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Введение

Актуальность темы исследования

Стандартная модель, представляющая собой локальную квантовую тео-

рию поля, позволяет с большой точностью описывать в рамках пертурбативного

S-матричного подхода и диаграммной техники Фейнмана огромное количество

различных процессов взаимодействия элементарных частиц, причем результа-

ты теоретического описания в подавляющем большинстве случаев замечатель-

но подтверждаются экспериментальными данными. Это в первую очередь от-

носится к процессам рассеяния элементарных частиц. Однако существует ряд

явлений, которые не могут быть описаны в рамках стандартной теории возму-

щений. В частности, это осцилляции нейтральных мезонов и нейтрино, которые

происходят на конечных макроскопических пространственных и временных ин-

тервалах. Эти явления широко изучаются как экспериментально, так и теоре-

тически.

Описание процессов осцилляций частиц проводится либо в квантово-

механическом подходе с использованием плоских волн, либо в квантово-

механическом или квантовом теоретико-полевом подходах с использованием

волновых пакетов. Описание в терминах плоских волн оказывается простым,

но противоречивым, а подходы с использованием волновых пакетов предпола-

гают очень громоздкие вычисления при построении амплитуд процессов и на-

хождении вероятностей переходов. Таким образом, актуальной является задача

создания нового последовательного и более простого формализма для описания

таких процессов.

Степень разработанности темы

Квантово-механическое описание в терминах плоских волн впервые бы-

ло предложено в работе [1] для объяснения осцилляций нейтральных каонов

и впоследствии обобщено на случай осцилляций нейтрино в работах [2, 3]. Со-

временное состояние этого подхода подробно изложено в работах [4–7]. В его

рамках предполагается, что в сильных или слабых взаимодействиях рождают-

ся состояния, не обладающие определенной массой, но зато имеющие опреде-
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ленные квантовые числа — странность и лептонный аромат, соответственно.

Эволюция этих состояний во времени находится путем разложения их по со-

стояниям с определенной массой и определяется свободными гамильтонианами

последних. В результате с течением времени состояния с определенной стран-

ностью или лептонным ароматом становятся суперпозицией состояний с раз-

личными значениями странности или с различными лептонными ароматами.

Рассмотрение взаимодействий нейтрино и распадов каонов, описываемых та-

кими суперпозиционными состояниями, приводит к известным формулам для

осцилляций нейтрино и нейтральных каонов, которые хорошо согласуются с

экспериментальными данными.

Однако уже давно было замечено, что квантово-механическое описание в

терминах плоских волн не является последовательным, поскольку в процессах

рождения состояний, не обладающих определенной массой, нарушается закон

сохранения энергии-импульса [8–12]. В локальной квантовой теории поля 4-

импульс сохраняется в каждой вершине взаимодействия, что приводит к тому,

что компоненты с разными массами в составе одного флейворного состояния

имеют разные импульсы и энергии. Считается, что эта проблема может быть

решена в рамках квантово-механического описания в терминах волновых паке-

тов [5], что, с другой стороны, существенно усложняет соответствующие вычис-

ления. Кроме того, этот подход, как и подход в терминах плоских волн, все еще

вызывает вопросы в своей основе ввиду того, что оперирует понятием флей-

ворного состояния, представляющего собой суперпозицию массовых состояний.

Последние являются разными квантовыми системами, и их операторы рожде-

ния и уничтожения действуют в разных фоковских пространствах. Постулаты

же квантовой механики допускают существование лишь суперпозиций состоя-

ний одной и той же квантовой системы, но не суперпозиций состояний разных

систем. В этом смысле квантово-механические описания осцилляций нейтрино

и нейтральных каонов представляются, вообще говоря, плохо согласующимися

с основами квантовой механики.

В работе [8] был предложен альтернативный, квантовый теоретико-

полевой подход к описанию осцилляций нейтрино, который, в соответствии с

положениями квантовой теории поля, предполагает, что в слабых взаимодей-

ствиях рождаются состояния нейтрино с определенной массой, находящиеся вне
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массовой поверхности и описывающиеся фейнмановскими пропагаторами, а ос-

цилляции нейтрино возникают вследствие интерференции амплитуд со всеми

тремя виртуальными массовыми состояниями нейтрино в промежуточном со-

стоянии. В этом подходе не возникает проблем с сохранением энергии-импульса.

