-

ми 𝐶𝑍
𝐿 и 𝐶𝑊

𝐿 . Окончательно для 𝐶𝐿 получаем:

𝐶𝐿 ≃ 𝐶𝑊
𝐿 + 𝐶𝑍

𝐿 ≃ ∓
𝑒𝐺𝐹

2
√
2𝜋2𝐸

+∞∫︁
0

𝑑𝑘 (𝑓(𝜔0)− 𝑓(𝜔0)). (1.29)

Верхний знак в этом выражении соответствует электронному нейтри-

но 𝜈𝑒, нижний знак - мюонному и тау нейтрино, 𝜈𝜇, 𝜈𝜏 . Здесь мы отбро-

сили вклады, пропорциональные 1/𝑚4
𝑊 , 1/𝑚

6
𝑊 и т.д..

Интеграл в выражении (1.29) легко вычисляется в ультрарелятивист-

ской плазме. В этом случае для плазменного вклада в магнитный момент

нейтрино Δ𝜇𝑝𝑙𝜈 получаем проcтое выражение:

Δ𝜇𝑝𝑙𝜈 =
𝐶𝐿𝑚𝜈

2
≃ ∓ 𝑒𝐺𝐹 𝑚𝜈

4
√
2 𝜋2

𝜇

𝐸
. (1.30)

Здесь 𝜇 – химический потенциал электронов ультрарелятивистской плаз-

мы.

Полевой вклад в магнитный момент нейтрино вычислялся ранее во

многих работах, например [74, 77]. Выражение для магнитного момента

нейтрино в широком диапазоне энергий нейтрино и напряженности маг-

нитного поля, 𝑚2
𝑙 /𝑚

2
𝑊 ≪ (𝑒𝐵)2𝑝2⊥/𝑚

6
𝑊 ≪ 1 может быть извлечено из

работы [77]

Δ𝜇𝑓𝜈 ≃ 𝜇0𝜈

{︂
1 +

4𝜒2

3

(︂
ln

1

𝜒
− 17

3
+ ln 3 + 2 𝛾𝐸 + 𝑖𝜋

)︂}︂
. (1.31)
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Здесь 𝜇0𝜈 магнитный момент нейтрино в вакууме [97], [98]

𝜇0𝜈 =
3 𝑒𝐺𝐹𝑚𝜈

8
√
2𝜋2

, (1.32)

𝑚𝜈 - масса нейтрино, 𝑝⊥ – поперечный по отношению к магнитному по-

лю импульс нейтрино, 𝜒2 = (𝑒𝐵)2𝑝2⊥/𝑚
6
𝑊 , 𝛾𝐸 = 0, 577 · · · - постоянная

Эйлера. В силу малости динамического параметра 𝜒 в реальных астро-

физических условиях, 𝜒 ≪ 1, полевой вклад в магнитный момент Δ𝜇𝑓𝜈

приближенно равен вакуумному магнитному моменту 𝜇0𝜈 , Δ𝜇𝑓𝜈 ≈ 𝜇0𝜈.

Сумма магнитных моментов нейтрино от полевого вклада и плазмен-

ного дадут магнитный момент нейтрино в замагниченной плазме, кото-

рый в условиях ультрарелятивистской плазмы равен:

𝜇𝜈 = Δ𝜇𝑓𝜈 +Δ𝜇𝑝𝑙𝜈 ≃
3 𝑒𝐺𝐹𝑚𝜈

8
√
2𝜋2

(︂
1∓ 2

3

𝜇

𝐸

)︂
. (1.33)

𝜇 – химический потенциал электронов ультрарелятивистской плазмы.

Следует отметить, что в слабо замагниченной плазме он имеет вид

𝜇 ≃ (3𝜋2 (𝑛𝑒 − �̃�𝑒))1/3,

в то время как в сильно замагниченной плазме, когда из двух компонент

активной среды доминирующим является магнитное поле, и электроны

плазмы оккупируют преимущественно основной уровень Ландау, хими-

ческий потенциал равен

𝜇 ≃ 2𝜋2
(𝑛𝑒 − �̃�𝑒)

𝑒𝐵
,

где 𝑛𝑒 и �̃�𝑒 – полная концентрация электронов и позитронов соответ-

ственно.

Еще одна ситуация, когда можно провести аналитические вычисле-

ния магнитного момента нейтрино до конца – это физические условия
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зарядово симметричной электрон-позитронной плазмы. В этом случае

вклад от диаграмм с обменом 𝑍-бозоном исчезает, следовательно ней-

трино типов 𝜈𝜇 и 𝜈𝜏 не имеют дополнительного магнитного момента,

индуцированного замагниченной плазмой.

Для электронного нейтрино в зарядово симметричной 𝑒−𝑒+ плазме

магнитный момент определяется выражением:

𝜇𝜈𝑒 ≃
3𝑒𝐺𝐹 𝑚𝜈

8
√
2 𝜋2

(︂
1 +

4𝜋2

9

𝑇 2

𝑚2
𝑊

)︂
. (1.34)

Как можно видеть, в реальных астрофизических условиях, когда

𝑇 ≪ 𝑚𝑊 , плазменный вклад в магнитный момент нейтрино оказыва-

ется подавленным.
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Глава II

Магнитный момент дираковского нейтрино и
динамика взрыва сверхновой

1. Проблемы описания динамики взрыва сверхновой

В данной главе мы проводим анализ процесса двукратной конверсии

спиральности нейтрино, 𝜈𝐿 → 𝜈𝑅 → 𝜈𝐿 , в условиях сверхновой, где пер-

вая стадия реализуется за счет взаимодействия магнитного момента ней-

трино с электронами и протонами плазмы в ядре сверхновой, а вторая

стадия возникает за счёт резонансной конверсии спиральности нейтрино

в магнитном поле оболочки. Кроме того, рассматривается вопрос о воз-

можности стимулирования затухающей ударной волны за счет данного

процесса, что может оказаться полезным в задачах моделирования взры-

вающихся сверхновых.

При численном моделировании взрыва сверхновой возникают две ос-

новные проблемы [1,4,89]. Во-первых, еще не до конца разработан меха-

низм стимулирования затухающей ударной волны, без которого взрыв,

по-видимому, не может состояться. Напомним, что основной причиной

затухания ударной волны является потеря энергии на диссоциацию ядер

вещества оболочки сверхновой. Вторая проблема состоит в том, что даже

в случае «успешного» теоретического взрыва сверхновой энерговыделе-

ние оказывается существенно меньше наблюдаемой кинетической энер-

гии оболочки ∼ 1051 эрг, что известно как проблема FOE (ten to the

Fifty One Ergs). Таким образом, для согласованного описания динамики

взрыва необходимо, чтобы исходящий из центральной части сверхновой
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нейтринный поток за счет какого-либо механизма передавал оболочке

энергию масштаба ∼ 1051 эрг.

Одним из возможных способов решения указанных проблем является

механизм, впервые предложенный А. Даром [91] и основанный на пред-

положении о существовании у нейтрино не слишком малого магнитного

момента. Левые нейтрино электронного типа 𝜈𝑒 , рождающиеся в боль-

шом количестве в ядре сверхновой, частично превращаются в правые

нейтрино за счёт взаимодействия магнитного момента нейтрино с элек-

тронами и протонами плазмы. В свою очередь правые нейтрино, сте-

рильные относительно слабого взаимодействия, свободно покидают цен-

тральную часть сверхновой, если магнитный момент нейтрино не слиш-

ком велик, 𝜇𝜈 < 10−11 𝜇B , где 𝜇B — магнетон Бора. Часть этих нейтрино

может снова превратиться в левые за счет взаимодействия магнитного

момента нейтрино с магнитным полем в оболочке сверхновой. По суще-

ствующим представлениям величина магнитного поля может достигать

здесь масштаба критического значения 𝐵𝑒 = 𝑚2
𝑒/𝑒 ≃ 4,41 ·1013 Гс и даже

превышать его. Вновь рождающиеся левые нейтрино, поглощаясь в хо-

де бета-процессов, 𝜈𝑒 𝑛 → 𝑒− 𝑝 , могут передавать оболочке сверхновой

дополнительную энергию, таким образом стимулируя ударную волну.

В настоящее время, по нашему мнению, появились основания для бо-

лее детального рассмотрения механизма Дара. В недавней работе [34]

было показано, что в предыдущих статьях на данную тему оценки для

потока и светимости правых нейтрино из центральной части сверхновой

были существенно занижены.

Считается, что сверхновые типа II образуются в конце эволюции

массивной звезды (𝑀 > 8𝑀⊙), когда внутри неё заканчивается всё



— 30 —

ядерное горючее. Под влиянием гравитации центральная часть звез-

ды коллапсирует и переходит в нейтронную звезду. При образовании

нейтронной звезды освобождается энергия гравитационной связи поряд-

ка ∼ 0,15𝑀⊙ 𝑐
2 = 3·1053 эрг; и только лишь небольшая доля (∼ 1051 эрг)

требуется для того, чтобы «сдуть» внешние слои звезды, фактически

бо́льшую часть её массы. Однако, практически всю энергию уносят ней-

трино, которые очень слабо взаимодействуют с веществом и разработан-

ные модели взрыва сверхновой сталкиваются с трудностями при реше-

нии вопроса передачи энергии уносимой нейтрино, к веществу оболочки,

которая требуется для того чтобы сбросить ее.

В этой главе будет показано, что наличие у нейтрино магнитного мо-

мента ∼ 10−13𝜇B, а также присутствие достаточно сильного магнитного

поля может объяснить механизм передачи оболочке сверхновой допол-

нительной энергии необходимой для взрыва, а также может привести к

пульсирующему нейтринному сигналу.

2. Магнитный момент как возможное решение вопро-
сов динамики взрыва сверхновой

2.1. Процессы переворота спиральности нейтрино в ядре сверх-
новой

При ненулевом значении магнитного момента нейтрино возможны

процессы переворота спиральности, 𝜈𝐿 ←→ 𝜈𝑅, реализация которых в

условиях замагниченной плазмы астрофизических объектов может, в

случае дираковского нейтрино, оказаться важным фактором для меха-

низма потерь энергии такими объектами. В минимально расширенной

стандартной модели с массивными нейтрино величина магнитного мо-
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мента нейтрино [97,98] имеет вид

𝜇(𝑆𝑀)
𝜈 =

3𝑒𝐺F𝑚𝜈

8𝜋2
√
2

= 3.20× 10−19
(︁ 𝑚𝜈

1 эВ

)︁
𝜇B , (2.1)

где 𝜇B = 𝑒/2𝑚𝑒 – магнетон Бора. С учетом существующих ограничений

на массы нейтрино эту величину можно считать ненаблюдаемо малой. С

другой стороны, различные нетривиальные расширения стандартной мо-

дели, такие, как нарушенная лево-правая симметрия [99–103] допускают

существенно бо́льшие значения магнитного момента нейтрино [104,105]

Магнитный момент нейтрино в общем случае представляет собой мат-

рицу 𝜇𝜈𝑖𝜈𝑗 ≡ 𝜇𝑖𝑗𝜈 , содержащую как диагональные, так и переходные маг-

нитные моменты, где 𝜈𝑖, 𝜈𝑗 – состояния нейтрино с определённой массой.

Нейтринные состояния 𝜈ℓ с определёнными ароматами ℓ, рождающиеся

в слабых процессах, являются суперпозициями состояний 𝜈𝑖:

𝜈ℓ =
∑︁
𝑖

𝑈 *ℓ𝑖𝜈𝑖 , (2.2)

где 𝑈ℓ𝑖 – унитарная матрица лептонного смешивания Понтекорво–Маки–

Накагавы–Сакаты [58–61], аналогичная матрице Кабиббо–Кобаяши–

Маскава [62, 63]. Далее мы будем рассматривать для простоты диаго-

нальный магнитный момент нейтрино 𝜇𝜈. Расширение на общий случай

матрицы магнитных моментов 𝜇𝑖𝑗𝜈 не представляет сложности и состоит

в том, что величина магнитного момента во всех последующих выра-

жениях должна рассматриваться как эффективное значение. Например,

для процессов с начальными электронными нейтрино под 𝜇𝜈 следует по-

нимать величину

𝜇𝜈 → 𝜇𝜈𝑒 ≡

⎛⎝∑︁
𝑖

⃒⃒⃒⃒
⃒∑︁

𝑗

𝜇𝑖𝑗𝜈 𝑈𝑒𝑗

⃒⃒⃒⃒
⃒
2
⎞⎠1/2

. (2.3)
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Аналогичные подстановки следует использовать для начальных мюон-

ного и тау-нейтрино.

Значительный интерес к магнитному моменту нейтрино возник по-

сле знаменательного события вспышки сверхновой SN1987A [106–111]

в связи с моделированием взрыва сверхновой, в котором гигантский ис-

ходящий поток нейтрино фактически определяет энергетику процесса.

Это означает, что такая микроскопическая характеристика нейтрино,

как магнитный момент, могла бы оказывать решающее влияние на мак-

роскопические свойства этих астрофизических событий.

В литературе обсуждаются два возможных механизма реализации

процесса переворота спиральности нейтрино 𝜈𝐿 ←→ 𝜈𝑅 в астрофизи-

ческих условиях.

1. Механизм рассеяния обусловлен взаимодействием магнитного мо-

мента дираковского нейтрино с микроскопическим электромагнитным

полем виртуального плазмона. Например, в ядре сверхновой захвачен-

ные левые нейтрино, взаимодействуя с плазмоном, который может как

рождаться, так и поглощаться, способны конвертировать в правые ней-

трино:

𝜈𝐿 → 𝜈𝑅 + 𝛾*, 𝜈𝐿 + 𝛾* → 𝜈𝑅 . (2.4)

Эти правые нейтрино стерильны по отношению к слабому взаимодей-

ствию, что может быть важным, например, при учёте потерь энергии

звездами. Слишком большой поток правых нейтрино, рождающихся в

таких взаимодействиях, из ядра сверхновой может не оставить доста-

точного количества энергии для объяснения наблюдаемой нейтринной

светимости сверхновой. Таким образом, отсюда может быть установле-

на верхняя граница на магнитный момент нейтрино [29, 32–34]. Наибо-
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лее последовательно вклад процесса переворота спиральности нейтрино

в светимость ядра сверхновой был исследован в работе [35]. Здесь вме-

сто модели однородного шара, которая использовалась в предыдущих

исследованиях, были рассмотрены реалистичные модели с радиальными

распределениями и временно́й эволюцией физических параметров в яд-

ре сверхновой. Из условия, что влияние излучения правых нейтрино на

масштаб полного времени охлаждения должно быть ограниченным, бы-

ли получены верхние пределы на усреднённый по ароматам магнитный

момент нейтрино дираковского типа:

�̄�𝜈 < (1.1− 2.7) × 10−12 𝜇B , (2.5)

в зависимости от модели взрыва.

2. Механизм осцилляций 𝜈𝐿 ↔ 𝜈𝑅 может реализоваться при взаимо-

действии магнитного момента нейтрино с макроскопическим магнитным

полем в оболочке сверхновой. Поток правых нейтрино, исходящий из

ядра сверхновой, попадает в область оболочки сверхновой между ней-

триносферой (радиуса 𝑅𝜈) и зоной стагнации ударной волны (радиуса

𝑅𝑠). По существующим представлениям типичные значения этих вели-

чин меняются незначительно за время стагнации, и могут быть оценены

как 𝑅𝜈 ∼ 20–50км, 𝑅𝑠 ∼ 100–200км. Если в рассматриваемой области

присутствует достаточно сильное магнитное поле порядка критического

значения 𝐵𝑒 = 𝑚2
𝑒/𝑒 ≃ 4.41×1013 Гс, то имеет место явление осцилляций

спиральности нейтрино.

