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Изложен подход, основанный на формализме термополевой динамики, позволяющий учитывать
влияние температуры на распределение силы зарядово-обменных переходовмежду нагретыми ядрами.
Для нейтронно-избыточного ядра 80Ge рассчитаны распределения силы разрешенных и первого
порядка запрета p → n-переходов в зависимости от температуры. При температурах и плотностях
звездного вещества, соответствующих поздней стадии эволюции массивной звезды, рассчитаны
скорости захвата электронов этим ядром.

PACS: 26.50.+x, 23.40.-s, 21.60.Jz, 24.10.Pa

1. ВВЕДЕНИЕ

Реакции, обусловленные слабым взаимодей-
ствием, играют большую роль во многих аст-
рофизических процессах [1]. Знать их скорости
необходимо для моделирования процессов звезд-
ной эволюции, нуклеосинтеза и т.п. Начиная со
знаменитой работы Бeте [2] общепризнанным ста-
ло утверждение, что захват электронов атомными
ядрами fp-оболочки является одним из наиболее
важных процессов, определяющих ход коллапса
массивной звезды. Через делептонизацию и разме-
ры внутреннего ядра скорость захвата электронов
существенно влияет на динамику коллапса. Кроме
того, захват электронов является основным источ-
ником нейтрино, которые переносят бо́льшую часть
энергии, выделяющейся при коллапсе.
Проблему захвата электронов ядрами fp-

оболочки при высоких температурах и плотностях,
когда ядра являются полностью ионизованными,
рассматривали многие авторы (см., например, [3–
9]). Одним из наиболее интересных и важных
вопросов, анализировавшихся в этих работах, был
вопрос о влиянии на скорость захвата темпе-
ратуры, т.е. теплового заселения возбужденных
состояний ядер. Было показано, что тепловое за-
селение способно существенно увеличить скорость
захвата, равно как и скорость обратной реакции––
β−-распада.
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В настоящее время наиболее полные расчеты
скорости захвата электронов нагретыми ядрами
fp-оболочки выполнены в рамках модели обо-
лочек с использованием реалистического нуклон-
нуклонного взаимодействия (см. [9] и ссылки в этих
работах). Такие расчеты требуют диагонализации
матриц размером ∼109 × 109, что находится на
пределе вычислительных возможностей современ-
ных компьютеров. Поэтому пока указанные иссле-
дования ограничены ядрами с атомным весом A =
= 45−65. Кроме того, в проведенных расчетах
учитывались только разрешенные фермиевские и
гамов-теллеровские переходы (для указанных мас-
совых чисел это ограничение оправдано).

В процессе коллапса звезды относительная рас-
пространенность ядер (A,Z) в ее веществе меняет-
ся, так как соответствующая функция распределе-
ния зависит от температуры и плотности звездного
вещества. В работе [10] было показано, что при
температуре T ≥ 0.5МэВ среднее значение отно-
шения Z/A соответствует нейтронно-избыточным
изотопам германия с полностью занятой нейтрон-
ной подоболочкой 1f5/2. Хотя при T = 0 захват
электронов этими ядрами за счет разрешенных p →
→ n-переходов и затруднен, но, как было отмечено
еще в работах [11, 12], одновременный учет тем-
пературных эффектов и запрещенных переходов
способен значительно увеличить его скорость.

Для изучения распределения силы гамов-
теллеровских переходов в нагретых ядрах и расчета
скоростей электронного захвата и β−-распада в
работах [13, 14] был предложен подход, осно-
ванный на формализме термополевой динамики
(ТПД) [15]. На примере ядер 54,56Fe было пока-
зано, что для скоростей захвата электронов подход
позволяет получить удовлетворительное согласие
с результатами расчетов по оболочечной модели.
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В настоящей работе мы используем указанный
подход для изучения запрещенных переходов и
влияния температуры на скорость захвата электро-
нов нейтронно-избыточными ядрами Ge.

2. ФОРМАЛИЗМ

2.1. Основные положения термополевой динамики

В стандартной статистической механике состо-
яние нагретой квантовой системы описывается при
помощи оператора матрицы плотности ρ, удовле-
творяющего уравнению Лиувилля

i
∂ρ

∂t
= [H, ρ]. (1)

ЗдесьH –– это гамильтониан системы, собственные
функции (СФ) которого мы будем обозначать |n〉, а
соответствующие собственные значения–– En (хи-
мический потенциал включен в H). Зная матрицу
плотности, можно найти тепловое среднее опера-
тора A:

〈〈A〉〉 = Tr[ρA]/Tr[ρ] = (2)

= Z−1(T )
∑

n

e−En/T 〈n|A|n〉,

где T –– температура в энергетических единицах,
а Z(T ) –– статистическая сумма. Основная идея
ТПД–– построить такое состояние |0(T )〉, называ-
емое тепловым вакуумом, чтобы тепловое среднее
оператора A совпало со средним значением A
относительно этого состояния, т.е.