Однако данный метод описания плохо совместим со стандартным пертурба-

тивным подходом матрицы рассеяния, который не приспособлен для описания

процессов, происходящих на конечных расстояниях и интервалах времени. Для

учета локализации частиц и ядер, которые рождают и детектируют нейтрино в

экспериментах по осцилляциям нейтрино, в пертурбативном S-матричном под-

ходе приходится использовать волновые пакеты, что делает вычисления очень

громоздкими. Процедура нахождения амплитуд в этом подходе существенно

отличается от стандартных вычислений в рамках диаграммной техники Фей-

нмана в импульсном представлении. Вследствие этого, например, в моногра-

фии [5], одним из авторов которой является создатель этого нового подхода,

данный метод описания только вскользь упоминается, а все изложение ведется

в рамках стандартного квантово-механического подхода.

Цели и задачи исследования

Целью исследования является развитие в рамках квантовой теории по-

ля нового пертурбативного формализма для описания процессов, происходя-

щих на конечных пространственно-временных интервалах, который совмещает

простоту стандартного квантово-механического подхода вследствие использо-

вания плоских волн и фундаментальность квантового теоретико-полевого под-

хода, использующего волновые пакеты. Предлагаемый формализм основан на

диаграммной технике Фейнмана в координатном представлении, дополненной

модифицированными правилами перехода к импульсному представлению, кото-

рые учитывают геометрию экспериментов по наблюдению осцилляций нейтрино

и нейтральных мезонов. Эффективно это приводит к тому, что только фейнма-

новский пропагатор частицы в импульсном представлении заменяется на т.н.

зависящий от времени пропагатор, в то время как остальные правила Фейн-

мана в импульсном представлении удается сохранить неизменными. Поэтому

вычисления в данном подходе очень напоминают стандартные вычисления в

рамках фейнмановской диаграммной техники. Подход основан на работах Фей-
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нмана [13,14], был предложен в работе [15] и развит в работах [16–19].

В процессе разработки нового формализма были решены следующие за-

дачи:

Продемонстрирована применимость нового формализма для описания

различных типов процессов, происходящих на конечных пространственно-

временных интервалах. Во-первых, рассмотрен распад нестабильной скалярной

частицы на фиксированном макроскопическом расстоянии от источника. Во-

вторых, рассчитаны вероятности процессов осцилляций нейтрино, где нейтрино

рождается либо в трехчастичном распаде через взаимодействие со слабым за-

ряженным током ядра, либо в двухчастичном распаде пиона, а детектируется

через взаимодействие только со слабым заряженным током ядра или одновре-

менно со слабыми заряженным и нейтральным токами электрона. В-третьих,

предлагаемый подход применен для описания осцилляций странных нейтраль-

ных мезонов. Показано, что развиваемый способ описания позволяет просто и

последовательно воспроизвести хорошо известные результаты для вероятностей

этих процессов.

Также в рассматриваемом подходе изучены эффекты локализации и ко-

герентности в процессах осцилляций нейтрино. Поскольку все участвующие в

этих процессах частицы считаются имеющими определенный импульс, декоге-

ренция может быть следствием разброса рожденных нейтрино по импульсам

и спектральной характеристики процесса регистрации. В диссертации найде-

на длина когерентности осцилляций нейтрино в новом подходе и проведено

сравнение механизма ее возникновения и численных значений с результатами

стандартного описания.

Положения, выносимые на защиту

1. Процессы, происходящие на конечных пространственно-временных интер-

валах, могут быть последовательно описаны в рамках квантовой теории

поля с помощью нового пертурбативного формализма, основанного на тех-

нике диаграмм Фейнмана в координатном представлении, дополненной мо-

дифицированными правилами перехода к импульсному представлению, ко-

торые учитывают условия экспериментов по наблюдению таких процессов.

2. Вычисленная в рамках разработанного формализма в приближении нуле-
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вых масс нейтрино вероятность процессов осцилляции нейтрино, в кото-

рых нейтрино детектируется через взаимодействие только со слабым за-

ряженным током, представляется в виде произведения дифференциаль-

ной вероятности рождения безмассового флейворного состояния нейтрино

с импульсом, направленным от источника к детектору, вероятности взаи-

модействия этого состояния нейтрино в детекторе и стандартного завися-

щего от расстояния осциллирующего фактора. В то же время в процес-

сах, где регистрация осуществляется через взаимодействие одновременно

с заряженным и нейтральным токами, осциллирующие факторы остаются

включенными в выражение для вероятности процесса детектирования.