Интересная возможность сочетания обоих указанных механизмов бы-

ла впервые предложена Даром [91], рассмотревшим процесс двукратной

конверсии спиральности нейтрино, 𝜈𝐿 → 𝜈𝑅 → 𝜈𝐿, в условиях сверхно-

вой, где первая стадия реализуется за счет взаимодействия магнитного
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момента нейтрино с электронами и протонами плазмы в ядре сверхновой,

а вторая стадия возникает за счет переворота спина нейтрино в магнит-

ном поле оболочки. В работе [92] была дополнительно учтена возмож-

ность резонансной конверсии правых нейтрино в левые, 𝜈𝑅 → 𝜈𝐿, не рас-

смотренная в [91]. В работе [35] идея Дара была реанимирована на основе

новой уточненной оценки [34] для потока и светимости правых нейтри-

но из центральной части сверхновой (ранее использовавшиеся данные

были существенно занижены). Были определены условия, при которых

механизм двукратной конверсии спиральности нейтрино мог бы стиму-

лировать затухающую ударную волну при взрыве сверхновой.

2.2. Дополнительная энергия нейтрино в веществе оболочки
сверхновой

Вычислим вклад в дополнительную энергию нейтрино от взаимодей-

ствия нейтрино с электронами и нуклонами оболочки сверхновой, а так-

же вклад обусловленный магнитным моментом нейтрино в магнитном

поле оболочки.

Дополнительная энергия, которую приобретает нейтрино взаимодей-

ствуя с веществом, обусловлена процессами его когерентного рассея-

ния вперёд на электронах и нуклонах. Сначала рассмотрим рассеяние

на электронах. Ограничиваясь локальным пределом слабого взаимодей-

ствия левого нейтрино с электронами, когда пропагаторы промежуточ-

ных 𝑊 и 𝑍-бозонов “стягиваются” в точку, как это показано на рис. 2,

соответствующий эффективный локальный лагранжиан можно предста-

вить в виде

ℒ𝑒𝑓𝑓
𝜈, 𝑒 = −𝐺F√

2

[︀
𝛹𝜈𝑒𝛾𝛼(1 + 𝛾5)𝛹𝜈𝑒

]︀ [︀
𝛹𝑒𝛾

𝛼(𝐶𝑉 + 𝐶𝐴𝛾5)𝛹𝑒

]︀
, (2.6)
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Рис. 2. Диаграммы Фейнмана, иллюстрирующие переход к эффективному 𝜈 − 𝑒–
взаимодействию в локальном пределе

где константы 𝐶𝑉 , 𝐶𝐴 для электронного нейтрино равны:

𝐶𝑉 =
1

2
+ 2 sin2 𝜃W , 𝐶𝐴 =

1

2
. (2.7)

Амплитуда процесса рассеяния нейтрино вперед на электронах плазмы

в локальном пределе определяется следующим выражением:

ℳ𝑒𝑓𝑓
𝜈, 𝑒 = −𝐺F√

2

[︀
𝜈𝛾𝛼(1+𝛾5)𝜈

]︀ ∫︁
Sp(𝑞+𝑚𝑒)𝛾

𝛼(𝐶𝑉 +𝐶𝐴𝛾5)
𝑑3𝑞 𝑓𝑒(𝑞)

2𝑞0(2𝜋)3
, (2.8)

где 𝑞 - 4-вектор импульса электрона, а 𝑓𝑒(𝑞) – функция распределения

электронов среды. Будем полагать это распределение равновесным, при

этом функция распределения Ферми–Дирака записывается в виде

𝑓𝑒(𝑞) =

(︂
exp

(𝑞 𝑢)− 𝜇𝑒
𝑇

+ 1

)︂−1
, (2.9)

где 𝜇𝑒 – химический потенциал, 𝑇 – температура плазмы, 𝑢𝛼 - 4-вектор

скорости среды, описывающий ее движется как целое.

Поскольку Sp(𝑞 +𝑚𝑒)𝛾
𝛼(𝐶𝑉 + 𝐶𝐴𝛾5) = 4𝑞𝛼𝐶𝑉 , получаем

ℳ𝑒𝑓𝑓
𝜈, 𝑒 = −𝐺F√

2

[︀
𝜈𝛾𝛼(1 + 𝛾5)𝜈

]︀
𝐶𝑉 2

∫︁
𝑑3𝑞

(2𝜋)3
𝑓𝑒(𝑞)

𝑞𝛼

𝑞0
, (2.10)
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Возникший интеграл является релятивистским ковариантом и легко вы-

числяется:

2

∫︁
𝑑3𝑘

(2𝜋)3
𝑓𝑒(𝑞)

𝑞𝛼
𝑞0

= 𝑢𝛼𝑁𝑒 , (2.11)

где𝑁𝑒 – концентрация электронов в системе покоя среды, где 𝑢𝛼 = (1 ,0).

Подставляя значение интеграла (2.11) в амплитуду (2.10) и учитывая,

что 𝐶𝑉 = 1/2 + 2 sin2 𝜃W окончательно получим

ℳ𝑒𝑓𝑓
𝜈, 𝑒 = − 𝐺F

2
√
2

(︀
𝜈 �̂�(1 + 𝛾5)𝜈

)︀
(1 + 4 sin2 𝜃W)𝑁𝑒 . (2.12)

Теперь рассмотрим рассеяние нейтрино вперед на нуклонах. Ограни-

чиваясь локальным пределом слабого взаимодействия левого нейтрино

с протонами и нейтронами (рис. 3), соответствующий эффективный ло-

кальный лагранжиан записываем в виде

Рис. 3. Диаграммы Фейнмана, иллюстрирующие переход к эффективному 𝜈 − 𝑁–
взаимодействию в локальном пределе

ℒ𝑒𝑓𝑓
𝜈,𝑁 = − 𝐺F

2
√
2

[︀
𝛹𝜈𝑒𝛾𝛼(1 + 𝛾5)𝛹𝜈𝑒

]︀ [︀
𝛹𝑁𝛾

𝛼(2𝑇3(1 + 𝛾5)− 4𝑄𝑁 sin2 𝜃W)𝛹𝑒

]︀
,

(2.13)

𝑇3 - третья компонента изоспина, а 𝑄𝑁 - электрический заряд нуклонов.
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С учетом этого амплитуду процесса можно представить в виде

ℳ𝑒𝑓𝑓
𝜈,𝑁 = − 𝐺F

2
√
2

[︀
𝜈𝛾𝛼(1 + 𝛾5)𝜈

]︀ ∫︁
Sp
(︁
𝑞 +𝑚𝑁)𝛾

𝛼(2𝑇3(1 + 𝛾5)−

− 4𝑄𝑁 sin2 𝜃W)
)︁ 𝑑3𝑞 𝑓𝑁(𝑞)

2𝑞0(2𝜋)3
. (2.14)

Вычисляя шпур и интегрируя по импульсам нуклонов, получаем

ℳ𝑒𝑓𝑓
𝜈,𝑁 = − 𝐺F

2
√
2

[︀
𝜈𝛾𝛼(1 + 𝛾5)𝜈

]︀ [︀
2𝑇3 − 4𝑄𝑁 sin2 𝜃W

]︀
𝑁𝑁 𝑢

𝛼 , (2.15)

где 𝑁𝑁 - концентрация нуклонов. Учитывая, что для протона 𝑇3 = 1
2 ;

𝑄𝑝 = 1 , а для нейтрона 𝑇3 = −1
2 ; 𝑄𝑛 = 0, получим

ℳ𝑒𝑓𝑓
𝜈,𝑁 = − 𝐺F

2
√
2

[︀
𝜈 �̂�(1 + 𝛾5)𝜈

]︀ [︀
𝑁𝑝(1− 4 sin2 𝜃W)−𝑁𝑛

]︀
, (2.16)

где 𝑁𝑝 и 𝑁𝑛 - концентрации протонов и нейтронов соответственно в си-

стеме покоя плазмы.

Полная амплитуда взаимодействия нейтрино есть сумма вычислен-

ных амплитуд (2.12) и (2.16) и с учетом электронейтральности плазмы

𝑁𝑝 = 𝑁𝑒 может быть представлена в виде

ℳ𝑡𝑜𝑡
𝜈, 𝑓 = − 𝐺F

2
√
2

(︀
𝜈 �̂�(1 + 𝛾5)𝜈

)︀
(2𝑁𝑝 −𝑁𝑛) . (2.17)

Введя обозначения 𝑌𝑒 = 𝑁𝑝/𝑁𝐵 , где 𝑁𝐵 - концентрация барионов

𝑁𝐵 = 𝑁𝑝 +𝑁𝑛, амплитуду можно привести к виду

ℳ𝑡𝑜𝑡
𝜈, 𝑓 = −3𝐺F

2
√
2
𝑁𝐵

(︀
𝜈 �̂�(1 + 𝛾5)𝜈

)︀ (︂
𝑌𝑒 −

1

3

)︂
. (2.18)

Используя связь амплитуды с массовым оператором

ℳ = −𝜈 Σ 𝜈 , (2.19)

получим

Σ𝑡𝑜𝑡
𝜈, 𝑓 =

3𝐺F

2
√
2
𝑁𝐵 �̂� (1 + 𝛾5)

(︂
𝑌𝑒 −

1

3

)︂
. (2.20)
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Зная массовый оператор, можно восстановить дополнительную энергию

Δ𝐸, которую нейтрино приобретает при рассеянии вперед на фермионах

плазмы

Δ𝐸 =

∫︁
𝑑3𝑥 < 𝛹 Σ𝛹 >=

Sp(𝜌Σ)

2𝐸
, (2.21)

где

𝜌 =
1

2
(𝑝+𝑚)(1 + 𝑠𝛾5) , (2.22)

поляризационная матрица плотности нейтрино, а 4-мерный вектор спина

𝑠𝜇 имеет вид

𝑠𝜇 =

(︂
(p 𝜉)

𝑚
, 𝜉 +

(p 𝜉)p

𝑚(𝐸 +𝑚)

)︂
, 𝜉 = 𝜆

p

𝑝
, 𝜆 = ±1 , (2.23)

для ультрарелятивистского нейтрино,вектор 𝑠𝜇 равен

𝑠𝜇 ≈ 𝜆

𝑚
(𝐸 ,p) , (2.24)

с учетом (2.24) выражение (2.22) приобретает вид

𝜌 =
1

2
𝑝 (1 + 𝜆 𝛾5) . (2.25)

Подставляя в формулу (2.21) выражение для матрицы плотности (2.25)

и значение массового оператора из формулы (2.20), найдем дополнитель-

ную энергию нейтрино

Δ𝐸 =
3𝐺F

2
√
2
𝑁𝐵

(︂
𝑌𝑒 −

1

3

)︂
(1− 𝜆) . (2.26)

Дополнительная энергия, которую приобретает левое нейтрино соответ-

ствует, 𝜆 = −1
Δ𝐸𝐿𝐿 =

3𝐺F√
2
𝑁𝐵

(︂
𝑌𝑒 −

1

3

)︂
. (2.27)

Соответственно для правого нейтрино при 𝜆 = +1

Δ𝐸𝑅𝑅 = 0 . (2.28)
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Далее рассмотрим взаимодействия магнитного момента нейтрино с

внешним магнитным полем, которое описывается лагранжианом

ℒ(𝜇)
𝜈 = −𝑖 𝜇

2

(︀
𝛹𝜎𝜇𝜈𝛹

)︀
𝐹 𝜇𝜈 . (2.29)

Дополнительная энергия, обусловленная лагранжианом (2.29), в системе

координат, где ось 𝑧 направлена вдоль магнитного поля имеет вид

Δ𝐸(𝜇) = −𝜇𝐵
2𝐸

(︀
�̄� Σ3 𝑈

)︀
, (2.30)

где Σ3 = 𝑖 𝛾1 𝛾2 . В произвольной системе координат выражение (2.30)

можно переписать в ковариантной форме

Δ𝐸(𝜇) = −𝜇B
2𝐸

(︀
�̄� Σ𝑈

)︀
, Σ =

(︂
𝜎 0

0 𝜎

)︂
(2.31)

где 𝜎 - матрицы Паули.

Биспинорные амплитуды 𝑈 являются решениями уравнения Дирака

𝑈𝜆 =

(︂ √
𝐸 +𝑚𝜙𝜆

𝜆
√
𝐸 +𝑚𝜙𝜆

)︂
, (2.32)

𝜙𝜆 - собственные функции удвоенного оператора спиральности нейтрино

(𝜎 p)𝜙𝜆 = 𝜆 𝑝𝜙𝜆 ,

где p - импульс нейтрино. В системе координат, где ось 𝑧 направлена

вдоль импульса нейтрино, функции 𝜙𝜆 имеют вид

𝜙𝑅 =

(︂
1

0

)︂
𝜙𝐿 =

(︂
0

1

)︂
. (2.33)

Биспиноры 𝑈𝜆 в ультрарелятивистском пределе соответственно равны

𝑈𝑅 =
√
𝐸

⎛⎜⎜⎝
1
0
1
0

⎞⎟⎟⎠ , 𝑈𝐿 =
√
𝐸

⎛⎜⎜⎝
0
1
0
−1

⎞⎟⎟⎠ . (2.34)
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Таким образом, дополнительная энергия при распространении нейтрино

в магнитном поле с переворотом спиральности 𝜈𝑅 → 𝜈𝐿 равна

Δ𝐸
(𝜇)
𝑅𝐿 = −𝜇B

2𝐸

(︀
�̄�𝑅Σ𝑈𝐿

)︀
= −𝜇B

2𝐸

(︀
𝑈+
𝑅𝛾0Σ𝑈𝐿

)︀
. (2.35)

Подставляя значения 𝑈𝐿,𝑅 из (2.34) и проводя несложные вычисления,

получим

Δ𝐸
(𝜇)
𝑅𝐿 = −𝜇𝐵⊥ , (2.36)

где 𝐵⊥ - поперечная к направлению импульса нейтрино составляющая

вектора магнитного поля. Аналогично вычисляя дополнительную энер-

гию при переходе левого нейтрино в правое 𝜈𝐿 → 𝜈𝑅, получим

Δ𝐸
(𝜇)
𝐿𝑅 = −𝜇𝐵⊥ . (2.37)

Нетрудно убедиться, что если нейтрино сохраняет свою спиральность, то

дополнительная энергия от взаимодействия магнитного момента с внеш-

ним магнитным полем равна нулю

Δ𝐸
(𝜇)
𝐿𝐿 = 0 , Δ𝐸

(𝜇)
𝑅𝑅 = 0 . (2.38)

Объединяя все полученые результаты, можно записать оператор допол-

нительной энергии в виде матрицы

Δ𝐸(𝜇) = −
(︂

0 𝜇𝐵⊥
𝜇𝐵⊥ 𝐶𝐿

)︂
, (2.39)

где диагональный элемент 𝐶𝐿 равен

С𝐿 =
3𝐺F√

2
𝑁𝐵

(︂
1

3
− 𝑌𝑒

)︂
(2.40)

и обусловлен когерентным рассеянием нейтрино на фермионах плазмы.
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2.3. Переворот спиральности нейтрино в слабо замагниченной
плазме

Влияние магнитного поля на нейтрино, обладающее магнитным мо-

ментом, удобнее всего проиллюстрировать с помощью уравнения эво-

люции спиральности нейтрино во внешнем магнитном поле. С учетом

дополнительной энергии, которую левые нейтрино электронного типа 𝜈𝑒
приобретают в веществе оболочки сверхновой, уравнение эволюции спи-

ральности может быть записано в виде [93–95]

i
𝜕

𝜕𝑡

(︂
𝜈𝑅
𝜈𝐿

)︂
=
[︁
�̂�0 +Δ𝐸

]︁(︂𝜈𝑅
𝜈𝐿

)︂
, (2.41)

где Δ𝐸 - дополнительная энергия, вычисленная выше (2.39) , слагаемое

�̂�0 пропорционально единичной матрице и несущественно для дальней-

шего анализа.