〈〈A〉〉 = 〈0(T )|A|0(T )〉. (3)

В этом смысле |0(T )〉 описывает состояние термо-
динамического равновесия системы или “основное
состояние” нагретой системы.
Тепловой вакуум |0(T )〉 не может быть построен

в гильбертовом пространстве состояний рассмат-
риваемой системы [15]. Однако это оказывается
возможным в гильбертовом пространстве, “удво-
енном” путем добавления к исходной его части
новой–– ортогональной (или дуальной) к исход-
ной. Для того чтобы сконструировать эту вторую
половину “удвоенного” пространства, рассмотрим
фиктивную квантовую систему, полностью анало-
гичную исходной. Гамильтониан этой фиктивной
системы и его СФ отметим значком “тильда”,
т.е. H̃|ñ〉 = En|ñ〉. Тогда тепловой вакуум является
вектором в удвоенном гильбертовом пространстве:

|0(T )〉 = Z−1/2(T )
∑

n

e−En/2T |n〉 ⊗ |ñ〉. (4)

В удвоенном гильбертовом пространстве дей-
ствуют два типа операторов: физические, дей-
ствующие в пространстве обычных состояний,

и их тильда-образы, действующие на тильда-
состояния. Взаимно-однозначное соответствие
между двумя наборами операторов задается
при помощи операции тильда. Правила тильда-
операции приведены в [15]. Однако, в отличие от
оригинального варианта ТПД [15], мы используем
правило двукратного применения операции тильда,
предложенное в [16]. Обоснование этого выбора
дано в работе [17].
В удвоенном гильбертовом пространстве эво-

люция нагретой системы во времени описывается
следующим уравнениемШредингера:

i
∂

∂t
|Ψ(t, T )〉 = H|Ψ(t, T )〉, (5)

где H = H − H̃ –– так называемый тепловой га-
мильтониан системы. Таким образом, в ТПД опе-
ратором трансляции нагретой системы по оси вре-
мени является не исходный гамильтониан H , а
тепловой гамильтониан H, собственные значения
которого определяют энергии возбужденных со-
стояний при T �= 0. Тепловой вакуум (4) является
СФ теплового гамильтониана с нулевым собствен-
ным значением.
В общем случае энергии возбужденных состоя-

ний зависят от температуры. У каждой СФ тепло-
вого гамильтониана с положительной энергией есть
тильда-партнер––СФ с отрицательной энергией. В
ТПД переходы с теплового вакуума на состояния с
положительной энергией соответствуют возбужде-
нию нагретой системы, а переходы на состояния с
отрицательной энергией–– ее девозбуждению.
Очевидно, что в большинстве случаев мы не мо-

жем найти точный спектр теплового гамильтониана
и построить точный тепловой вакуум (4). Поэто-
му для диагонализации теплового гамильтониана
приходится применять различные приближенные
методы. Специфика ТПД позволяет использовать
те же методы, что и при нулевой температуре. В ре-
зультате можно построить тепловой вакуум в при-
ближении Хартри–Фока–Боголюбова, или тепло-
вой вакуум в приближении случайной фазы [18].
Если в результате приближенной диагонализации
теплового гамильтониана возникают несколько ре-
шений, следует выбрать то, которое обеспечивает
минимум термодинамического потенциала.

2.2. Зарядово-обменные возбуждения
в нагретых ядрах

Изложенный выше формализм ТПД использо-
ван нами для изучения влияния температуры на
скорости слабых зарядово-обменных процессов в
нагретых ядрах.
В качестве модельного гамильтониана ядра мы

выбрали гамильтониан квазичастично-фононной
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модели (КФМ) [19], состоящий из феноменологи-
ческого среднего поля,

Hsp =
∑

τ

∑

jm

τ
(Ej − λτ )a

†
jmajm, (6)

спаривательного взаимодействия в форме БКШ c
константами Gn,Gp,

Hpair = −1
4

∑

τ

Gτ

∑

j1m1
j2m2

τ
a†j1m1

a†j1m1
aj2m2

aj2m2
(7)

(ajm = (−1)j−maj−m),

и сепарабельного остаточного взаимодействияHint
в канале частица–дырка.
Поскольку в настоящей работе мы ограни-

чимся приближением случайной фазы (ПСФ), то
нам достаточно учесть ту часть взаимодействия
частица–дырка, которая отвечает за формирова-
ние зарядово-обменных возбуждений [19–21], а
именно

Hint = −2
∑

λµ

κ
(λ)
1 M †

λµMλµ − (8)

− 2
∑

Lλµ

κ
(Lλ)
1 S†

LλµSLλµ.

Здесь κ
(λ)
1 и κ

(Lλ)
1 –– константы изовекторного

мультипольного и спин-мультипольного взаимо-
действий, а операторы M †

λµ и S†
Lλµ определены

следующим образом:

M †
λµ =

∑

jpmp

jnmn

〈jpmp|iλrλYλµ(θ, φ) × (9)

× t(−)|jnmn〉a†jpmp
ajnmn

,

S†
Lλµ =

∑

jpmp

jnmn

〈jpmp|iLrL[YL(θ, φ)σ]λµ ×

× t(−)|jnmn〉a†jpmp
ajnmn

,

[
YL(θ, φ)σ

]λ

µ
=

∑

M,m

〈LM1m|λµ〉YLM (θ, φ)σm.

Структуру зарядово-обменных возбуждений элек-
трического типа определяют мультипольная и
спин-мультипольная с L = λ компоненты Hint,
а структуру зарядово-обменных возбуждений
магнитного типа–– спин-мультипольные компо-
ненты с L = λ − 1 и L = λ + 1. Здесь и далее
a†jm (ajm)–– операторы рождения (уничтожения)
нуклона в одночастичном состоянии с квантовыми
числами nljm ≡ jm и энергией Ej . Индекс τ =
= n, p –– изотопический, он указывает, к нейтронам
или протонам относится та или иная величина, тот

или иной параметр: обозначение
∑τ подразумевает

суммирование только по протонным (τ = p) или
только по нейтронным (τ = n) состояниям; λτ ––
нейтронный или протонный химический потенциал
в ядре (уровень Ферми). Оператор t(−) переводит
нейтрон в протон.
Тепловой гамильтониан H, соответствующий

приведенному выше гамильтониану КФМ, имеет
вид

H = H − H̃ = Hsp + Hpair + Hint. (10)

ДиагонализацияH начинается с определения бази-
са тепловых квазичастиц, который диагонализует
БКШ-часть Hsp + Hpair теплового гамильтониана
(см. также [22, 23]). Для этого следует выполнить
два канонических преобразования. Первое–– это
стандартное преобразование Боголюбова к опера-
торам квазичастиц α†

jm, αjm:

α†
jm = uja

†
jm − vjajm, (11)

αjm = ujajm − vja
†
jm (u2

j + v2
j = 1).