3. Вид осцилляционной картины, найденной в разработанном формализме с

помощью численных расчетов, зависит как от процесса рождения, так и

от процесса детектирования нейтрино, причем осцилляционная картина

затухает с расстоянием. Длина когерентности осцилляций нейтрино, рож-

денных в трехчастичных распадах, вследствие разброса этих нейтрино по

импульсам оказывается много меньше длины, предсказываемой на основе

квантовой неопределенности импульса нейтрино в стандартном квантово-

механическом подходе.

4. Вычисленная в рамках нового формализма вероятность процесса осцилля-

ции нейтральных K-мезонов факторизуется на дифференциальную веро-

ятность рождения короткоживущего каона с импульсом, направленным от

источника к детектору, вероятность распада этой частицы на два π-мезона

и стандартный множитель, представляющий собой сумму зависящих от

времени осциллирующих и экспоненциально затухающих членов.

Личный вклад автора

Все результаты, выносимые на защиту (в том числе изложенные в работах,

выполненных в соавторстве), получены лично автором диссертации. Во всех

опубликованных работах вклад автора является основополагающим.
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Научная новизна

Научная новизна диссертационной работы отражена в положениях, вы-

носимых на защиту. Она включает в себя развитие нового метода описания

процессов конечной длительности, происходящих на конечных макроскопиче-

ских расстояниях. Развитый пертурбативный формализм, основанный на диа-

граммной технике Фейнмана в координатном представлении и мотивированный

лишь необходимостью учета конкретной экспериментальной ситуации, позво-

ляет последовательно описывать такие процессы, как осцилляции нейтрино и

нейтральных каонов.

Практическая ценность

Развитый в диссертации подход позволяет значительно упростить вычис-

ления амплитуд и вероятностей процессов осцилляции по сравнению с суще-

ствующими подходами с использованием волновых пакетов, потому что в его

рамках описание ведется в терминах плоских волн, а волновые пакеты, описы-

вающие локализацию частиц, оказываются ненужными. Фактически процедура

нахождения амплитуд и вероятностей процессов очень похожа на стандартные

вычисления в рамках диаграммной техники Фейнмана в импульсном представ-

лении. Развитый формализм позволяет легко и, что немаловажно, последова-

тельно воспроизвести основные экспериментально подтвержденные результаты

стандартного квантово-механического описания в терминах плоских волн, ко-

торое представляется противоречивым.

Методология и методы исследования

В работе используется единый последовательный подход, основанный на

методах квантовой теории поля, где взаимодействие частиц описывается с помо-

щью лагранжиана взаимодействия Стандартной модели, а их распространение

— с помощью причинной функции Грина [13,14]. Длины когерентности осцилля-

ций нейтрино находятся по аналогии с интерференцией немонохроматического

света в оптике с помощью функции видности.
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Степень достоверности и апробация результатов

Обоснованность и достоверность результатов диссертации обусловлена

тем, что они получены с помощью апробированных методов современной тео-

ретической физики. Расчеты проводились и проверялись при использовании

хорошо известных и отлично себя зарекомендовавших пакетов аналитических

вычисления CompHEP и REDUCE. Показано, что предлагаемый подход к опи-

санию процессов конечной длительности позволяет верно воспроизвести об-

щеизвестные и экспериментально подтвержденные предсказания стандартного

формализма.

Основные результаты диссертации опубликованы в 4 печатных рабо-

тах [16–19] в рецензируемых научных изданиях, индексируемых в базах дан-

ных Scopus, Web of Science, RSCI, и были доложены на следующих научных

конференциях:

• «Молодежная конференция по теоретической и экспериментальной фи-

зике, приуроченная к празднованию 75–летия НИЦ „Курчатовский ин-

ститут“» (20–23 ноября 2017, НИЦ «Курчатовский институт» — ИТЭФ,

Москва, Россия);

• «Ломоносовские чтения — 2018» (16–24 апреля 2018, МГУ имени М.В. Ло-

моносова, Москва, Россия);

• «IV International Conference on Particle Physics and Astrophysics» (22–26

октября 2018, НИЯУ «МИФИ», Москва, Россия);

• «Молодежная конференция по теоретической и экспериментальной физике

— 2018» (26–29 ноября 2018, НИЦ «Курчатовский институт» — ИТЭФ,

Москва, Россия);

• «Ломоносовские чтения — 2019» (15–25 апреля 2019, МГУ имени М.В. Ло-

моносова, Москва, Россия);

• «19th Lomonosov Conference on Elementary Particle Physics» (22–28 августа

2019, МГУ имени М.В. Ломоносова, Москва, Россия);

• «Международная Боголюбовская конференция „Проблемы теоретической

и математической физики“, посвященная 110-летию со дня рождения

Н.Н. Боголюбова» (9–13 сентября 2019, Москва-Дубна, Россия);
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• «The XXIV International Workshop High Energy Physics and Quantum Field

Theory (QFTHEP’2019)» (22–29 сентября 2019, Сочи, Россия).