Следует пояснить, почему мы используем выражение (2.40) для до-

полнительной энергии левых электронных нейтрино в неполяризован-

ной среде, хотя в поле масштаба 𝐵𝑒, вообще говоря, должна возникать

по меньшей мере частичная поляризация электронов. Справедливость

применимости в данном случае приближения неполяризованной среды

видна из следующих соображений. Как известно, состояния электронов в

магнитном поле, соответствующие всем уровням Ландау, кроме основно-

го, являются двукратно вырожденными относительно проекции спина на

направление поля и, таким образом, не дают вклада в поляризацию сре-

ды. Следовательно, для оценки степени поляризации достаточно оценить

долю электронов, заселяющих основной уровень Ландау, спины которых

нескомпенсированы. Для типичных условий рассматриваемой области

оболочки сверхновой химический потенциал электронов имеет масштаб:
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�̃�𝑒 ≃ 5—10 МэВ [96], следовательно, относя концентрацию электронов,

заселяющих основной уровень Ландау, 𝑛0 ≃ 𝑒𝐵�̃�𝑒/(2𝜋
2), к полной кон-

центрации электронов, 𝑛𝑒 ≃ �̃�3𝑒/(3𝜋
2), в качестве оценки для степени

поляризации среды получаем:

𝑃 ∼ 𝑛0
𝑛𝑒

.
𝑒𝐵

�̃�2𝑒
∼ 10−2

𝐵

𝐵𝑒
. (2.42)

Таким образом, при рассматриваемых значениях величины магнитно-

го поля 𝐵 ∼ 𝐵𝑒 использование приближения неполяризованной среды

является оправданным. Более строгое условие слабой замагниченности

плазмы, при котором влиянием магнитного поля на поляризацию среды

можно пренебречь, формулируется в виде:

𝐵 ≪ (3𝜋2 𝑛𝑒)
2/3

𝑒
≃ 0.6× 1016 Гс

(︁ 𝑛𝑒
1033 см−3

)︁2/3
. (2.43)

Выражение (2.40) для дополнительной энергии левых нейтрино 𝐶𝐿

заслуживает специального анализа. Примечательной является возмож-

ность для этой величины обращаться в ноль именно в интересующей

нас области оболочки сверхновой [92]. А это, в свою очередь, являет-

ся условием резонансного перехода 𝜈𝑅 → 𝜈𝐿 в виде 𝑌𝑒 = 1/3. Необ-

ходимо заметить, что в оболочке сверхновой реализуются значения 𝑌𝑒,

характерные для коллапсирующего вещества, 𝑌𝑒 ∼ 0.4–0.5. Однако удар-

ная волна, вызывая диссоциацию тяжелых ядер, делает вещество более

прозрачным для нейтрино, что ведет к так называемой “короткой” ней-

тринной вспышке и, как следствие, к значительной делептонизации ве-

щества в этой области. Согласно существующим представлениям, в ра-

диальном распределении величины 𝑌𝑒 как показано на рис. 4 возникает

характерный провал, где 𝑌𝑒 может падать вплоть до значений ∼ 0.1

[90, 96]. Таким образом, неизбежно существует точка, где 𝑌𝑒 принимает
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Рис. 4. Качественное поведение зависимости 𝑌𝑒(𝑟) через 0,1 – 0,2 сек после формиро-
вания ударной волны, с типичным «провалом», образованным за счет «короткой»
нейтринной вспышки. Штриховая линия соответствует значению 𝑌𝑒 = 1/3

значение 1/3. Примечательно, что имеется только одна такая точка с

d𝑌𝑒/d𝑟 > 0 [90, 96].

Отметим, что условие 𝑌𝑒 = 1/3 является необходимым, но все же

еще не достаточным условием резонансной конверсии правых нейтрино в

левые, 𝜈𝑅 → 𝜈𝐿. Необходимо также выполнение условия адиабатичности,

смысл которого сводится к тому, что при смещении от точки резонанса

на расстояние порядка длины осцилляций диагональный элемент 𝐶𝐿 в

уравнении (2.41) по крайней мере не должен существенно превышать

недиагональный элемент 𝜇𝜈𝐵⊥. Если ввести безразмерный параметр 𝑔,
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это условие можно представить в виде:

Δ𝐶𝐿 =
1

𝑔
𝜇𝜈 𝐵⊥ , (2.44)

где буквальной адиабатичности процесса соответствует предел 𝑔 → ∞.

Изменение диагонального элемента на расстоянии порядка длины осцил-

ляций можно записать также в виде

Δ𝐶𝐿 ≈
𝜕𝐶𝐿

𝜕𝑟
Δ𝑟 =

𝜕𝐶𝐿

𝜕𝑟

𝜋

𝜇𝜈 𝐵⊥
, (2.45)

где Δ𝑟 – длина осцилляций. Следовательно,

𝐵⊥ ≈
1

𝜇𝜈

√︂
𝜕𝐶𝐿

𝜕𝑟
, (2.46)

в предположении, что параметр 𝑔 порядка единицы. Более точное усло-

вие адиабатичности основанное на численном решении уравнения (2.41)

приведенно ниже в формуле (2.48)

3. Временна́я эволюция нейтринного сигнала от
сверхновой

3.1. Временна́я эволюция нейтринного потока

Существует возможность реализации процесса переворота спираль-

ности дираковского нейтрино, обладающего магнитным моментом, ко-

торая может привести к интересным наблюдательным следствиям при

детальном исследовании ожидаемого нейтринного сигнала от предстоя-

щего взрыва сверхновой. По существующим представлениям при взры-

ве галактической сверхновой на расстоянии до 10 кПс ожидаемое число

нейтринных событий в детекторе Супер-Камиоканде составит ∼ 104, что

позволит с хорошей точностью зарегистрировать временну́ю эволюцию

нейтринного потока.
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При наличии достаточно сильного магнитного поля в оболочке сверх-

новой возможна не только вышеуказанная конверсия правых нейтрино

в левые, 𝜈𝑅 → 𝜈𝐿 [91,92], но и превращение активных электронных ней-

трино и антинейтрино основного нейтринного потока в стерильную по

отношению к слабому взаимодействию форму 𝜈𝐿 → 𝜈𝑅, 𝜈𝑅 → 𝜈𝐿.

Численный анализ уравнения (2.41) показывает, что после прохож-

дения резонансной области (𝑌𝑒 = 1/3) в результате указанной конвер-

сии поток левых нейтрино ослабляется фактором 𝑊𝐿𝐿, который имеет

смысл вероятности выживания левых нейтрино, 𝜈𝑒𝐿 → 𝜈𝑒𝐿, или, иными

словами, коэффициента прозрачности. На рис. 5 показано характерное

изменение 𝑊𝐿𝐿 при прохождении точки резонанса (помещённой в начало

координат) для различных значений магнитного поля. Видно, что обо-

лочка сверхновой в присутствии достаточно сильного магнитного поля

оказывается практически непрозрачной для активных электронных ней-

трино и антинейтрино, что может привести к ослаблению ожидаемого

нейтринного сигнала от сверхновой.

Более детальный анализ численного решения уравнения (2.41) позво-

ляет установить связь между интенсивностью магнитного поля и пара-

метрами среды в оболочке сверхновой с одной стороны и вероятностью

выживания активных нейтрино 𝑊𝐿𝐿 с другой стороны. Используя ти-

пичные масштабы параметров в рассматриваемой области [90,96]:

d𝑌𝑒
d𝑟
∼ 10−7 см−1 , 𝜌 ∼ 1010 г/см3 , (2.47)
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Рис. 5. Характер изменения с расстоянием 𝑥 (в условных единицах) величины 𝑊𝐿𝐿 –
вероятности выживания левых нейтрино, 𝜈𝑒𝐿 → 𝜈𝑒𝐿, (коэффициента прозрачности)
при прохождении точки резонанса, помещённой в начало координат, для нескольких
значений магнитного поля: (a) 𝐵 = 0.2𝐵𝑒; (b) 𝐵 = 0.5𝐵𝑒; (c) 𝐵 = 𝐵𝑒. Для опреде-
ленности магнитный момент нейтрино предполагается равным 10−13 𝜇B, плотность
1010 г/см3, градиент электронной фракции d𝑌𝑒/d𝑟 ≃ 10−7 см−1

находим аппроксимационную формулу:

𝐵⊥(𝑡)

𝐵𝑒
= 𝑓(𝑊𝐿𝐿)

(︂
10−13𝜇B
𝜇𝜈

)︂
×

×
(︂

𝜌(𝑡)

1010 г/см3

)︂1/2(︂
d𝑌𝑒
d𝑟

(𝑡)× 107 см
)︂1/2

. (2.48)

Здесь фактор

𝑓(𝑊𝐿𝐿) = 0.88
(1−𝑊𝐿𝐿)

0.62

(𝑊𝐿𝐿)0.13
, (2.49)

полученный путем численного моделирования, характеризует степень

адиабатичности процесса конверсии. Буквальная адиабатичность соот-
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ветствует пределу 𝑓 →∞, когда 𝑊𝐿𝐿 → 0, при этом происходит полная

конверсия левых нейтрино в правые, 𝑊𝐿𝑅 = (1−𝑊𝐿𝐿)→ 1.

Консервативное значение 10−13𝜇B, введённое в формуле (2.48) в каче-

стве масштаба для магнитного момента нейтрино, выбрано на порядок

меньше предела (2.5) с тем, чтобы поток стерильных нейтрино, рож-

дающихся в ядре сверхновой за счёт первого из указанных механизмов

конверсии 𝜈𝐿 → 𝜈𝑅 , не искажал динамику взрыва сверхновой. Таким

образом, мы можем использовать параметры модели взрыва без учёта

влияния магнитного момента нейтрино.

Как показал анализ, основанный на подробных данных по радиаль-

ным распределениям и эволюции во времени физических параметров в

ядре сверхновой, полученных в конкретной модели успешного взрыва,

градиент электронной фракции d𝑌𝑒/d𝑟, входящий в уравнение (2.48),

достаточно быстро растёт в точке 𝑌𝑒 = 1/3 со временем, и, таким обра-

зом, при фиксированной интенсивности магнитного поля оболочка через

некоторое время становится более прозрачной для активных нейтрино.

Это означает, что нейтринный сигнал от сверхновой может быть ослаб-

лен в течение некоторого ограниченного отрезка времени после коллапса.

Таким образом, при наличии магнитного момента у дираковского ней-

трино и при достаточно большом магнитном поле в оболочке сверхновой

мог бы иметь место характерный эффект существенного ослабления на-

чального пика интенсивности нейтринного сигнала, предсказываемого

моделями сверхновой. Например, уменьшение нейтринного сигнала в 10

раз (𝑊𝐿𝐿 = 0.1) при типичных значениях параметров среды реализова-



— 48 —

лось бы при величине магнитного поля

𝐵⊥ = 4.9× 1013 Гс
(︂
10−13𝜇B
𝜇𝜈

)︂
×

×
(︂

𝜌

1010 г/см3

)︂1/2(︂
d𝑌𝑒
d𝑟
× 107 см

)︂1/2

. (2.50)

Заметим, что обсуждаемые в литературе [14, 15, 18–21] возможные ве-

личины магнитного поля, генерируемого в оболочке сверхновой, дости-

гают 1016 Гс.

3.2. Нейтринный сигнал от сверхновой SN1987A

Представляет интерес сравнение наблюдательных предсказаний об-

суждаемого эффекта с единственным на данный момент нейтринным

сигналом от сверхновой SN1987A, когда 3 подземных нейтринных детек-

тора: Камиоканде-2 [106,107], ИМБ [108,109] и Баксанский сцинтилля-

ционный телескоп [112] впервые зафиксировали электронные антиней-

трино в реакции 𝜈𝑒+𝑝→ 𝑛+ 𝑒+. Нейтринный сигнал, зафиксированный

детектором ЛСД [111] на 4 часа 43 мин раньше трех указанных детек-

торов, требует отдельного рассмотрения, и мы его не учитываем.

Следует признать, что статистика нейтринных событий от SN1987A,

разумеется, недостаточна для уверенных заключений о временно́й эво-

люции потока нейтрино: детектор Камиоканде зафиксировал 11 событий

(еще одно событие отнесено к фону), детектор ИМБ – 8 событий, и Бак-

санский телескоп – 5 событий (еще одно отнесено к фону). Объединение

данных всех трех детекторов для исследования временно́й эволюции ней-

тринного сигнала представляет собой серьезную проблему. Во-первых,

точность временно́й привязки сигналов была различной: у ИМБ она со-

ставляла ± 50 мc, у Камиоканде ± 1 мин, у Баксанского телескопа ± 2
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c. Во-вторых, детекторы имели различный порог чувствительности: при

энергии позитронов менее 27 МэВ эффективность их регистрации детек-

тором ИМБ падала ниже 30%, у детекторов Камиоканде и Баксанского

соответствующие пороги составляли 7 и 9 МэВ.

Простейшее, и вместе с тем небезосновательное решение проблемы

временно́й привязки сигналов состоит в том, что первые события в сери-

ях от различных детекторов объявляются совпадающими по времени, и

производится соответствующий временно́й сдвиг [110]. Основанием для

такого решения служит то, что, согласно существующим моделям взры-

ва сверхновой [90, 96], светимость ядра сверхновой через электронные

антинейтрино достигает максимума за время около 30 мс после отскока,

и затем после 200 мс достаточно быстро убывает. Таким образом, ве-

роятность регистрации антинейтрино, родившихся именно на этом вре-

менно́м отрезке, максимальна. Совмещая во времени первые события во

всех трех детекторах, и выбирая этот момент за начало отсчета времени

𝑡 = 0, мы получаем массив из 24 событий [106,109,112] во временно́м ин-

тервале от 0 до 12.4 с, причем 17 событий приходится на первые 3 с. Одна-

ко временно́е распределение этих событий не обнаруживает какого-либо

начального пика. Таким образом, не исключено, что временна́я эволю-

ция единственного наблюдавшегося нейтринного сигнала от сверхновой

SN1987A подтверждает описанное выше ослабление начального пика.

3.3. О возможности существования нейтринного пульсара

Укажем на еще одно возможное интересное проявление магнитного

момента нейтрино. Если при взрыве сверхновой рождается магнитар с

полоидальным магнитным полем порядка 1014 − 1015 Гс, то, учитывая,



— 50 —

что в формулы (2.41), (2.48) входит поперечная составляющая магнит-

ного поля 𝐵⊥, нейтрино могут избежать конверсии своей спиральности

только в узкой области вблизи полюсов. При вращении рождающегося

магнитара вокруг оси, не совпадающей с его магнитным моментом, и ес-

ли нам “повезет” с ориентацией оси вращения, нейтринный сигнал будет

иметь пульсирущий характер, то есть может наблюдаться своего рода

нейтринный пульсар.

Следует заметить, что описанное влияние сильного магнитного поля

при наличии магнитного момента у нейтрино на временну́ю эволюцию

нейтринного сигнала является, строго говоря, неполным без учёта эф-

фектов осцилляций нейтринных ароматов [113]. Комплексное воздей-

ствие указанных эффектов на поток нейтрино требует специального ис-

следования. Можно указать на возможное проявление смешивания аро-

матов нейтрино. Поскольку выражение (2.40) относится только к элек-

тронному нейтрино, в амплитуде рассеяния которого на электронах сре-

ды присутствуют каналы обмена как нейтральным 𝑍-бозоном, так и за-

ряженным 𝑊 -бозоном. Для мюонного и тау-нейтрино, которые рассеи-

ваются на электронах только через обмен нейтральным 𝑍-бозоном, до-

полнительная энергия имеет вид

С𝜇,𝜏
𝐿 = −𝐺F√

2
𝑁𝐵 (1− 𝑌𝑒) , (2.51)

т.е. нигде не обращается в нуль, и указанный резонансный переход невоз-

можен. Учитывая, что в нейтринном потоке, исходящем из ядра сверхно-

вой, возможны резонансные осцилляции аромата в верхних слоях звезды,

в потоке нейтрино, достигающих Земли, может иметь место дефицит не

только нейтрино электронного аромата, но скорее других типов нейтри-

но, 𝜈𝜇 и 𝜈𝜏 . Таким образом, для реставрации потока нейтрино от сверх-
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новой необходимы детекторы, чувствительные ко всем типам нейтрино.