Такое же преобразование и с теми же самыми
коэффициентами должно быть выполнено и с их
тильда-партнерами ã†jm, ãjm.

Второе преобразование, так называемое теп-
ловое вращение или тепловое преобразование
Боголюбова, смешивающее обычные и тильда-
квазичастицы, вводит в рассмотрение температуру:

β†
jm = xjα

†
jm − iyjα̃jm, (12)

β̃†
jm = xjα̃

†
jm + iyjαjm (x2

j + y2
j = 1).

Отметим, что преобразование (12) отличается от
применявшегося ранее (см., например, [15, 18, 22,
23]) множителем i, что связано с иным опреде-
лением правила двукратного применения операции
тильда (как уже отмечалось выше, мы следуем
работе [16], см. также [17]).
Выразив оператор Hsp + Hpair через операторы

рождения и уничтожения тепловых квазичастиц и
потребовав, чтобы одночастичная часть получен-
ного выражения имела диагональный вид, получим
выражение для коэффициентов преобразования
Боголюбова uj , vj :

(
uj

vj

)
=

1√
2

(
1 ± Ej − λτ√

(Ej − λτ )2 + ∆2
τ

)1/2

. (13)

Величины λτ и ∆τ –– это химический потенциал и
сверхтекучая энергетическая щель, которые зави-
сят от коэффициентов теплового преобразования:

∆τ =
Gτ

2

∑

j

τ
(2j + 1)(x2

j − y2
j )ujvj , (14)
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Nτ =
∑

j

τ
(2j + 1)(v2

j x2
j + u2

jy
2
j ),

Nτ –– число протонов или нейтронов в ядре.
Коэффициенты xj , yj определяются из условия

обращения в нуль вариации среднего значения опе-
ратора термодинамического потенциала по вакууму
тепловых квазичастиц |0(T ); qp〉:

δ〈0(T ); qp|(Hsp + Hpair) − (15)

− TKf |0(T ); qp〉 = 0,

где

Kf = −
∑

τ

∑

jm

τ
{α†

jmαjm ln y2
j + αjmα†

jm lnx2
j}

(16)

–– оператор энтропии для системы невзаимодей-
ствующих боголюбовских квазичастиц.
После варьирования получаем

(
xj

yj

)
=

[
1 + exp

(
∓εj

T

)]−1/2
, (17)

εj =
√

(Ej − λτ )2 + ∆2
τ .

Вакуум |0(T ); qp〉 с коэффициентами xj , yj , опре-
деленными в (17), и является тепловым вакуумом в
приближении БКШ.

Величина y2
j есть не что иное, как функция рас-

пределения Ферми–Дирака, определяющая число
квазичастиц Боголюбова с энергией εj в тепловом
вакууме БКШ:

〈0(T ); qp|α†
jmαjm|0(T ); qp〉 = (18)

= y2
j ≡

[
1 + exp

(εj

T

)]−1
.

Уравнения (13), (14) и (17) образуют систему
уравнений сверхтекучести при ненулевой темпера-
туре [24, 25]. Как известно, в тепловом прибли-
жении БКШ парные корреляции ослабевают с ро-
стом температуры, и уже при относительно неболь-
шой критической температуре (Tcr ≈ ∆τ (T = 0)/2)
энергетическая щель обращается в нуль.
После диагонализации одночастичная часть

спаривательного теплового гамильтониана прини-
мает вид

Hsp + Hpair 

∑

τ

∑

jm

τ
εj(β

†
jmβjm − β̃†

jmβ̃jm) (19)

и описывает систему невзаимодействующих теп-
ловых квазичастиц. Так как тепловой ваку-
ум |0(T ); qp〉 содержит некоторое количество ква-
зичастиц Боголюбова, то возбужденные состояния
можно получить как путем добавления, так и

путем уничтожения боголюбовской квазичастицы.
Соотношения

α†
jm|0(T ); qp〉 = xjβ

†
jm|0(T ); qp〉, (20)

αjm|0(T ); qp〉 = −iyjβ̃
†
jm|0(T ); qp〉

связывают первый процесс с рождением тепло-
вой квазичастицы с положительной энергией, а
второй процесс–– с рождением тепловой тильда-
квазичастицы с отрицательной энергией.
Второй этап диагонализации теплового га-

мильтониана (10) учитывает влияние протон-
нейтронного частично-дырочного взаимодействия,
которое при ненулевой температуре в рамках
используемого формализма проявляется как вза-
имодействие тепловых квазичастиц. С этой целью
тепловой оператор взаимодействия Hint = Hint −
− H̃int, где Hint определен в (8), должен быть
выражен через операторы тепловых квазичастиц.
Затем вводится оператор зарядово-обменного

теплового фонона

Q†
λµi = (21)

=
∑

jpjn

(
ψλi

jpjn
[β†

jp
β†

jn
]λµ + ψ̃λi

jpjn
[β̃†

jp
β̃†

jn
]λµ +

+ iηλi
jpjn

[β†
jp

β̃†
jn

]λµ + iη̃λi
jpjn

[β̃†
jp

β†
jn

]λµ
)

+

+
(
φλi

jpjn
[βjpβjn ]λµ + φ̃λi

jpjn
[β̃jp β̃jn ]λµ +

+ iξλi
jpjn

[βjp β̃jn ]λµ + iξ̃λi
jpjn

[β̃jpβjn ]λµ
)

,

и новый тепловой вакуум определяется как вакуум
тепловых фононов |0(T ); ph〉:

Qλµi|0(T ); ph〉 = 0, Q̃λµi|0(T ); ph〉 = 0. (22)

Далее по аналогии с обычным квазичастичным
ПСФ при T = 0 предполагают, что операто-
ры рождения и уничтожения тепловых фоно-
нов удовлетворяют бозонным коммутационным
соотношениям4). Из этого требования следуют
условия ортонормировки для фононных амплитуд
ψλi

jpjn
, φλi

jpjn
и др. В частности, из соотношения

[Qλµi, Q
†
λ′µ′i′ ] = δλλ′δµµ′δii′ следует

∑

jpjn

{
ψλi

jpjn
ψλi′

jpjn
+ ψ̃λi

jpjn
ψ̃λi′

jpjn
+ ηλi

jpjn
ηλi′

jpjn
+ (23)

+ η̃λi
jpjn

η̃λi′
jpjn

− φλi
jpjn

φλi′
jpjn

− φ̃λi
jpjn

φ̃λi′
jpjn

−

− ξλi
jpjn

ξλi′
jpjn

− ξ̃λi
jpjn

ξ̃λi′
jpjn

}
= δii′ .

Структуру и энергии тепловых фононов опре-
деляют с помощью вариационного принципа, т.е.

4)Это подразумевает малость числа тепловых квазичастиц в
новом вакууме |0(T ); ph〉.
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из условия минимума среднего значения теплового
гамильтониана по однофононному состоянию при
условии (23):

δ
{
〈0(T ); ph|QλµiHQ†

λµi|0(T ); ph〉 − (24)

− ωλi

2
[
〈0(T ); ph|[Qλµi, Q

†
λµi]|0(T ); ph〉 − 1

]}
= 0.

Множитель Лагранжа ωλi имеет смысл энергии

теплового фонона. Полученная после варьирова-

ния по фононным амплитудам система линейных
уравнений имеет нетривиальное решение, если ωλi
является решением следующего секулярного урав-
нения:

A(ω) =

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

X
(+)
aa − 1

κ
(a)
1

X
(+−)
aa X

(+)
ab X

(+−)
ab

X
(−+)
aa X

(−)
aa − 1

κ
(a)
1

X
(−+)
ab X

(−)
ab

X
(+)
ab X

(+−)
ab X

(+)
bb − 1

κ
(b)
1

X
(+−)
bb

X
(+−)
ab X

(−)
ab X

(−+)
ab X

(−)
bb − 1

κ
(b)
1

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

= 0. (25)

Для зарядово-обменных возбуждений электри-
ческого типа a ≡ λ, b ≡ λλ, а для зарядово-
обменных возбуждений магнитного типа a ≡
≡ (λ − 1)λ и b ≡ (λ + 1)λ. Функции X

(±)
cd , X

(±∓)
cd

(c = a, b и d = a, b) в (25) имеют следующий вид:

X
(±)
cd (ω) =

2

λ̂2

∑

jpjn

f
(c)
jpjn

f
(d)
jpjn

{
ε
(+)
jpjn

(u(±)
jpjn

)2

(ε(+)
jpjn

)2 − ω2
×

× (1 − y2
jp
− y2

jn
) −

ε
(−)
jpjn

(v(∓)
jpjn

)2

(ε(−)
jpjn

)2 − ω2
(y2

jp
− y2

jn
)

}
,

X
(±∓)
cd (ω) =

2
λ̂2

ω
∑

jpjn

f
(c)
jpjn

f
(d)
jpjn

{
u

(±)
jpjn

u
(∓)
jpjn

(ε(+)
jpjn

)2 − ω2
×

× (1 − y2
jp
− y2

jn
) −

v
(±)
jpjn

v
(∓)
jpjn

(ε(−)
jpjn

)2 − ω2
(y2

jp
− y2

jn
)

}
,

где f
(λ)
jpjn

, f
(Lλ)
jpjn

–– приведенные матричные эле-
менты из мультипольного и спин-мультипольного

одночастичных операторов (9); u
(±)
jpjn

= ujpvjn ±
± vjpujn , v

(±)
jpjn

= ujpujn ± vjpvjn ; ε
(±)
jpjn

= εjp ± εjn ;

λ̂ =
√

2λ + 1. Такое же секулярное уравнение
получится, если минимизировать среднее значе-
ние теплового гамильтониана по однофононному
тильда-состоянию Q̃†

λµi|0(T ); ph〉.
Стоит указать некоторые особенности уравне-

ния (25). Так, полюсы ε
(−)
jpjn

, отсутствующие в ана-
логичном уравнении ПСФ при нулевой темпера-

туре, обусловлены присутствием в структуре теп-
лового фонона (21) компонент β†β̃†. В результате
в низкоэнергетической части спектра зарядово-
обменных возбуждений при T �= 0 появляются
новые состояния. Далее, опять-таки в отличие от
случая T = 0, при ненулевой температуре решения
уравнения (25) с отрицательной энергией приоб-
ретают физический смысл. Они отвечают возбуж-
дению тильда-фононов Q̃†

λµi|0(T ); ph〉 и связаны с
включением в структуру теплового фонона слага-
емых β̃†β̃†. Выше уже отмечалось, что рождение
тепловой тильда-квазичастицы означает уничто-
жение в тепловом вакууме квазичастицы Боголю-
бова. Поэтому возбуждение низкоэнергетических
фононов и фононов с отрицательной энергией со-
ответствует зарядово-обменным переходам из воз-
бужденных состояний ядра.