Структура, объем и содержание диссертации

Диссертация состоит из Введения, четырех глав, Заключения и Приложе-

ния. Полный объем диссертации составляет 94 страницы текста с 9 рисунками.

Список литературы содержит 46 наименований.

Во Введении описывается степень разработанности темы диссертации и

обосновывается актуальность исследований в данном направлении, формулиру-

ются цели и задачи работы, приводятся основные научные результаты, получен-

ные в диссертации, обосновывается научная новизна, практическая значимость

и достоверность результатов работы, описывается методология исследования,

приводится список публикаций и докладов на конференциях, на которых были

представлены результаты выполненных исследований, приводится структура,

объем и краткое содержание диссертации.

Первая глава дает краткий обзор стандартных способов описания про-

цессов осцилляций частиц на примере нейтрино. Это квантово-механический

подход в терминах плоских волн (стандартный и строгий выводы), квантово-

механический подход в терминах волновых пакетов и квантовый теоретико-

полевой подход в терминах волновых пакетов. Обсуждаются их основные по-

ложения, результаты и проблемы.

Во второй главе новый подход излагается на примере простейшего слу-

чая скалярного поля. Выводится сначала зависящий от расстояния, а затем за-

висящий от времени скалярный пропагатор в импульсном представлении (как

в системе отсчета детектора, так и в лоренц-ковариантной форме). Получается

аналог теоремы Гримуса-Штокингера в рассматриваемом подходе. Получен-

ные результаты применяются для рассмотрения конкретного процесса, проис-

ходящего на конечном пространственно-временном интервале — распада неста-

бильной скалярной частицы, π+-мезона, на фиксированном макроскопическом

расстоянии от источника. Подробно описывается вычислительная процедура,

находится вероятность этого процесса.

Третья глава посвящена осцилляциям нейтрино. Аналогично тому, как

это делалось для скалярного поля, строится зависящий от времени пропага-
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тор спинорного поля в импульсном представлении. При помощи него сначала

описываются процессы осцилляций нейтрино, в которых нейтрино рождается

и регистрируется через взаимодействие со слабыми заряженными токами ядер.

Для таких процессов находится полная вероятность детектирования электрона

в рассматриваемом процессе. Обсуждаются примеры таких процессов: рожде-

ние нейтрино в распадах ядер 15O и 13N, по отдельности и в комбинации, а реги-

страция в хлор-аргоновом и галлий-германиевом детекторах. Находятся длины

когерентности для выбранных примеров процессов и обсуждается отличие в

том, что является источником затухания в новом подходе и в стандартном.

Далее идет рассмотрение осцилляций нейтрино, где рождение нейтрино

происходит опять же в слабом распаде ядра, а детектирование осуществляется

через взаимодействие со слабыми заряженным и нейтральным токами электро-

на. Находятся осциллирующие вероятности процессов. Рассматриваются при-

меры, где нейтрино рождается в распадах ядер 15O и 13N, по отдельности и

в комбинации, а регистрируется черенковским детектором. Вычисляются соот-

ветствующие длины когерентности.

Наконец, обсуждаются процессы осцилляций нейтрино, недиагональные

по лептонному аромату. А именно, рассматриваются процессы, где нейтрино

рождается в мюонном распаде пиона, а детектируется через взаимодействии

либо со слабым заряженным током ядра, либо со слабыми заряженным и ней-

тральным токами электрона. В отличие от обсуждаемых ранее случаев осцил-

ляций нейтрино, где начальное ядро распадается на три частицы, здесь конеч-

ное состояние подпроцесса рождения является двухчастичным. Производится

анализ механизма возникновения длины когерентности и в данном случае.

В четвертой главе разработанный формализм применяется для описа-

ния осцилляций нейтральных K-мезонов. Этот случай является в каком-то

смысле самым сложным: он совмещает в себе и нестабильность частицы, рас-

смотренную во второй главе, и осцилляции из-за интерференции амплитуд про-

цессов с разными частицами в промежуточном состоянии, как в третьей главе.