Реставрированный таким образом поток нейтрино от сверхновой будет

иметь пульсирующий характер во времени, с глубиной пульсаций∼ 30%,

как это качественно проиллюстрировано на рис. 6

Рис. 6. Иллюстрация пульсирующего характера нейтринного сигнала при вращении
рождающегося магнитара вокруг оси, не совпадающей с его магнитным моментом –
нейтринного пульсара

В заключение отметим, что при наличии магнитного момента у ди-

раковского нейтрино и при достаточно большом магнитном поле в обо-

лочке сверхновой мог бы иметь место характерный эффект существен-

ного ослабления начального пика интенсивности нейтринного сигнала,

предсказываемого моделями сверхновой. Например, при типичных зна-

чениях параметров среды и при значении магнитного момента нейтрино
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∼ 10−13𝜇B, то есть на порядок меньше существующего астрофизическо-

го предела, уменьшение нейтринного сигнала в 10 раз реализовалось бы

уже при величине магнитного поля порядка критического 𝐵𝑒.

Примечательно, что, как показал анализ, временна́я эволюция един-

ственного наблюдавшегося нейтринного сигнала от сверхновой SN1987A

возможно подтверждает указанное ослабление начального нейтринного

пика.

Если при взрыве сверхновой рождается магнитар с полоидальным

магнитным полем, то при его вращении вокруг оси, не совпадающей с

магнитным моментом, и при “удачной” ориентации оси вращения ней-

тринный сигнал будет иметь пульсирующий характер, то есть может на-

блюдаться своего рода нейтринный пульсар.
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Глава III

Радиационный «распад» безмассового нейтрино

1. Дисперсия частиц во внешней активной среде

1.1. Дисперсия в среде: основные определения

Дисперсионные эффекты в веществе существенно влияют на распро-

странение частиц с небольшими массами (фотоны, нейтрино), в то время

как другие частицы остаются практически нечувствительными к влия-

нию среды (например, аксионы и другие Намбу-Голдстоуновские бозо-

ны). Анализируя существующую связь между рассеянием вперёд и ко-

эффициентом преломления, можно получить и исследовать законы дис-

персии фотонов и нейтрино.

В соответствии с общими понятиями квантовой теории поля части-

цы есть квантованные возбуждения соответствующих полей: фотоны –

электромагнитного поля, электроны – электрон-позитронного поля и так

далее. Обычно удобно описывать эти поля с помощью плоских волн, ха-

рактеризующихся частотой 𝜔 и волновым вектором k. Тогда возбужде-

ния данных мод обладают временны́м и пространственным поведением,

которое описывается фактором exp [−𝑖 (𝜔𝑡− kx)]. Частота при заданном

волновом векторе определяется дисперсионным соотношением. Посколь-

ку (𝜔,k) – это 4-вектор, то исходя из лоренц-инвариантности, получаем,

что в вакууме величина 𝜔2 − k2 = 𝑚2 одинакова для всех частот и 𝑚

есть масса частицы. Одним из следствий этого ковариантного дисперси-

онного соотношения является то, что распады вида 1→ 2+3 возможны
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только при условии 𝑚1 > 𝑚2 + 𝑚3, чтобы в системе покоя частицы 1

было достаточно энергии для рождения конечных состояний.

В среде соотношения дисперсии, как правило, преобразуются за счёт

когерентных взаимодействий с “фоном”. В простейшем случае частица

приобретает эффективную массу, вызванную присутствием среды. На-

пример, у фотонов в нерелятивистской плазме соотношение дисперсии

будет иметь вид 𝜔2 = 𝜔2
𝑃 + k2, где 𝜔𝑃 есть так называемая плазменная

частота, определяемая выражением

𝜔2
𝑃 =

4𝜋 𝛼𝑛𝑒
𝑚𝑒

, (3.1)

здесь 𝑛𝑒 – концентрация электронов. Появление у фотона в среде эффек-

тивной массы ведёт к тому, что при условии 𝜔2
𝑃 > 4𝑚2

𝜈 становится кине-

матически разрешённым распад 𝛾 → 𝜈𝜈, который может происходить в

звёздах. Фактически этот плазменный процесс является основным меха-

низмом излучения нейтрино в широком диапазоне температур и плотно-

стей, включая, например, физические условия внутри белых карликов и

красных гигантов. Наряду с горячей плотной плазмой значимое влияние

на дисперсионные свойства частиц может оказывать другая компонен-

та активной астрофизической среды – сильное магнитное поле. Однако

указанное влияние поля является существенным только в случае его до-

статочно большой интенсивности.

1.2. Поляризационный оператор фотона во внешнем магнит-
ном поле

Дисперсионные свойства фотона в магнитном поле определяются его

поляризационным оператором, который может быть получен из ампли-



— 55 —

тудыℳ𝛾→𝛾 перехода фотон-фотон:

ℳ𝛾→𝛾 = 𝜀*𝛼Π𝛼𝛽 𝜀𝛽 , (3.2)

описываемого диаграммой Фейнмана, изображённой на рис. 7.

Рис. 7. Поляризационный оператор фотона в сильном магнитном поле

Здесь двойная линия в петле соответствует точному пропагатору за-

ряженного фермиона в магнитном поле. При этом доминирующую роль

играет электрон как частица с максимальным удельным зарядом 𝑒/𝑚𝑒,

наиболее чувствительная к влиянию внешнего поля. Поляризационный

оператор фотона во внешнем поле исследовался в целом ряде работ (см.,

например, [36–40]). Удобно представить поляризационный оператор в

форме

Π𝛼𝛽 =
3∑︁

𝜆=1

𝑏
(𝜆)
𝛼 𝑏

(𝜆)
𝛽

(𝑏(𝜆))2
Π(𝜆)(𝑞), (3.3)

где Π(𝜆) – собственные значения поляризационного оператора, 𝑏(𝜆)𝛼 – его
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собственные векторы, образующие ортогональный базис:

𝑏(1)𝛼 = (𝑞𝜙)𝛼, 𝑏(2)𝛼 = (𝑞𝜙)𝛼,

𝑏(3)𝛼 = 𝑞2(𝑞𝜙𝜙)𝛼 − 𝑞𝛼 (𝑞𝜙𝜙𝑞), 𝑏(4)𝛼 = 𝑞𝛼 . (3.4)

Функции Π(𝜆)(𝑞) можно записать в виде [40]

Π(𝜆)(𝑞) = −𝛼
𝜋

1∫︁
0

𝑑𝑢

∞∫︁
0

𝑑𝑡

𝑡

[︃
𝛽𝑡

sin 𝛽𝑡
𝜚(𝜆) 𝑒−𝑖Ω − 𝑞21− 𝑢

2

2
𝑒−𝑖Ω0

]︃
+Π(vac)(𝑞2),

𝜚(1) =
𝑞2‖
2

(︂
cos 𝛽𝑡𝑢− 𝑢 sin 𝛽𝑡𝑢

tg 𝛽𝑡

)︂
− 𝑞2⊥

cos 𝛽𝑡𝑢− cos 𝛽𝑡

sin2 𝛽𝑡
,

𝜚(2) = 𝑞2‖
1− 𝑢2

2
cos 𝛽𝑡− 𝑞2⊥

2

(︂
cos 𝛽𝑡𝑢− 𝑢 sin 𝛽𝑡𝑢

tg 𝛽𝑡

)︂
,

𝜚(3) =
𝑞2

2

(︂
cos 𝛽𝑡𝑢− 𝑢 sin 𝛽𝑡𝑢

tg 𝛽𝑡

)︂
, (3.5)

где

Ω = Ω0 +
𝑞2⊥
2

(︃
cos 𝛽𝑡𝑢− cos 𝛽𝑡

𝛽 sin 𝛽𝑡
− 1− 𝑢2

2
𝑡

)︃
,

Ω0 = 𝑡

(︃
𝑚2

𝑒 − 𝑞2
1− 𝑢2

4

)︃
, 𝑞2‖ = 𝜔2 − 𝑘23 , 𝑞2⊥ = −k2

⊥ .

В выражениях (3.5) произведено вычитание вакуумного поляризацион-

ного оператора, в результате чего интеграл по 𝑡 стал сходящимся, затем

был добавлен перенормированный вакуумный поляризационный опера-

тор. Функция Π(vac)(𝑞2) описывает поляризацию вакуума в отсутствии

поля и имеет вид (см., например, [114])

Π(vac)(𝑞2) =
𝛼

2𝜋
𝑞2 𝑣(𝑞2) , (3.6)

𝑣(𝑞2) =

1∫︁
0

𝑑𝑢 (1− 𝑢2) ln
(︂
1− 𝑞2

4𝑚2
𝑒

(1− 𝑢2)
)︂
. (3.7)
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Как показывает анализ уравнений дисперсии реального фотона в маг-

нитном поле,

𝑞2 − Π(𝜆)(𝑞) = 0 , (𝜆 = 1, 2, 3), (3.8)

только две поперечные поляризации, 𝜆 = 1, 2, являются физическими,

тогда как фотон с третьей поляризацией, 𝜆 = 3, физическим не являет-

ся. Действительно, подставляя выражение для Π(3)(𝑞) в уравнение (3.8),

видим, что оно имеет единственное решение 𝑞2 = 0. При этом из (3.4)

следует, что базисный вектор 𝑏
(3)
𝛼 пропорционален 4-импульсу фотона

𝑞𝛼, то есть соответствующий оператор электромагнитного поля пропор-

ционален полной дивергенции и может быть устранён калибровочным

преобразованием.

Векторы поляризации фотонов с определённым законом дисперсии

пропорциональны собственным векторам 𝑏
(1,2)
𝛼 :

𝜀(1)𝛼 =
√︀
𝒵1

(𝑞𝜙)𝛼√︀
𝑞2⊥
, 𝜀(2)𝛼 =

√︀
𝒵2

(𝑞𝜙)𝛼√︁
𝑞2‖

. (3.9)

Множители
√
𝒵𝜆 учитывают перенормировку волновых функций фото-

нов

𝒵−1𝜆 = 1− 𝜕Π(𝜆)

𝜕𝑞2‖
. (3.10)

Эти перенормировки особенно существенны в окрестности циклотрон-

ных резонансов

𝑞2‖ =
(︁√︀

𝑚2
𝑒 + 2𝑛𝑒𝐵 +

√︀
𝑚2

𝑒 + 2𝑛′𝑒𝐵
)︁2
, (3.11)

где функции Π(𝜆)(𝑞) имеют корневые сингулярности.
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Следует заметить, что в названиях двух поляризационных состояний

фотона в магнитном поле (3.9) существует несогласованность. По тер-

минологии классической работы Адлера [115] это так называемые “про-

дольная” ‖ и “поперечная” ⊥ фотонные моды, 𝜀(1)𝛼 = 𝜀
(‖)
𝛼 и 𝜀

(2)
𝛼 = 𝜀

(⊥)
𝛼 .

Эти обозначения были основаны на расположении вектора напряжённо-

сти магнитного поля электромагнитной волны фотона по отношению к

плоскости, образованной вектором внешнего магнитного поля B и им-

пульсом фотона q. Позднее некоторые авторы, по-видимому, рассуди-

ли, что более естественно основываться на расположении вектора на-

пряжённости электрического поля электромагнитной волны фотона по

отношению к указанной плоскости, и стали использовать противополож-

ные обозначения (см., например, [50, 116]. В результате в некоторых ра-

ботах (см., например, [117]), обозначения оказались перепутанными и,

ссылаясь на статью [115], авторы в действительности использовали обо-

значения статьи [116]. Иногда предпринимались также попытки ввести

другие обозначения для двух фотонных поляризаций, 𝐵 и 𝐶, I и II (см.,

например, [118]) или 𝜎 и 𝜋-поляризации (с точностью до калибровочно-

го преобразования) (см., например, [119]). Мы используем обозначения

𝜀
(1,2)
𝛼 (см. (3.9)).

В пределе сильного поля в кинематической области 𝑞2‖ ≪ 𝑒𝐵 выраже-

ния для функций Π(𝜆)(𝑞) существенно упрощаются и могут быть запи-
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саны в виде

Π(1)(𝑞) = − 𝛼

3𝜋
𝑞2⊥ +

𝛼

3𝜋
𝑞2
(︂
ln
𝐵

𝐵𝑒
− 𝐶 − 𝛾E +

3

2
𝑣(𝑞2)

)︂
+

+ 𝑂

(︂
1

𝑒𝐵

)︂
, (3.12)

Π(2)(𝑞) = −2𝛼
𝜋
𝑒𝐵 𝐻

(︃
𝑞2‖
4𝑚2

𝑒

)︃
+

𝛼

3𝜋
𝑞2
(︂
ln
𝐵

𝐵𝑒
− 𝐶 − 𝛾E +

3

2
𝑣(𝑞2)

)︂
+

+ 𝑂

(︂
1

𝑒𝐵

)︂
, (3.13)

Π(3)(𝑞2) =
𝛼

3𝜋
𝑞2
(︂
ln
𝐵

𝐵𝑒
− 𝐶 − 𝛾E +

3

2
𝑣(𝑞2)

)︂
+𝑂

(︂
1

𝑒𝐵

)︂
, (3.14)

где 𝛾E = 0.577 . . . – постоянная Эйлера, 𝐶 ≃ 1.2147 есть численное

значение интеграла

𝐶 =
1

2

∞∫︁
0

𝑑𝑧

𝑧

(︂
1 + 3𝑧

1 + 𝑧
+

3

𝑧 th 𝑧
− 3

th2 𝑧

)︂
. (3.15)

Функция 𝐻(𝑧), введённая в выражении (3.13), имеет вид

𝐻(𝑧) =

1∫︁
0

𝑑𝑢

1− 𝑧(1− 𝑢2)− 𝑖0
− 1 (3.16)

и в различных областях значений аргумента равна:

𝐻(𝑧) =
1

2
√︀
−𝑧(1− 𝑧)

ln

√
1− 𝑧 +

√
−𝑧√

1− 𝑧 −
√
−𝑧
− 1 , 𝑧 < 0 ,

𝐻(𝑧) =
1√︀

𝑧(1− 𝑧)
arctg

√︂
𝑧

1− 𝑧
− 1 , 0 < 𝑧 < 1 , (3.17)

𝐻(𝑧) = − 1

2
√︀
𝑧(𝑧 − 1)

ln

√
𝑧 +
√
𝑧 − 1

√
𝑧 −
√
𝑧 − 1

− 1 +
𝑖𝜋

2
√︀
𝑧(𝑧 − 1)

, 𝑧 > 1 .



— 60 —

Функция имеет асимптотики:

𝐻(𝑧) ≃ 2

3
𝑧 +

8

15
𝑧2 +

16

35
𝑧3 , |𝑧| ≪ 1 , (3.18)

𝐻(𝑧) ≃ −1− 1

2𝑧
ln 4|𝑧| , |𝑧| ≫ 1 . (3.19)

Следует заметить, что в реальных вычислениях члены с 𝑞2, содержа-

щиеся в выражениях (3.12) и (3.13), несущественны, так как определяют,

в соответствии с дисперсионным уравнением (3.8), поправки порядка 𝛼.

Рис. 8. Закон дисперсии в сильном магнитном поле для фотонов первой и второй
мод: дисперсионная кривая фотона моды 2 выше линии 𝑞2‖ = 4𝑚2

𝑒 представляет собой
реальную часть функции Π(2); пунктирная линия соответствует вакуумной дисперсии
𝑞2 = 0

Решение дисперсионного уравнения (3.8) для фотона второй моды,

определяемое функцией (3.13), изображено на рис. 8. Пунктирная ли-
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ния соответствует вакуумной дисперсии 𝑞2 = 0. В области выше этой

линии квадрат “массы фотона” Re Π(2) имеет положительный знак, ни-

же линии – отрицательный. Расстояние по вертикали от данной точки

дисперсионной кривой до линии 𝑞2 = 0 равно |𝑞2|. Линия 𝑞2 = 0 и го-

ризонтальная линия 4𝑚2
𝑒 делят плоскость на области, соответствующие

различным нейтринным процессам.