Для амплитуд различных компонент теплового
фонона справедливы следующие выражения:

(
ψ

φ

)λi

jpjn

=
Nλi

ε
(+)
jpjn

∓ ωλi

× (26)

×
{

κ
(a)
1 f

(a)
jpjn

(
u

(+)
jpjn

A11 ± u
(−)
jpjn

A12

)
+

+ κ
(b)
1 f

(b)
jpjn

(
u

(+)
jpjn

A13 ± u
(−)
jpjn

A14

)}
×

×
(
xjpxjnXλi − yjpyjnYλi

)
,

(
ψ̃

φ̃

)λi

jpjn

= − Nλi

ε
(+)
jpjn

± ωλi

×
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×
{

κ
(a)
1 f

(a)
jpjn

(
u

(+)
jpjn

A11 ∓ u
(−)
jpjn

A12

)
+

+κ
(b)
1 f

(b)
jpjn

(
u

(+)
jpjn

A13 ∓ u
(−)
jpjn

A14

)}
×

×
(
yjpyjnXλi − xjpxjnYλi

)
,

(
η

ξ

)λi

jpjn

=
Nλi

ε
(−)
jpjn

∓ ωλi

×

×
{

κ
(a)
1 f

(a)
jpjn

(
v
(−)
jpjn

A11 ± v
(+)
jpjn

A12

)
+

+κ
(b)
1 f

(b)
jpjn

(
v
(−)
jpjn

A13 ± v
(+)
jpjn

A14

)}
×

×
(
xjpyjnXλi − yjpxjnYλi

)
,

(
η̃

ξ̃

)λi

jpjn

= − Nλi

ε
(−)
jpjn

± ωλi

×

×
{

κ
(a)
1 f

(a)
jpjn

(
v
(−)
jpjn

A11 ∓ v
(+)
jpjn

A12

)
+

+κ
(b)
1 f

(b)
jpjn

(
v
(−)
jpjn

A13 ∓ v
(+)
jpjn

A14

)}
×

×
(
yjpxjnXλi − xjpyjnYλi

)
,

где Ajk –– алгебраическое дополнение определите-
ля A(ωλi), множитель Nλi определяется из усло-
вия нормировки (23), а неизвестные коэффициен-
тыXλi, Yλi связаны соотношениемX2

λi − Y 2
λi = 1.

Таким образом, диагонализация H однозначно
определяет только энергию тепловых фононов, в
то время как их структура оказывается известной
лишь с точностью до унитарного преобразования

Q†
λµi → XλiQ

†
λµi − YλiQ̃λµi, (27)

Q̃†
λµi → XλiQ̃

†
λµi − YλiQλµi.

Причина такой неопределенности связана с инва-
риантностью теплового гамильтониана

H =
∑

λµi

ωλi(Q
†
λµiQλµi − Q̃†

λµiQ̃λµi) (28)

относительно преобразования (27).
Неоднозначность определения структуры теп-

ловых фононов означает, что и соответствующий
тепловой вакуум не определен однозначно. Чтобы
устранить эту неоднозначность, следует привлечь
дополнительные условия. Например, можно потре-
бовать, чтобы на “истинном” тепловом фононном
вакууме достигалось минимальное значение термо-
динамического потенциала системы невзаимодей-
ствующих фононов Ωph. Последний имеет вид

Ωph =
〈
0(T ); ph

∣∣∣
∑

λµi

ωλiq
†
λµiqλµi − (29)

− TK̂ph

∣∣∣0(T ); ph
〉
.

Операторы q†λµi, qλµi введены для обозначения та-
ких тепловых фононов, у которых Xλi = 1, Yλi = 0
(см. (26)). Оператор Kph –– оператор энтропии для
системы фононов (трактуемых как бозоны [15]):

Kph = −
∑

λµi

{q†λµiqλµi ln Y 2
λi − qλµiq

†
λµi ln X2

λi}.

(30)

Условие минимума Ωph дает

Yλi =
[
exp

(ωλi

T

)
− 1

]−1/2
, (31)

X2
λi = 1 + Y 2

λi.

Таким образом, коэффициенты Y 2
λi оказываются

тепловыми числами заполнения Бозе–Эйнштейна
и определяют число фононов qλµi в “истинном”
тепловом вакууме:

〈0(T ); ph|q†λµiqλµi|0(T ); ph〉 = Y 2
λi. (32)

Следует отметить, что из-за используемого
нами приближения в трактовке парных корре-
ляций любое однофононное состояние |Qλµi〉 =
= Q†

λµi|0(T ); ph〉 или |Q̃λµi〉 = Q̃†
λµi|0(T ); ph〉 ока-

зывается суперпозицией возбужденных состояний
соседних ядер (Z + 1, N − 1) и (Z − 1, N + 1).
Лишь при температурах T > Tcr компоненты
однофононных состояний, принадлежащие разным
ядрам, расцепляются, и возбуждение можно одно-
значно связать либо с ядром (Z + 1, N − 1), либо с
ядром (Z − 1, N + 1).
Вероятность зарядово-обменного перехода из

теплового вакуума на тепловое однофононное со-
стояние есть квадрат приведенного матричного
элемента соответствующего оператора:

Φ(±)
λi =

∣∣∣〈0(T ); ph||D(±)
λµ ||Qλµi〉

∣∣∣
2
, (33)

Φ̃(±)
λi =

∣∣∣〈0(T ); ph||D(±)
λµ ||Q̃λµi〉

∣∣∣
2
.