Находится осциллирующая вероятность процесса и показывается, что получен-

ные результаты воспроизводят результаты стандартного формализма.

В Заключении кратко сформулированы основные результаты работы и

дальнейшие перспективы развития подхода.
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Глава 1. Стандартные подходы к описанию процессов,

происходящих на конечных пространственных и временных

интервалах

Как уже было отмечено во Введении, процессы осцилляции нейтральных

мезонов и нейтрино происходят на конечных макроскопических пространствен-

ных и временных интервалах и по этой причине плохо поддаются описанию в

рамках стандартного пертурбативного S-матричного формализма. В этой гла-

ве на примере осцилляций нейтрино мы рассмотрим используемые в настоящее

время стандартные подходы к описанию таких процессов.

Осцилляции нейтрино — явление квантовой природы, предсказанное Пон-

текорво [2, 20] в конце 1950-ых годов по аналогии с осцилляциями K0-K̄0. Ос-

цилляции генерируются интерференцией различных массивных нейтрино, ко-

торые рождаются и детектируются когерентно из-за своей очень малой разни-

цы масс. Ниже мы сделаем обзор стандартных методов описания осцилляций

нейтрино, а именно, квантово-механического подхода в терминах плоских волн

(§1.1), квантово-механического подхода в терминах волновых пакетов (§1.2) и

квантового теоретико-полевого подхода в терминах волновых пакетов (§1.3).

Изложение по большей части следует учебнику [5].

1.1. Квантово-механический подход в терминах плоских волн

Предложенный изначально для объяснения осцилляций нейтральных ка-

онов [1], квантово-механический подход в терминах плоских волн был затем

перенесен на случай осцилляций нейтрино [2, 3, 20].

Стандартная теория осцилляций нейтрино в плосковолновом приближе-

нии была развита в 1975–76 годах в работах Элиэзера и Свифта [21], Фритча и

Минковского [22], Биленького и Понтекорво [23, 24]. Подход в своем современ-

ном состоянии подробно описан в [4–7].

1.1.1. Стандартный вывод

Итак, сначала рассмотрим стандартный вывод вероятности осцилляций

нейтрино в рамках описания в терминах плоских волн. Пусть нейтрино να с
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ароматом α = e, µ, τ рождаются в процессах взаимодействия со слабыми за-

ряженными токами из заряженных лептонов l−α (т.е. переходы l−α → να) или

вместе с заряженными антилептонами l+α (т.е. рождение пар l+α να); здесь и

далее l±α = e±, µ±, τ± для α = e, µ, τ , соответственно. Эти процессы описыва-

ются лагранжианом взаимодействия слабого заряженного тока лептонов («cc»

обозначает «charged current»)

Lcc = − g

2
√
2

(

j
ρ
(l)W

−
ρ +H.c.

)

, (1.1)

где jρ(l) — лептонный заряженных ток

j
ρ
(l) = 2

∑

α=e,µ,τ

ναL γ
ρ lαL = 2

∑

α=e,µ,τ

3
∑

k=1

U ∗
αk νkL γ

ρ lαL , (1.2)

Uαk — матрица смешивания нейтрино (матрица Понтекорво-Маки-Накагавы-

Сакаты, ПМНС), унитарная 3×3 матрица; νkL — поле нейтрино с определенной

массой mk (левое); для определенности число массовых состояний нейтрино

ограничивается тремя, т.е. полагается k = 1, 2, 3. В данной работе речь будет

идти о дираковских нейтрино.

Лептонный заряженный ток (1.2) генерирует суперпозицию массовых со-

стояний нейтрино, если энергии и импульсы частиц, которые участвуют в про-

цессе рождения нейтрино, не измеряются с такой степенью точности, кото-

рая позволила бы определить через закон сохранения энергии-импульса, какое

именно нейтрино испускается. Это характерно для экспериментов по осцилля-

циям нейтрино, в которых флейворное состояние нейтрино να является супер-

позицией массовых состояний нейтрино νk с весами, пропорциональными U ∗
αk,

т.е.

|να〉 =
3
∑

k=1

U ∗
αk |νk〉 , α = e, µ, τ. (1.3)

Эти веса берутся из разложения в формуле (1.2) лептонного заряженного то-

ка j
ρ
(l) в терминах вкладов массовых состояний нейтрино, которые содержат

операторы рождения данных массовых состояний.