Решение уравнения (3.8) для фотона первой моды, как видно из выра-

жения для функции (3.12), в рассматриваемой кинематической области

представляет собой прямую, незначительно отклоняющуюся от вакуум-

ной прямой 𝑞2 = 0 в область отрицательных 𝑞2.

2. Радиационный распад безмассового нейтрино с
учетом вклада позитрония в поляризационном опе-
раторе фотона

2.1. Излучение фотона безмассовым нейтрино 𝜈 → 𝜈𝛾

Процесс 𝜈 → 𝜈𝛾 в магнитном поле исследовался в случаях относи-

тельно слабого поля [41], сильного поля [42] и для поля произвольной

интенсивности [50]. Однако в этих работах рассматривалась только си-

туация с относительно малыми энергиями нейтрино, 𝐸 < 2𝑚𝑒. В случае

более значительных энергий нейтрино, 𝐸 & 2𝑚𝑒, который интересен в

свете возможных астрофизических приложений, становятся существен-

ными большие радиационные поправки, приводящие к перенормировке

волновых функций фотонов (см. (3.9)). Ещё одним существенным факто-

ром является значительное отклонение закона дисперсии фотона второй

моды от вакуумного (см. рис. 8). Оба эти фактора были впервые кор-

ректно учтены в работе [51]. Но и в этой, и в других работах при расчете
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радиационного распада нейтрино в поляризационном операторе фотона

учитывался только петлевой вклад виртуальных свободных (не образую-

щих связанного состояния – позитрония ) электронов и позитронов. На

первый взгляд учет вклада позитрония должен давать малую поправ-

ку следующего порядка по постоянной тонкой структуры 𝛼 ≈ 1/137.

Однако в сильном магнитном поле, 𝐵 ≫ 𝐵𝑒,этот вклад приводит к су-

щественному изменению дисперсионных свойств фотона в окрестности

циклотронного резонанса [128] , что, в свою очередь, влияет на ширину

самого процесса 𝜈 → 𝜈𝛾. В работе [133] исследовался процесс радиа-

ционного
”
распада“ нейтрино 𝜈 → 𝜈𝛾 относительно высоких энергий,

𝐸 ≫ 𝑚𝑒, с учетом влияния позитрония как на дисперсию фотона, так и

на амплитуду процесса.

2.2. Кинематика процесса 𝜈 → 𝜈𝛾

Процесс 𝜈 → 𝜈𝛾 в вакууме запрещен, поскольку вакуумный закон

дисперсии фотона 𝑞2 = 0 противоречит закону сохранения, из которого

следует, что 4-импульс фотона должен быть пространственно подобен,

𝑞2 = (𝑝− 𝑝’)2 < 0 , где 𝑝 и 𝑝’ 4-импульсы начального и конечного ней-

трино соответственно. Однако в оптически активных средах процесс мо-

жет идти при условии 𝑞2 < 0 . Например, закон дисперсии в плазме, см.

рис. 9, открывает данный процесс для продольных плазмонов, когда их

дисперсионная ветвь оказывается в области 𝑞2 < 0 [120] , либо в диэлек-

триках с показателем преломления 𝑛 > 1 [121] . Следует отметить, что

оптически активной средой является также и магнитное поле, где суще-

ствуют дисперсионные ветви с 𝑞2 < 0 (см. рис. 8). Известно [122] , что

в магнитном поле определенный закон дисперсии имеют фотоны двух
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Рис. 9. Дисперсионные кривые поперечного плазмона 𝜔2 = 𝜔2
𝑡 (k) (верхняя линия) и

продольного плазмона 𝜔2 = 𝜔2
𝑙 (k) (нижняя линия), пунктирная линия соответствует

вакуумной дисперсии 𝑞2 = 0

поляризаций:

𝜀𝛼
(1) =

√︀
𝑍1

(𝑞𝜙)𝛼√︀
𝑘 2
⊥
; 𝜀𝛼

(2) =
√︀
𝑍2

(𝑞𝜙)𝛼√︁
𝑞 2
‖

, (3.20)

где 𝜙𝛼𝛽 ≡ 𝐹 𝛼𝛽/𝐵 – безразмерный тензор магнитного поля,

𝜙𝛼𝛽 ≡ 1
2𝜖

𝛼𝛽𝜇𝜈𝜙𝜇𝜈 – дуально сопряженный тензор поля, а множите-

ли 𝑍 −1𝜆 = 1− 𝜕Π(𝜆)/𝜕𝑞 2
‖ , учитывают эффект перенормировки волновых

функций фотонов, который, как мы увидим ниже, оказывается

существенным в окрестности циклотронных резонансов [38] , Π(𝜆) – соб-

ственные значения поляризационного оператора фотона моды 𝜆 = 1, 2 .

4-импульс фотона 𝑞𝛼 = (𝜔 ,k) разбит на два двумерных импульса: век-
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тор в минковском подпространстве (0,3) 𝑞 𝛼
‖ = (𝜔 , 0 , 0 , 𝑘3) , 𝑞 2

‖ = 𝜔2 − 𝑘 2
3

и вектор в плоскости поперечной магнитному полю 𝑞 𝛼
⊥ = (0 ,k⊥ , 0) .

Предполагается, что третья ось направлена воль магнитного поля B .

Отметим, что разбиение на 𝑞 𝛼
‖ и 𝑞 𝛼

⊥ можно представить в ковариантном

виде: 𝑞 𝛼
‖ = (𝑞 𝜙𝜙)𝛼, 𝑞 𝛼

⊥ = (𝑞 𝜙𝜙)𝛼.

В качестве примера влияния дисперсии фотона на кинематику оценим

фазовый объем процесса 𝜈 → 𝜈 𝛾:

𝛷 =

∫︁
𝑑3𝑝′ 𝑑3𝑘

𝐸 ′ 𝜔
𝛿4(𝑃 − 𝑃 ′ − 𝑞) =

∫︁
𝑑3𝑘

𝜔(𝑘)𝐸 ′
𝛿(𝐸 − 𝐸 ′ − 𝜔(𝑘)) , (3.21)

где интеграл вычисляется с учетом зависимости энергии фотона от его

импульса 𝜔(𝑘) .

Для фотона моды 1 найдем фазовый объем, интегрируя по дис-

персионной прямой, изображенной на рис. 10. Дисперсию фотона

𝜔(𝑘) =
√︀
𝑘 2
⊥𝜁 + 𝑘 2

3 , где 𝜁 = 1− 𝛼/3𝜋 , легко получить из выражения

для поляризационного оператора (3.12), используя закон дисперсии:

𝑞 2
‖ − 𝑘 2

⊥ = 𝑞2 = 𝛱(1) , где 𝛱(1) ≈ − 𝛼

3𝜋
𝑘 2
⊥ . (3.22)

Интегрирование удобно провести в системе отсчета, где импульс началь-

ного нейтрино направлен поперек к магнитному полю, а ось «x» системы

координат направить вдоль импульса нейтрино (см. рис 11). В выбран-

ной системе координат фазовый объем имеет вид:

𝛷 =

∞∫︁
0

𝑘⊥𝑑𝑘⊥

2𝜋∫︁
0

𝑑𝜙

∞∫︁
−∞

𝑑𝑘3
𝐸 ′ 𝜔

𝛿 (𝐸 − 𝐸 ′ − 𝜔) . (3.23)

Используя представление 𝛿 - функции:

𝛿(𝐸 − 𝐸 ′ − 𝜔) = 𝐸 ′ 𝜔

𝑘*𝐸
(𝛿(𝑘3 − 𝑘*) + 𝛿(𝑘3 + 𝑘*)) , (3.24)
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Рис. 10. Фазовый объем представляется в виде интеграла по линейному участку

и интегрируя по 𝑘3 , получаем фазовый объем в виде:

𝛷 =
2

𝐸

𝐸∫︁
0

𝑘⊥𝑑𝑘⊥

𝜙0∫︁
0

𝑑𝜙

𝑘*
, (3.25)

где 𝑘* есть корень уравнения:

𝐸 − 𝐸 ′ − 𝜔(𝑘) = 0 , (3.26)

𝐸 ′ - энергия конечного нейтрино:

𝐸 ′ =

√︁
(p− k)2 =

√︁
𝑘 2

3 + 𝐸2 − 2𝐸 𝑘⊥ cos𝜙+ 𝑘 2
⊥ . (3.27)

Решая уравнение (3.26), находим:

𝑘* = 𝑘⊥

√︃(︂
cos𝜙− 𝑘⊥

2𝐸
(1− 𝜁)

)︂2

− 𝜉 ≈ 𝑘⊥
√︀
cos2 𝜙− 𝜁 , (3.28)
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Рис. 11. Область интегрирования для фотона моды 1

поскольку, 1− 𝜁 = 𝛼/3𝜋 ≪ 1. Вводя обозначение cos2 𝜙0 = 𝜁, интеграл

приводится к виду:

𝛷 =
4

𝐸

𝐸∫︁
0

𝑑𝑘⊥

𝜙0∫︁
0

𝑑𝜙√︀
cos2 𝜙− cos2 𝜙0

, (3.29)

далее, интегрируя по 𝑘⊥ и выполняя несложные преобразования, полу-

чаем:

𝛷 =
4

sin𝜙0

𝜙0∫︁
0

𝑑𝜙√︁
1− sin2 𝜙

sin2 𝜙0

. (3.30)

После замены переменных sin2 𝜙/ sin2 𝜙0 = sin𝛼 интеграл сводится к

полному эллиптическому интегралу:

𝛷 = 4

𝜋
2∫︁

0

𝑑𝛼√︀
1−𝐾2 sin2 𝛼

, (3.31)
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где 𝐾2 = sin2 𝜙0 . Учитывая, что 𝐾2 = 𝛼/3𝜋 ≪ 1 , находим фазовый

объем распада нейтрино 𝜈 → 𝜈 𝛾(1) с участием фотона первой моды:

𝛷 ≈ 2 𝜋 . (3.32)

Далее приведем расчет фазового объема процесса с участием фотона

второй моды. Фазовый объем, соответствующий дисперсионной линии

фотона моды 2 , в области 𝑞2 < 0 (см. рис 8) приближено можно пред-

ставить в виде суммы двух интегралов (см. рис. 12), первый из кото-

рых соответствует части дисперсионной линии, где фотон имеет закон

дисперсии близкий к линейному и второй - части дисперсионной линии,

идущей практически горизонтально, 𝑞 2
‖ ≈ 4𝑚2 .

Рис. 12. Фазовый объем приближено представляется в виде суммы двух интегралов
по линейным участкам

Дисперсию фотона на первом участке интегрирования легко полу-
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чить, если в поляризационном операторе (3.13) воспользоваться асимп-

тотикой функции 𝐻(𝑧) при |𝑧| ≪ 1 (3.18).

𝛱(2) ≈ − 𝛼𝑏

3𝜋
𝑞 2
‖ . (3.33)

Из закона дисперсии 𝑞 2
‖−𝑘 2

⊥ = 𝑞2 = 𝛱(2) получаем, что на этом участке

интегрирования

𝜔(𝑘) =

√︃
𝑘 2
⊥
𝜉

+ 𝑘 2
3 , где 𝜉 = 1 +

𝛼 𝑏

3 𝜋
. (3.34)

Далее процедура интегрирования полностью аналогична ранее приве-

денной для фотона первой моды, отличия возникают только в области

интегрирования, которая показана на рис. 13.

Рис. 13. Область интегрирования для первой части фазового объема



— 69 —

𝛥𝛷(𝐼) =
4

𝐸

2𝑚
√
𝜉∫︁

0

𝑑𝑘⊥

𝜙0∫︁
0

𝑑𝜙√︀
cos2 𝜙− cos2 𝜙0

, (3.35)

где введено обозначение cos2 𝜙0 = 1/𝜉. Делая аналогичные преобразова-

ния и замену переменной, интеграл сводится к полному эллиптическому

интегралу:

𝛥𝛷(𝐼) =
8𝑚
√
𝜉

𝐸

𝜋
2∫︁

0

𝑑𝛼√︀
1− 𝑘2 sin2 𝛼

, где 𝑘2 = sin2 𝜙0 =
𝜉 − 1

𝜉
, (3.36)

который удается аппроксимировать довольно простым выражением:

𝛥𝛷(𝐼) ≈ 2𝜋

√︃
4𝑚2𝜉

(𝑝𝜙𝜙𝑝)
(1 + 0, 26 ln 𝜉) , (3.37)

здесь инвариант (𝑝𝜙𝜙𝑝) = 𝐸 2
⊥ = 𝐸2 sin2 𝜃 имеет смысл квадрата попе-

речной энергии начального нейтрино, где 𝜃 – угол между векторами им-

пульса нейтрино и магнитного поля.

Далее приведем расчет фазового объема для второго, "горизонталь-

ного" участка интегрирования. Область интегрирования показана на

рис. 14. Здесь удобно ввести новое обозначение r ≡ −p′⊥ и интегри-

рование вести в переменных 𝑟 , 𝜙. Фазовый объем будет выражаться сле-

дующим интегралом:

𝛥𝛷(𝐼𝐼) ≈ 2

𝐸

𝐸−2𝑚∫︁
0

𝑟𝑑𝑟

2𝜋∫︁
0

𝑑𝜙

𝑘*
, (3.38)

где 𝑘* - это корень уравнения 𝐸 − 𝐸 ′ − 𝜔(𝑘) = 0. Знак прибли-

женного равенства здесь означает, что мы в интеграле не исключи-

ли малую область между 2𝑚 и 2𝑚
√
𝜉 (рис. 14) , вклад от которой,



— 70 —

Рис. 14. Область интегрирования для второй части фазового объема

как показывает анализ, оказывается мал, порядка 𝑚/𝐸. Для исследу-

емого участка интегрирования дисперсия фотона 𝜔(𝑘) =
√︀

4𝑚2 + 𝑘23,

а энергия конечного нейтрино в наших обозначениях имеет вид

𝐸 ′ =
√︁
(p− k)2 =

√︀
𝑝′⊥

2 + 𝑘23 =
√︀
𝑟2 + 𝑘23. Уравнение на 𝑘* примет вид:

(𝐸2 − 𝑟2 + 4𝑚2)
2

4𝐸2
= (𝑘*)2 + 4𝑚2 , (3.39)

𝑘* =

√︀
(𝐸2 − 𝑟2 + 4𝑚2)2 − 16𝑚2𝐸2

2𝐸
. (3.40)

Подставляя 𝑘* в выражение для фазового объема, получим:

𝛥𝛷(𝐼𝐼) ≈ 4𝜋

𝐸−2𝑚∫︁
0

𝑟 𝑑𝑟√︀
(𝐸2 − 𝑟2 + 4𝑚2)2 − 16𝑚2𝐸2

, (3.41)
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Интегрируя, получаем выражение для фазового объема:

𝛥𝛷(𝐼𝐼) ≈ 2𝜋 ln
𝐸2

4𝑚2
= 2𝜋 ln

(𝑝𝜙𝜙𝑝)

4𝑚2
. (3.42)

Выпишем вклады в фазовый объем от обоих участков интегрирования:

𝛥𝛷(𝐼) ≈ 2𝜋

√︃
4𝑚2𝜉

(𝑝𝜙𝜙𝑝)
(1 + 0, 26 ln 𝜉) ,

𝛥𝛷(𝐼𝐼) ≈ 2𝜋 · ln (𝑝𝜙𝜙𝑝)

4𝑚2
.