Здесь знак “+” относится к оператору p → n-
переходов, а знак “−” –– к оператору n → p-

переходов. Выражения для амплитуд Φ(±)
λi и Φ̃(±)

λi
приведены в Приложении. Там же показано, что
в нашем формализме правила сумм Икеды для
фермиевских и гамов-теллеровских переходов
выполняются и в нагретом ядре.
Для энергии перехода из теплового вакуума на

тепловое однофононное состояние имеем

E
(±)
λi = ωλi ± (∆λnp + ∆mnp), (34)

Ẽ
(±)
λi = −ωλi ± (∆λnp + ∆mnp),

где ∆λnp = λn − λp –– разность значений нейтрон-
ного и протонного химических потенциалов, а
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∆mnp = mn − mp = 1.29 МэВ–– разность масс
нейтрона и протона. Соотношения (34) учитывают,
что до перехода нуклон принадлежит протонной
(нейтронной) подсистеме ядра, а после перехода––
нейтронной (протонной) подсистеме.
Рассчитав величины (33) для всех возможных

тепловых однофононных состояний, мы найдем
распределения силы зарядово-обменных перехо-
дов в нагретом ядре. При ненулевой температуре
часть силы переходов находится в отрицательной
области энергий относительно теплового вакуума.
Благодаря этому ядра, β-стабильные при T = 0,
становятся нестабильными при T �= 0, т.е. могут
распадаться посредством β±-переходов из воз-
бужденных состояний ядра. Кроме того, переход
на состояния с отрицательной энергией становится
возможен и в результате захвата электрона или
позитрона.

2.3. Скорость захвата электрона
Зная распределение силы p → n-переходов

различной мультипольности J , мы можем рас-
считать скорость захвата электронов. При этом
подразумевается, что атомное ядро находится в
состоянии теплового равновесия, которое опи-
сывается тепловым вакуумом (в рассматривае-
мом приближении–– вакуумом тепловых фоно-
нов |0(T ); ph〉). Состояния, образовавшиеся в
результате захвата электронов, трактуются как
однофононные зарядово-обменные состояния.
При таких предположениях скорость захвата
электронов атомным ядром из окружающего его
электронного газа дается выражением

λ =
ln 2

6150 с
× (35)

×
∑

J

∑

i

[
Φ(+)

Ji F ec(EJi) + Φ̃(+)
Ji F ec(ẼJi)

]
.

Фазовый интеграл F ec(E) в (35) зависит от энергии
переходаE и химического потенциалаµe электрон-
ного газа (см., например, [9]).

Оператор D
(+)
0,1 разрешенных переходов выгля-

дит следующим образом:

D = (gV + g∗Aσ)t(+), (36)

т.е. состоит из фермиевской (∆Jπ = 0+) и гамов-
теллеровской (∆Jπ = 1+) частей. Величины gV =
= 1, g∗A = 0.75gfreeA –– векторная и перенормирован-
ная аксиальная константы связи.
В нерелятивистском приближении операторы

переходов первого порядка запрета в ядре с заря-
дом Z и радиусом R имеют вид [11, 12]

∆Jπ = 0−, D = g∗A

(σ · p
m

+
αZ

2R
iσ · r

)
t(+),

(37)

∆Jπ = 1−,

D =
(
gV

p
m

− αZ

2R
(g∗Aσ × p − gV r)

)
t(+),

∆Jπ = 2−, D = i
g∗A√

3
[σr]2µ

√
p2

e + q2
ν t(+).

Здесь σ, r, p –– операторы спина, координаты и
импульса нуклона соответственно;m –– масса нук-
лона; α –– постоянная тонкой структуры. Оператор
уникального перехода с ∆Jπ = 2− зависит от им-
пульса pe захваченного электрона и импульса qν
вылетевшего нейтрино.

3. РЕЗУЛЬТАТЫ РАСЧЕТОВ

Численные расчеты выполнены на примере
ядра 80Ge, имеющего большой избыток нейтронов.
Это ядро “мягкое”, т.е. его низколежащие квад-
рупольные возбуждения сильно коллективизиро-
ваны. Мы рассматриваем 80Ge как сферически-
симметричное ядро. Одночастичные волновые
функции и энергии рассчитаны в потенциале
Вудса–Сакcона с параметрами Чепурнова [26].
При этом глубина потенциала подобрана так,
чтобы воспроизвести энергии отделения Ep(n)

протона и нейтрона.
Константы спаривательного взаимодействияGp

и Gn определялись по парным энергиям, найден-
ным по экспериментальным энергиям связи [27].
Значения протонной и нейтронной энергетиче-
ских щелей при T = 0 получились следующими:
∆p = 1.39 МэВ, ∆n = 1.35 МэВ. Изовекторные

константы κ
(λ)
1 , κ

(Lλ)
1 мультипольного и спин-

мультипольного взаимодействий находились со-
гласно стандартным формулам для сепарабельных
сил с радиальной зависимостью rλ (см., напри-
мер, [28, 29]).
Рассчитанные одночастичные схемы уровней

для протонов и нейтронов близки к тем, что
были использованы в [12] для расчета скорости
электронного захвата ядром 82Ge. В приближении
независимых частиц основное состояние ядра
80Ge соответствует полностью занятой протонной
подоболочке 2p3/2 и восьми нейтронам на подобо-
лочке 1g9/2. Поэтому при T = 0 в одночастичном
приближении разрешенные p → n-переходы из
основного состояния ядра 80Ge полностью бло-
кированы действием принципа Паули, и захват
электрона может идти лишь за счет запрещенных
переходов. Однако парные корреляции размывают
протонную и нейтронную поверхности Ферми, чем
ослабляют блокировку.
На рис. 1 показано, как меняется с ростом

температуры распределение силы разрешенных
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Рис. 1.Распределение силыS(E) разрешенных (∆Jπ = 0+, 1+) p → n-переходов в ядре 80Ge при различных значениях
температуры T . По оси абсцисс отложена энергия переходаE. Штриховые кривые–– вклад фермиевских 0+-переходов.
S –– полная сила переходов при данной T .

p → n-переходов в 80Ge. Для каждого значения T
указана суммарная сила S этих переходов.