Массовые нейтринные состояния νk являются собственными состояниями

свободного гамильтониана H,

H |νk〉 = Ek |νk〉 , (1.4)
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с собственными значениями энергии Ek =
√

~p2 +m2
k, где ~p — импульс флей-

ворного состояния να. Уравнение Шредингера

i
d

dt
|νk (t)〉 = H |νk (t)〉 (1.5)

предполагает, что массовые состояния нейтрино эволюционируют во времени

как плоские волны:

|νk (t)〉 = e−iEkt |νk〉 . (1.6)

Рассмотрим теперь флейворное состояние |να (t)〉, которое описывает нейтрино,

рожденное с определенным ароматом α в момент времени t = 0: |να (0)〉 = |να〉.
Из уравнений (1.3) и (1.6) вытекает, что эволюция этого состояния во времени

дается выражением

|να (t)〉 =
∑

β=e,µ,τ

(

3
∑

k=1

U ∗
αk e

−iEkt Uβk

)

|νβ〉 . (1.7)

Следовательно, суперпозиция массовых состояний нейтрино |να (t)〉, которая

является чистым флейворным состоянием из уравнения (1.3) в момент t =

0, становится суперпозицией разных флейворных состояний при t > 0 (если

матрица ПМНС не диагональна, т.е. нейтрино смешиваются). Коэффициент

при |νβ〉,

Aαβ (t) ≡ 〈νβ | να (t)〉 =
3
∑

k=1

U ∗
αk Uβk e

−iEkt , (1.8)

есть амплитуда перехода να → νβ как функция времени. Вероятность этого

перехода тогда дается квадратом модуля данной амплитуды. В экспериментах

по осцилляциям нейтрино последние всегда можно считать ультрарелятивист-

скими, поскольку их массы составляют менее одного эВ, но только нейтрино

с энергией больше примерно 100 кэВ могут быть зарегистрированы. Следова-

тельно, мы можем использовать приближение Ek ≈ E + m2
k

/

2E. Поскольку

ультрарелятивистские нейтрино распространяются почти со скоростью света,

возможно применить аппроксимацию t = L. В итоге получаем вероятность ос-
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цилляций

Pαβ (E,L) =
3
∑

k,j=1

U ∗
αk Uβk Uαj U

∗
βj exp

(

−i
∆m2

kjL

2E

)

=

= δαβ − 4
3
∑

k,j=1
k>j

Re
[

U ∗
αk Uβk Uαj U

∗
βj

]

sin2

(

∆m2
kjL

4E

)

+

+ 2
3
∑

k,j=1
k>j

Im
[

U ∗
αk Uβk Uαj U

∗
βj

]

sin

(

∆m2
kjL

2E

)

. (1.9)

где ∆m2
kj ≡ m2

k−m2
j , а E = |~p| — энергия нейтрино в пренебрежении массовым

вкладом.

Вероятности осцилляций в каналах с α 6= β обычно называются вероят-

ностями перехода, в то время как вероятности осцилляций в каналах с α = β

обычно называют вероятностями выживания. Последние могут быть записаны

в простой форме

Pαα (E,L) = 1− 4
3
∑

k,j=1
k>j

|Uαk|2 |Uαj|2 sin2
(

∆m2
kjL

4E

)

. (1.10)

Таким образом, стандартный вывод вероятности осцилляций нейтрино ба-

зируется на трех основных предположениях:

1. Нейтрино, рождающиеся и детектирующиеся через взаимодействие со сла-

бым заряженным током, описываются флейворными состояниями (1.3).

2. Флейворные состояния нейтрино имеют определенный импульс ~p, т.е. все

массовые компоненты нейтрино имеют одинаковый импульс. Это иногда

называют предположением равного импульса. Оно могло бы быть моти-

вировано тем фактом, что все компоненты распространяются в одном на-

правлении от источника к детектору.

3. Время распространения T равно расстоянию L, пройденному нейтрино

между рождением и регистрацией. Это иногда называют приближением

светового луча.
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1.1.2. Строгий вывод

Рассмотрим теперь более строгий вывод вероятности осцилляций нейтри-

но в приближении плоских волн. Он требует только физически мотивирован-

ного предположения 3 из перечисленных выше. В частности, флейворные со-

стояния нейтрино выводятся из первых принципов в рамках квантовой теории

поля, а предположений о значениях энергий и импульсов массовых состояний

нейтрино не нужно.