(3.43)

Из выражений (3.43) следует, что вклад второго участка дисперсионной

лини доминирует для нейтрино с энергией 𝐸⊥ ≫ 𝑚𝑒 , 𝛥𝛷(𝐼𝐼) ≫ 𝛥𝛷(𝐼) и

в дальнейших вычислениях вероятности процесса 𝜈 → 𝜈 𝛾 можно огра-

ничиться интегрированием только по «горизонтальному» участку дис-

персионной линии.

2.3. Амплитуда процесса 𝜈 → 𝜈 𝛾

Рассматривая процесс радиационного «распада» нейтрино в сильном

магнитном поле, ограничимся локальным пределом слабого взаимодей-

ствия левого нейтрино с виртуальными электронами, когда пропагаторы

промежуточных 𝑊 и 𝑍−бозонов «стягиваются» в точку, как это по-

казано на рис. 15. При этом, имея ввиду возможные астрофизические

приложения, будем считать, что энергия нейтрино относительно велика,

𝐸⊥ ≫ 𝑚𝑒 , но при этом магнитное поле остается самым большим пара-

метром задачи. Таким образом, в вычислениях будет подразумеваться

следующая иерархия параметров:

𝑚 2
𝑊 ≫ 𝑒𝐵 ≥ 𝐸 2

𝜈 ≫ 𝑚 2
𝑒 . (3.44)
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Рис. 15. Диаграмма, описывающая вершину 𝜈𝜈𝛾 в локальном пределе слабого взаи-
модействия

Лагранжиан взаимодействия, соответствующий процессу 𝜈 → 𝜈𝛾, имеет

вид:

𝐿 = −𝐺𝐹√
2
𝑗 (𝜈)
𝛼

(︀
𝛹𝑒𝛾

𝛼(𝐶𝑉 + 𝐶𝐴𝛾5)𝛹𝑒

)︀
+ 𝑒(𝛹𝑒𝛾

𝛼𝛹𝑒)𝐴𝛼 , (3.45)

здесь 𝑗 (𝜈)
𝛼 = 𝛹𝜈𝛾𝛼(1 + 𝛾5)𝛹𝜈 – оператор нейтринного тока, константы 𝐶𝑉 ,

𝐶𝐴 определены следующим образом:

𝐶𝑉 = ±1
2
+ 2 sin2 𝜃𝑊 ; 𝐶𝐴 = ±1

2
,

где верхний знак соответствует электронному нейтрино (при этом вклад

в процесс дает обмен как 𝑍− , так и 𝑊−бозоном), а нижние знаки - мю-

онному и тау нейтрино (при этом вклад обусловлен только 𝑍−бозоном),

𝜃𝑊 – угол Вайнберга. Нейтринный оператор 𝛹𝜈 и фотонный оператор 𝐴𝛼

определяются в виде разложения по плоским волнам Де-Бройля, а элек-

тронный оператор 𝛹𝑒 представляется разложением по полному набору
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решений уравнения Дирака в постоянном однородном магнитном поле.

В пределе сильного поля лидирующий вклад в амплитуду процессов да-

ют электроны, находящиеся на основном уровне Ландау [39] . Поэтому в

разложении оператора 𝛹𝑒 можно ограничиться только вкладом, обуслов-

ленным электронами на основном уровне Ландау. Отметим, что таким

решениям соответствует поляризованное состояние электрона со спином,

направленным против поля. При этом аксиальновекторный ток можно

представить в виде:

𝛹𝑒𝛾𝛼𝛾5𝛹𝑒 = 𝛹𝑒𝛱−𝛾𝛼𝛾5𝛱−𝛹𝑒 , (3.46)

где проекционный оператор 𝛱− имеет вид:

𝛱− =
1− 𝑖𝛾1𝛾2

2
.

Легко проверить, что выражение (3.46) не равно нулю только при

𝛼 = 0, 3, и, кроме того, в обкладках между проекционными операторами

𝛱− справедливо следующее «эффективное» тождество:

𝛾𝛼𝛾5 = (𝜙𝛾)𝛼 ,

с помощью которого лагранжиан (3.45) преобразуется к виду:

𝐿 = 𝑒(𝛹𝑒𝛾
𝛼𝛹𝑒)𝑉𝛼 + 𝑒(𝛹𝑒𝛾

𝛼𝛹𝑒)𝐴𝛼 . (3.47)

Здесь вектор 𝑉𝛼 определяется выражением:

𝑉𝛼 = − 𝐺𝐹

𝑒
√
2

(︁
𝐶𝑉 (Λ̃𝑗

(𝜈))𝛼 − 𝐶𝐴(𝜙𝑗
(𝜈))𝛼

)︁
. (3.48)

Отметим, что матрица Λ̃𝛽𝛼 = (𝜙𝜙)𝛼𝛽 играет роль метрического тензора в

Минковском подпространстве (0,3). Лагранжиан (3.47) показывает, что
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амплитуда процесса 𝜈 → 𝜈 𝛾 определяется поляризационным оператором

в магнитном поле 𝛱𝛼𝛽 :

𝑀 = −𝜀 *𝛼𝛱𝛼𝛽𝑉𝛽 = −(𝜀 *𝛱 𝑉 ) , (3.49)

где 𝜀 *𝛼 - вектор поляризации фотона в магнитном поле. Поляризаци-

онный оператор фотона имеет четыре собственных вектора, только два

из которых [36] соответствуют векторам поляризации физичесих фото-

нов (3.20). Имея в виду, что в пределе сильного магнитного поля индексы

поляризационного оператора пробегают значения только 0 и 3, из двух

фотонных мод только мода 2 рождается при радиационном «распаде»

нейтрино, 𝜈 → 𝜈 𝛾 .

Амплитуда процесса в итоге приобретает вид:

𝑀 =
𝐺𝐹

𝑒
√
2
𝛱
(︁
𝐶𝑉 (𝜀

(2)Λ̃𝑗)− 𝐶𝐴(𝜀
(2)𝜙𝑗)

)︁
, (3.50)

где 𝑗𝛽 – матричный элемент нейтринного тока 𝑗𝛽 = �̄�(𝑝′)𝛾𝛽(1 + 𝛾5)𝑈(𝑝) ,

𝛱 - собственное значение поляризационного оператора фотона соответ-

ствующего второй моде.

Подставляя в выражение (3.50) вектор поляризации моды 2, из фор-

мулы (3.20) получаем:

𝑀 =
𝐺𝐹

𝑒
√
2

𝛱√︁
1− 𝜕𝛱/𝜕𝑞 2

‖

(︁
𝐶𝑉 (𝑞𝜙𝑗)− 𝐶𝐴(𝑞Λ̃𝑗)

)︁
. (3.51)

Вероятность радиационного «распада» нейтрино 𝜈 → 𝜈𝛾 определяется

интегралом по фазовому объему:

𝑊 =

∫︁
(2𝜋)4|𝑀 |2𝛿4(𝑃 − 𝑃 ′ − 𝑞)

8𝐸

𝑑3𝑘

(2𝜋)3𝜔

𝑑3𝑝′

(2𝜋)3𝐸 ′
. (3.52)

Квадрат модуля амплитуды процесса находится стандартными метода-

ми, при этом нужно учесть, однако, что закон дисперсии фотона со-

ответствует дисперсионной ветви, идущей практически горизонтально
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(см. рис. 8). Принимая во внимание, что масса электрона является са-

мым малым параметром задачи, закон дисперсии фотона можно пред-

ставить приблизительно в виде 𝜔(𝑘) ≈ |𝑘3|. После несложных, хотя и

громоздких вычислений получаем:

|𝑀 |2 ≈ 𝐺 2
𝐹 𝛱

2𝐸 2 𝜔2

2𝜋 𝛼𝑚2
𝑒

(︁
1− 𝜕𝛱/𝜕𝑞 2

‖

)︁ (︀𝐶2
𝑉 + 𝐶2

𝐴 + 2𝑛𝑧 𝐶𝐴𝐶𝑉

)︀
, (3.53)

где 𝑛𝑧 = 𝑘3/|k3| = ±1. После подстановки выражения для квадрата мо-

дуля амплитуды (3.53) в (3.52) и интегрирования по p′ и 𝑘3 с учетом

закона сохранения энергии и импульса вероятность распада сводится к

двукратному интегралу по поперечному к магнитному полю импульсу

фотона:

𝑊 =
𝐺 2

𝐹 (𝐶2
𝑉 + 𝐶2

𝐴)

4(2𝜋)3 𝛼𝑚2
𝑒

∫︁
𝑑2𝑘⊥𝜅𝛱

2

1− 𝜕𝛱/𝜕𝑞 2
‖
Θ(2𝐸 cos𝜙− 𝑘⊥) . (3.54)

Здесь 𝜙 – полярный угол в поперечной плоскости к магнитному полю,

так, что вектор k⊥ = 𝑘⊥(cos𝜙 , sin𝜙) , Θ(𝑥) - ступенчатая функция Хе-

висайда, 𝜅 - корень уровнения 𝐸 − 𝐸 ′ − 𝜔 = 0 относительно |𝑘3| :

|𝑘3| ≡ 𝜅 =
(2𝐸 cos𝜙− 𝑘⊥)𝑘⊥

2𝐸
.

Отметим, что вычисления удобно проводить в системе отсчета, в которой

начальное нейтрино распространяется поперек магнитного поля. Вводя

безразмерную переменную 𝑥 = 𝑘⊥/2𝐸 и интегрируя по полярному углу

𝜙, удается представить ответ в виде однократного интеграла:

𝑊 =
𝐺 2

𝐹 𝐸
3(𝐶2

𝑉 + 𝐶2
𝐴)

2𝜋3 𝛼𝑚2
𝑒

1∫︁
0

𝑥2 𝛱 2

1− 𝜕𝛱/𝜕𝑞 2
‖

(︁√︀
1− 𝑥2 − 𝑥 arccos(𝑥)

)︁
𝑑𝑥 .

(3.55)
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Собственное значение поляризационного оператора 𝛱 и его производ-

ная 𝜕𝛱/𝜕𝑞 2
‖ зависят от 𝑘2⊥ и 𝑞2‖ [36] . Чтобы проинтегрировать выра-

жение (3.55) необходимо поляризационный оператор и его производную

𝜕𝛱/𝜕𝑞 2
‖ выразить только через одну переменную 𝑘2⊥, используя закон

дисперсии:

𝑞2‖ − 𝑞2⊥ = 𝛱(𝑘2⊥ , 𝑞
2
‖) . (3.56)

Таким образом для дальнейшего вычисления необходимо знать явный

вид собственного значения поляризационного оператора.

В качестве примера приведем расчет для случая, когда в поляриза-

ционном операторе учтен только петлевой вклад свободной 𝑒+𝑒− пары.

Поляризационный оператор в этом случае исследовался в ряде работ,

например, [38, 39, 129, 130]. В сильном магнитном поле его собственное

значение для фотона второй моды приближенно можно представить в

виде:

𝛱 ≈ − 2𝛼

𝜋
(𝑒𝐵) exp

(︂
− 𝑘2⊥
2𝑒𝐵

)︂
𝐻

(︃
𝑞2‖
4𝑚2

𝑒

)︃
. (3.57)

где функция 𝐻(𝑣) в интересующей нас области 0 < 𝑣 < 1 определена

следующим образом:

𝐻(𝑣) =
1√︀

𝑣(1− 𝑣)
arctg

√︂
𝑣

1− 𝑣
. (3.58)

В окрестности 𝑞2‖ ≈ 4𝑚2
𝑒 собственное значение поляризационного опера-

тора моды 2 имеет вид:

𝛱 ≈ −𝛼 (𝑒𝐵) exp

(︂
− 𝑘2⊥
2𝑒𝐵

)︂⎛⎜⎝ 1√︁
1− 𝑞2‖/4𝑚2

𝑒

− 4

𝜋

⎞⎟⎠ . (3.59)
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Используя выражение (3.59) и закон дисперсии (3.56), находим:

𝛱 2

1− 𝜕𝛱/𝜕𝑞 2
‖
≈ 2𝛼2𝑚2

𝑒(𝑒𝐵)2𝑥4

𝐸2
(︀
𝑥2 + 𝛼𝑒𝐵

𝜋𝐸2 exp(−2𝐸2𝑥2

𝑒𝐵 )
)︀3 𝑒−4𝐸2𝑥2/𝑒𝐵 . (3.60)

Далее, подставляя (3.60) в выражение для вероятности (3.55), получаем:

𝑊 (𝜉) =
𝛼𝐺 2

𝐹𝐸

8𝜋2
(︀
𝐶2

𝑉 + 𝐶2
𝐴

)︀
(𝑒𝐵)2𝑓(𝜉) ,

𝑓(𝜉) =
8

𝜋

1∫︁
0

𝑒−4𝜉𝑥
2
(︁√︀

1− 𝑥2 − 𝑥 arccos(𝑥)
)︁(︃ 𝑥2

𝑥2 + 𝛼
𝜋𝜉 exp(−2𝜉𝑥2)

)︃3

𝑑𝑥 ,

𝜉 =
𝐸2

𝑒𝐵
≫ 1

𝑏
, 𝑏 =

𝐵

𝐵𝑒
≫ 1 .

(3.61)

Вероятность 𝑊 (𝜉) (3.61) вычислена в системе отсчета, в которой ней-

трино движется поперек магнитного поля. Учитывая, что произведе-

ние энергии начального нейтрино на вероятность в единицу времени

рассматриваемого процесса 𝐸 · 𝑊 является инвариантом относитель-

но преобразований Лоренца вдоль магнитного поля, выражение для

вероятности распада (3.61) можно переписать в произвольной системе

отсчета. Для этого в произведении 𝐸 · 𝑊 нужно произвести замену

𝐸2 → (𝑝𝜙𝜙 𝑝) ≡ 𝐸2
⊥ = 𝐸2 sin2 𝜃 , где 𝜃 - угол между вектором импульса

p начального нейтрино и вектором напряженности магнитного поля B.

Окончательный ответ в системе отсчета, где нейтрино распространяется

под углом 𝜃 к магнитному полю, равен:

𝑊 (𝜉) =
𝛼𝐺 2

𝐹𝐸 sin2 𝜃

8𝜋2
(︀
𝐶2

𝑉 + 𝐶2
𝐴

)︀
(𝑒𝐵)2𝑓(𝜉) ,

𝜉 =
𝐸2 sin2 𝜃

𝑒𝐵
.

(3.62)

Отметим, что процесс 𝜈 → 𝜈 𝛾 исследовался ранее в работе [51] , однако

полученный там результат существенно завышает вероятность процесса,
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Рис. 16. Вероятность процесса 𝜈 → 𝜈 𝛾 в случае, когда в поляризационном операторе
учтен только петлевой вклад свободной 𝑒+𝑒− - пары. Сплошная линия соответствует
вероятности (3.62), штриховая линия - результат, полученный ранее в работе [51]

особенно при малых значениях параметра 𝜉, как это видно из графиков

на рис. (16), где вероятности представлены в долях 𝑊0 :

𝑊0 =
𝛼𝐺 2

𝐹 (𝑒𝐵)2𝐸 sin2 𝜃

8𝜋2
(︀
𝐶2

𝑉 + 𝐶2
𝐴

)︀
.

2.4. Поляризационный оператор фотона с учетом позитрония

Чтобы вычислить вероятность распада 𝜈 → 𝜈 𝛾 с учетом влияния

позитрония на дисперсию фотона, необходимо вычислить вклад связан-

ной 𝑒+𝑒− пары в поляризационный оператор фотона. Для этого удобно
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воспользоваться соотношением между мнимой частью поляризационно-

го оператора и вероятностью перехода фотона в позитроний [123] :

𝐼𝑚(ΔΠ𝜋) = −𝜔𝑊𝛾→𝜋 , (3.63)

где ΔΠ𝜋 - часть поляризационного оператора, обусловленная позитрони-

ем, а 𝑊𝛾→𝜋 - вероятность перехода фотона в позитроний, которая отно-

сительно легко вычисляется в адиабатическом приближении. Это при-

ближение состоит в том, что в сильном магнитном поле, когда лармо-

ровский радиус 𝑎𝐻 = 1/
√
𝑒𝐵 гораздо меньше боровского 𝑎𝐵 = 1/(𝑚𝑒𝛼),

зависимость волновой функции связанных электрона и позитрона от сте-

пеней свободы соответствующих релятивистскому движению можно счи-

тать такой же, как и в случае, когда они не связаны в позитроний. При

этом кулоновское взаимодействие между ними модифицирует волновые

функции относительного нерелятивистского движения вдоль магнитно-

го поля (движение центра масс в этом направлении остается свобод-

ным) [124,128] .