При температуре ниже критической Tcr ≈
≈ 0.7−0.8 MэВ главный максимум распределения
силы находится при энергии 18–19 МэВ. В фор-
мировании этого максимума принимают участие
два одночастичных перехода: π(1f7/2) → ν(1f5/2)
и π(1g9/2) → ν(1g7/2). Первый из них–– переход
типа дырка–дырка, второй–– частица–частица.
Таким образом, указанный максимум обязан своим
существованием парным корреляциям, благодаря
которым уровень π1g9/2 становится частично
занятым, а на уровне ν1f5/2 появляются дырки.

Энергия перехода определяется полюсом ε
(+)
jpjn

секулярного уравнения (25).

Из-за ослабления парных корреляций с ро-
стом T рассматриваемый максимум в распреде-
лении силы разрешенных переходов практически
исчезает при T ≈ Tcr, уменьшается и полная сила
разрешенных p → n-переходов. Однако дальней-
шее повышение температуры увеличивает вклад
p → n-переходов с возбужденных состояний ядра.
На рис. 1 это проявляется в увеличении полной
силы переходов и появлении в распределении силы
максимума при энергии∼10МэВ. Вформировании

этого максимума участвуют те же самые одно-
частичные переходы, что обсуждались выше. Но
в данном случае эти переходы обусловлены теп-
ловыми эффектами, и их невозмущенная энергия

определяется величиной ε
(−)
jpjn

, т.е. она меньше, чем
энергия техже самых переходов приT < Tcr. Таким
образом, рост температуры приводит к заметно-
му перераспределению силы разрешенных p → n-
переходов в 80Ge. Это, в свою очередь, влияет на
скорость захвата электрона.

На рис. 2 показано распределение силы за-
прещенных 0−, 1− и 2− p → n-переходов в 80Ge
при разных температурах. Видно, что температура
практически не влияет на суммарную силу запре-
щенных переходов. Причина этого в том, что силь-
ные запрещенные p → n-переходы формируются
главным образом частично-дырочными перехода-
ми больших энергий, на которые слабо влияют и
парные корреляции, и температура. Однако для
1−- и 2−-переходов рост температуры приводит к
заметному уширению силовой функции, что связа-
но с тепловой размазкой нейтронной и протонной
поверхностей Ферми и, как следствие, –– с ростом
вклада низкоэнергетических одночастичных пере-
ходов. Для 0−-переходов, в силу более жестких
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Рис. 2. Распределение силы S(E) p → n-переходов первого порядка запрета (∆Jπ = 0−, 1−, 2−) в ядре 80Ge при
температурах T = 0, 0.8 и 1.6 МэВ. По оси абсцисс отложена энергия переходаE. S –– полная сила переходов с данным
∆J при данной T . Распределение силы 2−-переходов соответствует энергии захваченного электронаEe = 25МэВ.

правил отбора, вклад низкоэнергетических перехо-
дов несуществен.
Сравнение суммарных сил разрешенных и за-

прещенных переходов показывает, что в расчетах
скоростей захвата электронов ядрами нейтронно-
избыточных изотопов германия необходимо учиты-
вать переходы обоих типов.
На рис. 3 показаны результаты расчета скоро-

сти захвата электронов ядром 80Ge при различных

температурах и плотностях. Видно, что скорость
захвата растет как с ростом температуры, так и
с ростом плотности. При этом оказывается, что
чем ниже плотность, тем чувствительнее скорость
захвата к температуре. Причина в том, что при
низкой плотности и, как следствие, относитель-
но небольшой величине химического потенциала
электронного газа скорость захвата сильно зависит
от деталей распределения силы p → n-переходов.
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Рис. 3. Зависимость скорости захвата электронов λ
ядром 80Ge от температуры при различных значениях
плотности ρYe.

При плотности ρYe = 1010 моль/см3 в рассматри-
ваемом диапазоне температур химический потен-
циал электронного газа µe ≈ 10−11 МэВ, и захват
электронов может происходить лишь за счет низ-
коэнергетических p → n-переходов. Но, как было
показано выше, рост температуры приводит к уве-
личению доли таких переходов из-за сдвига вниз по
энергии максимума силовой функции разрешенных
переходов и из-за увеличения вклада низкоэнер-
гетических запрещенных переходов. Это и при-
водит к сильному увеличению скорости захвата с
ростом температуры. С ростом плотности химиче-
ский потенциал электронного газа также растет:
от µe ≈ 18−19 МэВ при ρYe = 5 × 1010 моль/см3

до µe ≈ 40−41 МэВ при ρYe = 5 × 1011 моль/см3.
В результате с ростом ρYe зависимость скорости
захвата от температуры ослабевает и при ρYe = 5×
× 1011 моль/см3 определяется только суммарной
силой p → n-переходов, а не деталями их распре-
деления по спектру ядра.

4. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

В настоящей работе изложен основанный на
формализме термополевой динамики подход, пред-
назначенный для изучения влияния температуры
на скорости слабых процессов в нагретых ядрах.
Получены уравнения, позволяющие рассчитывать
вероятности соответствующих переходов при ко-
нечной температуре в приближении случайной фа-
зы. Для материнского ядра 80Ge рассчитаны рас-

пределения силы разрешенных и первого порядка
запрета p → n-переходов. Обнаружено понижение
с ростом температуры максимума в распределении
силы разрешенных переходов, а также характерное
изменение суммарной силы переходов. Этот эф-
фект связан с ослаблением парных корреляций при
увеличении температуры. В то же время суммарная
сила запрещенных переходов практически не зави-
сит от температуры. С ростом температуры распре-
деления силы 1−- и 2−-переходов становятся шире
за счет увеличения вклада низкоэнергетических
p → n-переходов.
Кроме того, рассчитаны температурные зависи-

мости скорости захвата электронов. Показано, как
изменения в распределении силы p → n-переходов
влияют на скорости захвата при различных плот-
ностях.
Представляется интересным в рамках предло-

женного формализма выйти за границы тепло-
вого ПСФ и учесть связь с более сложными, в
первую очередь двухфононными, конфигурациями.
Для зарядово-обменных состояний в холодных яд-
рах этот вопрос исследовался в квазичастично-
фононной модели [20, 21] и некоторых других под-
ходах [30]. Связь со сложными конфигурациями
заметно влияет на распределение силы переходов
по ядерному спектру, а вид этого распределения,
как мы видим, важен для расчетов скорости элек-
тронного захвата при не очень больших плотностях
вырожденного электронного газа.
Авторы признательны В.А. Кузьмину за по-

лезные обсуждения и советы. Настоящая работа
выполнена при частичной поддержке программы
Гейзенберг–Ландау и гранта DFG (SFB 634).