Матричный элемент, описывающий переход фотона второй моды в по-

зитроний, 𝛾 → 𝜋 , в адиабатическом приближении в системе отсчета, где

4-импульс фотона имеет вид 𝑞𝛼 = (𝜔 , 𝑘⊥ , 0 , 0) может быть представлен

в виде:

𝑆𝛾→𝜋 = 𝑒

∫︁
𝑑4𝑥 < 𝜋|(𝛹𝑒𝛾𝛼𝛹𝑒)𝐴𝛼|𝛾 >≃

𝑒 (2𝜋)3 𝛿(𝑀 − 𝜔)𝛿(𝑃⊥ − 𝑘⊥)𝛿(𝑃𝑧) 𝑒
−𝑘 2

⊥/4𝑒𝐵√︁
2𝜔𝑉

√︁
𝐿 2
𝑦𝐿𝑧

𝜒(0) .
(3.64)

Здесь 𝑉 = 𝐿𝑥𝐿𝑦𝐿𝑧 нормировочный объем, 𝑀 - масса позитрония, ко-

торая в пределе сильного поля, когда электрон и позитрон занимают
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основной уровень Ландау выражается через массу электрона 𝑚𝑒 и энер-

гию связи 𝜀, 𝑀 = 2𝑚𝑒 − 𝜀 , 𝑃⊥ и 𝑃𝑧 - импульс позитрония (суммарный

импульс позитрона и электрона) в поперечном и продольном направле-

ниях к магнитному полю соответственно, 𝜒(0) - волновая функция от-

носительного движения электрона и позитрона вдоль магнитного поля в

совпадающих точках.

Отметим, что в адиабатическом приближении сохраняется вырожде-

ние по относительному поперечному импульсу электрона и позитрона

(𝑝отн)⊥ = (𝑝эл − 𝑝поз)⊥ . Это приводит к тому, что при вычислении веро-

ятности перехода фотона в позитроний 𝑊𝛾→𝜋 не хватает числа степеней

свободы в конечном состоянии, чтобы снять все 𝛿 - функции, соответ-

ствующие законам сохранения. Таким образом, остается одна «недоин-

тегрированная» 𝛿 - функция:

𝑊𝛾→𝜋 =
4𝜋𝛼𝑀𝑒𝐵 |𝜒(0)|2 𝑒−𝑘2⊥/2𝑒𝐵

𝜔
𝛿(𝑞2‖ −𝑀 2) . (3.65)

Далее для восстановления поляризационного оператора по его мнимой

части удобно воспользоваться дисперсионным соотношением с одним вы-

читанием:

Π(𝑡) =

∞∫︁
0

𝐼𝑚(Π(𝑡′)) 𝑑𝑡′

𝑡′ − 𝑡− 𝑖𝑜
− Π(0) , 𝑡 = 𝑞2‖ . (3.66)

Подставляя в интеграл (3.66) мнимую часть (3.63) с использовани-

ем (3.65), получим:

ΔΠ𝜋 = −
4𝛼(𝑒𝐵) |𝜒(0)| 2 𝑞2‖
𝑀(𝑀 2 − 𝑞2‖ − 𝑖𝑜)

𝑒−𝑘
2
⊥/2𝑒𝐵 . (3.67)

Таким образом, теперь можем выписать полный поляризационный опе-

ратор фотона второй моды с учетом вклада свободной 𝑒+𝑒− пары и по-
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зитрония:

Π = −2𝛼(𝑒𝐵) 𝑒−𝜌

⎡⎣1
𝜋
𝐻(𝑣) +

|𝜒(0)| 2 𝑣

𝑚𝑒

(︁
1− 𝜀

𝑚𝑒
− 𝑣
)︁
⎤⎦ , (3.68)

𝜌 =
𝑘2⊥
2𝑒𝐵

, 𝑣 =
𝑞2‖
4𝑚2

𝑒

.

Для дальнейшего анализа необходимо вычислить значение волновой

функции в нуле |𝜒(0)| 2 и энергию связи 𝜀. Волновая функция 𝜒(𝑧) удо-

влетворяет одномерному уравнению Шредингера :(︂
− 1

2𝜇

𝜕2

𝜕𝑧2
+ 𝑈𝑒𝑓𝑓(𝑧) + 𝜀

)︂
𝜒(𝑧) = 0 , (3.69)

где 𝜇 = 𝑚𝑒/2 - приведенная масса, а «эффективную» потенциальную

энергию 𝑈𝑒𝑓𝑓 можно извлечь из работ [128, 131] и выразить в виде дву-

кратного интеграла:

𝑈𝑒𝑓𝑓(𝑧) = −
𝛼

2𝜋

∞∫︁
−∞

𝑒−
𝑥2+𝑦2

2 𝑑𝑥𝑑𝑦√︂
𝑥2

𝑒𝐵 +
(︁
𝑦 + 𝑃⊥√

𝑒𝐵

)︁2
1
𝑒𝐵 + 𝑧2

. (3.70)

Напомним, что 𝑃⊥ есть импульс соответствующий движению позитрония

поперек магнитного поля. Именно эта величина при переходе фотона в

позитроний равна, как это видно из (3.64), поперечному импульсу фотона

𝑃⊥ = 𝑘⊥.

Уравнение (3.69) симметрично по отношению к замене 𝑧 → −𝑧 , как

следствие мы имеем два типа решений: четные и нечетные, из которых

нас интересуют только четные решения, поскольку для нечетных реше-

ний 𝜒(0) = 0 , и, таким образом, они не дают вклад в вероятность про-

цесса (3.65).
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Нетрудно видеть, что выражение для эффективного потенциала (3.70)

в пределе 𝑧2 ≫ 1
𝑒𝐵 имеет вид кулоновского:

𝑈𝑒𝑓𝑓(𝑧) ≈ −
𝛼

|𝑧|
. (3.71)

С другой стороны, экспоненциально убывающее при больших 𝑧 реше-

ние уравнения (3.69) с кулоновским потенциалом описывается функцией

Уиттекера [126]:

𝜒(𝑧) = 𝜒(0)
𝑊𝜈, 12

(𝛼𝑚𝑒

𝜈 |𝑧|)
𝑊𝜈, 12

(0)
, (3.72)

где 𝜈 определяет энергию связи и играет роль главного квантового числа:

𝜀 =
𝛼2𝑚𝑒

4

1

𝜈2
. (3.73)

Используя методику сшивки, развитую при решении задачи о спектре

атома водорода в сильном магнитном поле [125], получаем трансцендент-

ное уравнение для нахождения 𝜈 :

1

𝜈
− 2 ln 𝜈+2𝜓(1− 𝜈) =

ln
2𝑏

𝛼2
− ln 𝜌+ 𝐸𝑖(−𝜌)− 4𝛾𝐸 ,

(3.74)

где 𝑏 = 𝐵/𝐵𝑒 , 𝜌 = 𝑃 2
⊥ /2𝑒𝐵 , 𝜓(𝑠) = Γ′(𝑠)/Γ(𝑠) - логарифмическая про-

изводная гамма-функции, 𝛾𝐸 = 0.5772... - постоянная Эйлера, а 𝐸𝑖 - ин-

тегральная показательная функция:

𝐸𝑖(−𝑥) =
−𝑥∫︁
−∞

𝑒𝑡

𝑡
𝑑𝑡 .

Уравнение (3.74) хорошо описывает спектр четных состояний позитрона

до тех пор, пока его правая часть, не зависящая от 𝜈 , велика:

ln
2𝑏

𝛼2
− ln 𝜌+ 𝐸𝑖(−𝜌)− 4𝛾𝐸 ≫ 1 . (3.75)
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Учитывая, что в нашем анализе процесса 𝜈 → 𝜈𝛾, поперечный импульс

фотона ограничен 𝑘 2
⊥ ≤ 4𝐸 2

⊥, видим, что параметр 𝜌 так же ограничен:

𝜌 =
𝑃 2
⊥

2𝑒𝐵
=

𝑘 2
⊥

2𝑒𝐵
≤ 2 ,

согласно условию (3.44). Таким образом, условие (3.75) в сильном маг-

нитном поле, 𝑏≫ 1, заведомо выполняется.

Специфика спектра позитрония в сильном магнитном поле состоит в

том, что в дополнение к спектру, близкому к водородоподобному спек-

тру, возникает глубокий уровень, с энергией связи 𝜀0, много большей

типичной 𝜀𝑛 :

𝜀0 ≫ 𝜀𝑛 ≃
𝛼2𝑚𝑒

4𝑛2
≃ 6.8 эВ

𝑛2
. (3.76)

Существенно также, что этому уровню соответствует самое большое зна-

чение волновой функции при 𝑧 = 0 [38]

|𝜒0| 2

|𝜒𝑛| 2
∼ 𝑏

𝛼2
≫ 1 . (3.77)

Таким образом, влияние позитрония на дисперсию фотона практически

ограничивается только этим, основным уровнем.

Численное решение уравнения (3.74), которое соответствует основно-

му уровню энергии

𝜀0 =
𝛼2𝑚𝑒

4 𝜈
0
2
, (3.78)

можно аппроксимировать относительно простой формулой:

𝜈(𝑏, 𝜌) ≃
[︀
ln(4.5𝑢)− 2.44 ln (ln(0.15𝑢))

]︀−1
,

𝑢 =
𝑏

𝛼2
· 𝑒

𝐸𝑖(−𝜌)

𝜌
≫ 1 .

(3.79)

Отметим, что интегральная показательная функция может быть пред-
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ставлена в виде, удобном для численных оценок:

𝐸𝑖(−𝜌) = 𝛾𝐸 + ln 𝜌+
∞∑︁
𝑘=1

(−𝜌)𝑘

𝑘 · 𝑘!
, 𝜌 < 1 ;

𝐸𝑖(−𝜌) = −
𝑒−𝜌

𝜌

∞∑︁
𝑘=0

𝑘!

(−𝜌)𝑘
, 𝜌≫ 1 .

Функция 𝜈(𝑏, 𝜌) (3.79) описывает решение уравнения (3.74) с точностью

не хуже, чем 0.2% в области 0 ≤ 𝜌 ≤ 5 , 10 ≤ 𝑏 ≤ 106 . В сверхсильных

поля 𝑏 > 106 (𝐵 > 1020 Гс) релятивистские поправки перекрывают ошиб-

ки экстраполяции.

Аппроксимационная формула (3.79) при 𝜌→ 0 и замене 𝑢→ 𝑢/4 (что

соответствует пересчету приведенной массы) с хорошей точностью опи-

сывает энергию основного уровня атома водорода в сильном магнитном

поле (см. для сравнения [125, Табл. 1]).

Квадрат модуля волновой функции при 𝑧 = 0 |𝜒(0)| 2 находим из усло-

вия нормировки:
∞∫︁

−∞

𝑑𝑧 |𝜒(𝑧)| = 1 . (3.80)

Учитывая, что функция Уиттекера (3.72) хорошо описывает волновую

функцию 𝜒(𝑧) за исключение узкой области |𝑧| ∼ 1/
√
𝑒𝐵 , дающей пре-

небрежимый вклад в интеграл нормировки, имеем:

|𝜒(0)| 2
∞∫︁

−∞

𝑑𝑧

(︃
𝑊𝜈, 12

(𝛼𝑚𝑒

𝜈 |𝑧|)
𝑊𝜈, 12

(0)

)︃2

= 1 .

В приближении 𝜈 ≪ 1 , интеграл легко вычисляется:

|𝜒(0)| 2 ≃ 𝛼𝑚𝑒

2 𝜈
(1− 2 𝜈 +𝑂(𝜈2)) . (3.81)
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Подставляя найденные энергию связи позитрония (3.78) и волновую

функцию в нуле (3.81) в выражение для поляризационного операто-

ра (3.68), получаем:

Π ≈ −𝛼 𝑒𝐵 𝑒−𝜌
(︂
2

𝜋
𝐻(𝑣) +

2𝜆𝑣

1− 𝜆2 − 𝑣

)︂
, (3.82)

где 𝑣 = 𝑞 2‖ /4𝑚
2
𝑒 = (𝜔2 − 𝑘 2

3 )/4𝑚
2
𝑒 , 0 < 𝑣 < 1 , функция 𝐻(𝑣) определена

в (3.58), 𝜌 = 𝑘 2
⊥/2𝑒𝐵, 𝜆 = 𝛼/2𝜈

0
. Напомним, что 𝜈

0
определяется фор-

мулой (3.79) и, хотя и слабо, но зависит от 𝜌 , как это было отмечено в

работе [128] .

2.5. Дисперсия фотона и радиационный распад нейтрино с уче-
том позитрония

Полученный в предыдущем параграфе поляризационный опера-

тор (3.82) , в котором учтен вклад как свободной 𝑒+𝑒− пары, так и по-

зитрония, позволяет найти закон дисперсии фотона второй моды (3.56) ,

𝑣 = 𝑣(𝜌) в интересующей нас узкой окрестности 𝑣 = 1 (рис. 17). Из ри-

сунка видно, что спектральная линия соответствующая дисперсии фо-

тона с учетом только вклада свободной пары 𝑒+𝑒−, при учете вклада

позитрония расщепляется на две спектральные линии (в пренебрежении

вкладом возбужденных уровней позитрония (3.76, 3.77)) , одна из кото-

рых с ростом 𝜌 асимптотически стремится к спектральной линии свобод-

ной покоящейся относительно друг друга 𝑒+𝑒− пары, 𝑣(𝜌) = 1, а другая

стремится к спектральной линии позитрония, 𝑣(𝜌) = 1− 𝜆2(𝜌).
Подставляя в формулу (3.55) поляризационный оператор фотона с

учетом вклада позитрония (3.82) и учитывая закон дисперсии (3.56) мож-

но вычислить вероятность радиационного распада нейтрино в сильном

магнитном поле. Несмотря на то, что иерархия параметров, принятая в
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Рис. 17. Дисперсионные линии фотона в окрестности циклотронного резонанса.
Штрихпунктирная линия соответствует спектральной линии фотона без учета вкла-
да позитрония, сплошные линии - спектральным линиям фотона с учетом вклада
позитрония

задаче (3.44), значительно упрощает расчет, тем не менее аналитического

выражения для вероятности радиационного распада нейтрино найти не

удалось. Результат численного расчета приведен на рис. 18 . Вероятности

представлены в долях 𝑊0 :

𝑊0 =
𝛼𝐺 2

𝐹 (𝑒𝐵)2𝐸 sin2 𝜃

8𝜋2
(︀
𝐶2

𝑉 + 𝐶2
𝐴

)︀
.

Из рисунка видно, что учет вклада позитрония в дисперсию фотона

второй моды существенно увеличивает вероятность процесса распада

𝜈 → 𝜈𝛾 .
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Рис. 18. Вероятность процесса 𝜈 → 𝜈𝛾. Сплошные линии соответствуют вероятности
с учетом вклада позитрония, штрихпунктирная линия - вероятности без учета вклада
позитрония. Магнитное поле 𝑏 = 1000 (жирная линия), 100 (тонкая линия)

2.6. Средние потери энергии и импульса нейтрино

В предыдущем параграфе исследовался радиационный распад ней-

трино 𝜈 → 𝜈𝛾 и была вычислена вероятность процесса. Следует заме-

тить, что практический интерес для астрофизики имеет скорее не ве-

роятность процесса, а средняя потеря энергии и импульса нейтрино в

сильном магнитном поле, которую можно определить 4-вектором:

𝑄𝛼 = 𝐸

∫︁
𝑑𝑊 𝑞𝛼 = (𝐼,F)𝐸 . (3.83)

Здесь 𝑑𝑊 – дифференциальная вероятность процесса, 𝑞𝛼 = (𝜔 ,k) –

4-вектор энергии-импульса фотона. Нулевая компонента 4-вектора 𝑄𝛼
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связана со средней энергией, теряемой нейтрино за единицу времени,

𝐼 = −𝑑𝐸
𝑑𝑡

=

∫︁
𝑑𝑊 𝜔.

Пространственные компоненты вектора (3.83) связаны аналогичным об-

разом с потерей импульса нейтрино за единицу времени,

F = −𝑑p
𝑑𝑡

=

∫︁
𝑑𝑊 k.

Следует напомнить, что дифференциальная вероятность 𝑑𝑊 (3.52) про-

цесса 𝜈 → 𝜈𝛾 выражается в следующем виде:

𝑑𝑊 =
(2𝜋)4|𝑀 |2𝛿4(𝑃 − 𝑃 ′ − 𝑞)

8𝐸

𝑑3𝑘

(2𝜋)3𝜔

𝑑3𝑝′

(2𝜋)3𝐸 ′
,

где квадрат матричного элемента |𝑀 |2 равен:

|𝑀 |2 ≈ 𝐺 2
𝐹 𝛱

2𝐸 2 𝜔2

2𝜋 𝛼𝑚2
𝑒

(︁
1− 𝜕𝛱/𝜕𝑞 2

‖

)︁ (︀𝐶2
𝑉 + 𝐶2

𝐴 + 2𝑛𝑧 𝐶𝐴𝐶𝑉

)︀
,

𝑛𝑧 = 𝑘3/|k3| = ±1. Потери энергии-импульса удобно вычислить в систе-

ме отсчета, где начальное нейтрино распространяется поперек магнитно-

го поля. Энергию и импульс начального нейтрино в этой системе отсчета

обозначим соответственно 𝐸⊥ и p⊥.

𝐼 ′ = −𝑑𝐸⊥
𝑑𝑡

, 𝐹 ′3 = −
𝑑𝑝3
𝑑𝑡
, F′⊥ = −𝑑p⊥

𝑑𝑡
.
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Ответ удается выразить в виде однократных интегралов:

𝐼 ′ =
𝐺 2

𝐹

(︀
𝐶2

𝑉 + 𝐶2
𝐴

)︀
𝐸4
⊥

2𝜋3𝛼𝑚2
𝑒

1∫︁
0

𝑑𝑥 𝑥3
(︁
(1 + 2𝑥2) arccos𝑥−

− 3𝑥
√︀
1− 𝑥2

)︁ 𝛱2

1− 𝜕𝛱/𝜕𝑞 2
‖
, (3.84)

𝐹 ′3 =
2𝐶𝑉𝐶𝐴

𝐶2
𝑉 + 𝐶2

𝐴

𝐼 ′ , (3.85)

F′⊥ =
𝐺 2

𝐹

(︀
𝐶2

𝑉 + 𝐶2
𝐴

)︀
𝐸3
⊥p⊥

2𝜋3𝛼𝑚2
𝑒

1∫︁
0

𝑑𝑥 𝑥3(arccos𝑥−

−𝑥
√︀
1− 𝑥2) 𝛱2

1− 𝜕𝛱/𝜕𝑞 2
‖
. (3.86)

Для представления 4−вектора потери энергии-импульса𝑄𝛼 в произволь-

ной системе отсчета, где импульс начального нейтрино p составляет с

вектором магнитной индукции B угол 𝜃 , необходимо произвести преоб-

разования Лоренца вдоль магнитного поля:

𝑄0 =
𝑄′ 0 − 𝑉 𝑄′ 3√

1− 𝑉 2
, 𝑄3 =

𝑄′ 3 − 𝑉 𝑄′ 0√
1− 𝑉 2

, (3.87)

𝑄1 = 𝑄′ 1 , 𝑄2 = 𝑄′ 2 ,

где скорость 𝑉 для случая безмассового нейтрино равна 𝑉 = − cos 𝜃 .

Подставляя в выражения (3.87) значения 𝑄′ 0 и 𝑄′ 3, имеем:

𝑄0 =
𝐸⊥(𝐼

′ + 𝐹 ′3 cos 𝜃)

sin 𝜃
, (3.88)

подставляя 𝐹 ′3 из (3.85), получим:

𝑄0 = 𝐸 𝐼 ′
(︂
1 +

2𝐶𝑉𝐶𝐴

𝐶2
𝑉 + 𝐶2

𝐴

cos 𝜃

)︂
, (3.89)



— 90 —

от куда следует, что потеря энергии нейтрино в единицу времени равна:

−𝑑𝐸
𝑑𝑡
≡ 𝐼 = 𝐼 ′

(︂
1 +

2𝐶𝑉𝐶𝐴

𝐶2
𝑉 + 𝐶2

𝐴

cos 𝜃

)︂
. (3.90)

Аналогичным образом получим значения для потери импульса нейтрино.

𝑄3 =
𝐸⊥(𝐹

′
3 + 𝐼 ′ cos 𝜃)

sin 𝜃
= 𝐸 𝐼 ′

(︂
cos 𝜃 +

2𝐶𝑉𝐶𝐴

𝐶2
𝑉 + 𝐶2

𝐴

)︂
, (3.91)

Q⊥ = 𝐸⊥F
′
⊥ , (3.92)

следовательно потери импульса нейтрино в единицу времени выражают-

ся следующим образом:

−𝑑𝑝3
𝑑𝑡
≡ 𝐹3 = 𝐼 ′

(︂
cos 𝜃 +

2𝐶𝑉𝐶𝐴

𝐶2
𝑉 + 𝐶2

𝐴

)︂
, (3.93)

−𝑑p⊥
𝑑𝑡
≡ F⊥ = sin 𝜃F′⊥ . (3.94)

Подставляя в выражения (3.90), (3.93), (3.94) значения для функций

𝐼 ′ ,F′⊥ из (3.84) и (3.86) компоненты потерь энергии и импульса в единицу

времени можно представить в виде:

𝐼 = 𝐼0 𝑓‖(𝜉)

(︂
1 +

2𝐶𝑉 𝐶𝐴

𝐶2
𝑉 + 𝐶2

𝐴

cos 𝜃

)︂
, (3.95)

𝐹𝑧 = 𝐼0 𝑓‖(𝜉)

(︂
cos 𝜃 +

2𝐶𝑉 𝐶𝐴

𝐶2
𝑉 + 𝐶2

𝐴

)︂
, (3.96)

F⊥ = 𝐼0 𝑓⊥(𝜉)
p⊥
𝐸
, (3.97)

где

𝐼0 =
𝛼𝐺2

𝐹 (𝐶
2
𝑉 + 𝐶2

𝐴)(𝑒𝐵)3

32𝜋2
, 𝜉 =

𝐸2 sin2 𝜃

𝑒𝐵
,
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а функции 𝑓‖(𝜉) и 𝑓⊥(𝜉) определены следующим образом:

𝑓‖(𝜉) =
16 𝜉2

𝜋 𝛼2𝑚2
𝑒 𝑒𝐵

1∫︁
0

𝑑𝑥 𝑥3
(︁
(1 + 2𝑥2) arccos𝑥−

− 3𝑥
√︀

1− 𝑥2
)︁ 𝛱2

1− 𝜕𝛱
𝜕𝑞 2

‖

, (3.98)

𝑓⊥(𝜉) =
16 𝜉2

𝜋 𝛼2𝑚2
𝑒 𝑒𝐵

1∫︁
0

𝑑𝑥 𝑥3
(︁
arccos𝑥−

−𝑥
√︀

1− 𝑥2
)︁ 𝛱2

1− 𝜕𝛱
𝜕𝑞 2

‖

. (3.99)

Результат вычислений удается представить в ковариантном виде:

𝑄𝛼 = 𝐼0

(︂
𝑓‖(𝜉)

[︂
(𝜙𝜙𝑝)𝛼 +

2𝐶𝑉 𝐶𝐴

𝐶2
𝑉 + 𝐶2

𝐴

(𝜙𝑝)𝛼
]︂
− 𝑓⊥(𝜉)(𝜙𝜙𝑝)𝛼

)︂
. (3.100)

Напомним, что 𝜙𝛼𝛽 ≡ 𝐹 𝛼𝛽/𝐵 – безразмерный тензор магнитного поля,

𝜙𝛼𝛽 ≡ 1
2𝜖

𝛼𝛽𝜇𝜈𝜙𝜇𝜈 – дуально сопряженный тензор поля.

Для случая, когда в поляризационном операторе учтен вклад только

свободной 𝑒+𝑒− пары, удается выписать функции 𝑓‖(𝜉) и 𝑓⊥(𝜉) в виде

следующих интегралов:

𝑓 𝑒+𝑒−

‖ (𝜉) =
32 𝜉

𝜋

1∫︁
0

𝑑𝑥 𝑥7 𝑒−4𝜉𝑥
2(︁

𝑥2 + 𝛼
𝜋𝜉𝑒
−2𝜉𝑥2

)︁3(︁(1 + 2𝑥2) arccos𝑥− 3𝑥
√︀

1− 𝑥2
)︁
, (3.101)

𝑓 𝑒+𝑒−

⊥ (𝜉) =
32 𝜉

𝜋

1∫︁
0

𝑑𝑥 𝑥7 𝑒−4𝜉𝑥
2(︁

𝑥2 + 𝛼
𝜋𝜉𝑒
−2𝜉𝑥2

)︁3(︁ arccos𝑥− 𝑥√︀1− 𝑥2
)︁
. (3.102)

Для случая, когда в поляризационном операторе учитывается еще и

вклад позитрония, решения удается получить только численно. Резуль-

таты численного расчета функций 𝑓‖(𝜉) и 𝑓⊥(𝜉) приведены на графике

(рис. 19).
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Рис. 19. Зависимость 𝑓⊥ и 𝑓‖ от 𝜉 при значении магнитного поля: 𝐵 = 100𝐵𝑒. Сплош-
ные линии соответствуют функциям 𝑓⊥(𝜉), пунктирные линии - функциям 𝑓‖(𝜉).
Жирные линии описывают функции 𝑓⊥(𝜉) и 𝑓‖(𝜉) рассчитанные с учетом позитро-
ния, тонкие - без учета позитрония.

В качестве иллюстрации полученных результатов подсчитаем асим-

метрию вылета нейтрино, предполагая существование сильных магнит-

ных полей в оболочке сверхновой

𝐴 =
|
∑︀

𝑖 p𝑖|∑︀
𝑖 |p𝑖|

. (3.103)

Используя выражение (3.93), в пределе сильного поля нетрудно получить

выражение для асимметрии вылета нейтрино:

𝐴 ∼ 1.5× 10−3
(︂

𝐵

4.41× 1016 Гс

)︂2 (︂
�̄�

20МэВ

)︂ (︂
Δ𝑙

50 км

)︂
, (3.104)

где �̄�− средняя энергия нейтрино, Δ𝑙 есть характерный размер области

в оболочке сверхновой, где магнитное поле 𝐵 меняется несущественно.
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Заметим, что в основе асимметрии потери импульса нейтрино в магнит-

ном поле (3.103) лежит нарушение пространственной четности в слабом

взаимодействии электронов и нейтрино , так как величина асимметрии

определяется членом, пропорциональным произведению векторной и ак-

сиальновекторной констант, 𝐶𝑉 𝐶𝐴 , в выражении (3.100) . Важно, что

вклады в асимметрию от вылетающих нейтрино и антинейтрино одного

знака в силу 𝐶𝑃− инвариантности слабого взаимодействия. Асиммет-

рия потери импульса нейтрино, приводит к возникновению "толчковой"

собственной скорости остатка сверхновой - пульсара. Если по каким-либо

причинам физические параметры имели бы величины порядка масшта-

бов формулы (3.104) , то за счет асимметрии радиационного распада ней-

трино 𝜈 → 𝜈𝛾 в сильном магнитном поле звезды это привело бы для

остатка с массой около 1.5 массы Солнца к скоростям порядка ∼ 50

км/с. К сожалению, такой результат не может объяснить феномен боль-

ших собственных скоростей пульсаров, средние скорости которых поряд-

ка ∼ 400 км/с. [132]
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Заключение

Вопросы, затронутые в данной диссертации, относятся к актуально-

му научному направлению, лежащему на стыке физики плазмы, фи-

зики сверхсильных магнитных полей, квантовой теории поля, физики

элементарных частиц и астрофизики. Анализ проблем физики горячей

плотной замагниченной плазмы, возникающих при детальном количе-

ственном описании коллапса ядра сверхновой, определённо указывает

на необходимость развития новой физики, возможно связанной с урав-

нением состояния ядерной или субъядерной плазмы и слабыми взаимо-

действиями в субъядерном режиме, а также на недостаточную исследо-

ванность фундаментальных свойств нейтрино и механизмов нейтринных

взаимодействий в горячей плотной сильно замагниченной плазме или на

необходимость включения в рассмотрение других, гипотетических, слабо

взаимодействующих элементарных частиц.

Это научное направление, интенсивно развивающееся в течение около

40 лет, разумеется, ещё далеко от завершения. Имеются большие ожида-

ния как в отношении дальнейшего развития теории, так и в отношении

новых экспериментальных результатов.

Что касается развития теории – предсказать появление новых плодо-

творных идей невозможно. Однако в рамках уже развитого теоретиче-

ского аппарата будут продолжаться комплексные исследования свойств

горячей плотной плазмы, состоящей из электрон-позитронной, протон-

ной и нуклонной компонент, при экстремальных значениях физических

параметров, реализующихся в центральной части массивных звезд и од-

новременно соответствующих характеристикам ядерного или субъядер-
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ного вещества. Среди факторов, воздействующих на астрофизическую

плазму и требующих изучения, важное место занимают сильное магнит-

ное поле и мощный поток нейтрино.

В диссертации представлены следующие результаты:

1) Исследовано влияние замагниченной плазмы на дисперсионные

свойства нейтрино. Вычислен вклад в магнитный момент нейтри-

но, обусловленный присутствием замагниченной плазмы. Показано,

что в отличии от ранее представленных в литературе результатов,

плазменный вклад в магнитный момент нейтрино, так же как и в

вакууме, подавлен его массой.

2) Проанализировано влияние конверсии спиральности нейтрино,

𝜈𝐿 → 𝜈𝑅, на нейтринный поток от сверхновой, обусловленное вза-

имодействием магнитного момента дираковского нейтрино с маг-

нитным полем. Показано, что при наличии у нейтрино магнитно-

го момента в интервале 10−13 𝜇B < 𝜇𝜈 < 10−12 𝜇B и при условии,

что в оболочке сверхновой существует магнитное поле масштаба

∼ 1013 − 1014 Гс, возможно появление эффекта своеобразной вре-

менно́й эволюции нейтринного сигнала от сверхновой, обусловлен-

ной резонансным переходом 𝜈𝐿 → 𝜈𝑅 в магнитном поле оболочки.

Показано, что нейтринный сигнал может иметь пульсирующий ха-

рактер, то есть может наблюдаться своего рода нейтринный пуль-

сар.

3) Исследован процесс радиационного «распада» нейтрино 𝜈 → 𝜈𝛾 от-

носительно высоких энергий, 𝐸 ≫ 𝑚𝑒, в сильном магнитном поле

с учетом вклада связанной электрон-позитронной пары (позитро-
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ния) в дисперсию фотона. Анализ показывает, что учет позитрония

приводит к существенному изменению закона дисперсии в окрестно-

сти циклотронного резонанса. Показано, что вероятность процесса

𝜈 → 𝜈𝛾 с учетом вклада позитрония, существенно увеличивается.

Основные результаты диссертации опубликованы в работах [78,88,127,

133,134].
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