Приложение

Амплитуды различных зарядово-обменных пе-
реходов из теплового вакуума на тепловые однофо-
нонные обычное и тильда-состояния имеют вид:

Φ(−)
λi =

⎛

⎝
∑

jpjn

d
(−)
λ (jpjn)Ω1(jpjn;λi)

⎞

⎠
2

, (П.1)

Φ̃(−)
λi =

⎛

⎝
∑

jpjn

d
(−)
λ (jpjn)Ω̃1(jpjn;λi)

⎞

⎠
2

,

Φ(+)
λi =

⎛

⎝
∑

jpjn

(−1)jn−jp+λd
(+)
λ (jnjp)Ω2(jpjn;λi)

⎞

⎠
2

,

Φ̃(+)
λi =

⎛

⎝
∑

jpjn

(−1)jn−jp+λd
(+)
λ (jnjp)Ω̃2(jpjn;λi)

⎞

⎠
2

,
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где d
(∓)
λ (jp(n)jn(p)) –– приведенный одночастичный

матричный элемент оператора перехода:

d
(∓)
λ (jp(n)jn(p)) = 〈jn(p)||D

(∓)
λ ||jp(n)〉, (П.2)

а функции Ω1,2(jpjn;λi) представляют собой ли-
нейные комбинации амплитуд (26):

Ω1(jpjn;λi) = ujpvjn

(
xjpxjnψλi

jpjn
+ (П.3)

+ yjpyjnφ̃λi
jpjn

)
+ vjpujn

(
yjpyjnψ̃λi

jpjn
+

+ xjpxjnφλi
jpjn

)
+ ujpujn

(
xjpyjnηλi

jpjn
+

+ yjpxjn ξ̃λi
jpjn

)
− vjpvjn

(
yjpxjn η̃λi

jpjn
+ xjpyjnξλi

jpjn

)
,

Ω2(jpjn;λi) = vjpujn

(
xjpxjnψλi

jpjn
+

+ yjpyjnφ̃λi
jpjn

)
+ ujpvjn

(
yjpyjnψ̃λi

jpjn
+

+ xjpxjnφλi
jpjn

)
− vjpvjn

(
xjpyjnηλi

jpjn
+

+ yjpxjn ξ̃λi
jpjn

)
+ ujpujn

(
yjpxjn η̃λi

jpjn
+ xjpyjnξλi

jpjn

)
.

Выражения для Ω̃1,2(jpjn;λi) получаются из
Ω1,2(jpjn;λi) заменой обычных амплитуд на
тильда-амплитуды и наоборот.

Если операторы D
(−)
λ и D

(+)
λ различаются

только множителем, действующим в изотопиче-
ском пространстве, что верно, в частности, для
фермиевских и гамов-теллеровских переходов, то

d
(−)
λ (jpjn) = (−1)jn−jp+λd

(+)
λ (jnjp), а вероятности

переходов (П.1) удовлетворяют соотношению

Φ̃(∓)
λi = exp(−ωλi/T )Φ(±)

λi (ωλi > 0). (П.4)

Аналогичное соотношение было получено в [17] для
зарядово-нейтральных переходов электрического
типа в нагретых ядрах.
Для фермиевских и гамов-теллеровских пере-

ходов в нагретом ядре справедливы правила сумм
Икеды. Действительно, определяя полную силу
n → p- и p → n-переходов

S
(∓)
λ =

∑

i

(Φ(∓)
λi + Φ̃(∓)

λi ) (λ = 0+, 1+) (П.5)

и учитывая, что для амплитуд тепловых фононов
выполняется условие полноты, получаем

ISR = S
(−)
λ − S

(+)
λ =

∑

jpjn

[d(−)
λ (jpjn)]2 × (П.6)

×
(
[u2

jn
y2

jn
+ v2

jn
x2

jn
] − [u2

jp
y2

jp
+ v2

jp
x2

jp
]
)

.

Далее, так как
∑

jp(n)

|〈jp||t(−)||jn〉|2 = (2jn(p) + 1), (П.7)

∑

jp(n)

|〈jp||σt(−)||jn〉|2 = 3(2jn(p) + 1),

то c учетом выражения для числа частиц в тепловом
приближении БКШ (14) получаем: ISR = N − Z
для фермиевских переходов, ISR = 3(N − Z) для
гамов-теллеровских переходов.
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CHARGE-EXCHANGE TRANSITIONS IN HOT NUCLEI

A. A. Dzhioev, A. I. Vdovin, V. Yu. Ponomarev, J. Wambach

A formalism based on the thermofield dynamics and allowing to treat thermal effects on the strength
distribution of charge-exchange transitions in hot nuclei is developed. The strength distributions of
allowed and first-forbidden p → n transitions are calculated for neutron-rich nucleus 80Ge at different
temperatures. Electron capture rates are calculated for 80Ge at temperatures and densities corresponding
to an advanced stage of stellar evolution.
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