Итак, в общем случае, в квантовой теории поля асимптотическое конечное

состояние |f〉, получающееся в результате процесса взаимодействия с асимпто-

тическим начальным состоянием |i〉, дается формулой

|f〉 = S |i〉 , (1.11)

где S — оператор матрицы рассеяния.

Рассмотрим распад общего вида

PI → PF + l+α + να , (1.12)

где PI обозначает распадающуюся частицу, а PF представляет любое число ко-

нечных частиц, и процесс детектирования общего вида

να +DI → DF + l−α , (1.13)

где DI — частица мишени, а DF представляет одну или более конечных частиц.

Привлекая гамильтониан взаимодействия слабого заряженного тока, мы можем

построить два типа состояний нейтрино:

∣

∣νIα
〉

=
3
∑

k=1

M I
αk

√

∑3
j=1 |Uαj|2

∣

∣

∣M I
αj

∣

∣

∣

2
U ∗
αk |νk〉 , I = P,D, (1.14)

где M I
αk — матричные элементы взаимодействия Ферми. В случае I = P имеем

т.н. флейворное нейтринное состояния рождения, а I = D соответствует флей-

ворному нейтринному состоянию детектирования. Хотя эти выражения имеют

одинаковую структуру, эти состояния несут разный смысл. Флейворное ней-

тринное состояние рождения описывает нейтрино, образовавшееся в процессе

взаимодействия с заряженным током и которое распространяется от источника.
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Следовательно, оно описывает начальное состояние распространяющегося ней-

трино. Флейворное нейтринное состояние детектирования не описывает распро-

страняющееся нейтрино. Оно описывает компоненту состояния распространя-

ющегося нейтрино, которая может генерировать заряженный лептон с подходя-

щем ароматом через взаимодействие со слабым заряженным током подходящей

частицы мишени.

Если процессы рождения и регистрации нейтрино разделены

пространственно-временным интервалом
(

T, ~L
)

, нейтрино распространяется

свободно между рождением и детектированием, эволюционируя в состояние
∣

∣

∣ν
(

T, ~L
)〉

= e−iP0T+i ~P~L
∣

∣νPα
〉

, (1.15)

где P0 и ~P — операторы энергии и импульса, соответственно†. Это состояние

входящего нейтрино в процессе регистрации. Амплитуда измеримого перехода

να → νβ дается скалярным произведением

Aαβ

(

T, ~L
)

=
〈

νDβ

∣

∣

∣ ν
(

T, ~L
)〉

=
〈

νDβ
∣

∣ e−iP0T+i ~P~L
∣

∣νPα
〉

(1.16)

с флейворным состоянием детектирования
∣

∣

∣νDβ

〉

.

Поскольку массовые нейтрино имеют определенные кинематические ха-

рактеристики (энергию и импульс), имеем в плосковолновом приближении

Pµ |νk〉 = p
µ
k |νk〉 (1.17)

с p0k = Ek =
√

|~pk|2 +m2
k. Используя одномерное приближение, в котором все

импульсы ~pk массовых нейтрино направлены вдоль ~L, и аппроксимируя T = L,

получаем вероятность осцилляций как

Pαβ (E,L) =
3
∑

k,j=1











MP
αkM

P∗
αj

3
∑

i=1
|Uαi|2

∣

∣MP
αi

∣

∣

2





















MD∗
βk M

D
βj

3
∑

n=1
|Uβn|2

∣

∣

∣MD
βn

∣

∣

∣

2











×

× U ∗
αk Uβk Uαj U

∗
βj exp

(

−i
∆m2

kjL

2E

)

.

(1.18)

†Здесь и далее используются следующие обозначения: скалярные произведения 3- и 4-векторов обычно

записываются без точек и без скобок, если их отсутствие не приводит к неоднозначности; например, ~p~x для

3-векторов и λp для 4-векторов. Дельта-функции, у которых аргумент является 3-вектором (4-вектором),

считаются трехмерными (четырехмерными), т.е. для 3-вектора δ (~p) = δ
(

p1
)

δ
(

p2
)

δ
(

p3
)

; для 4-вектора

δ (p) = δ
(

p0
)

δ
(

p1
)

δ
(

p2
)

δ
(

p3
)

.
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Эта вероятность имеет такую же структуру, как стандартная вероятность ос-

цилляций (1.9), но с дополнительными факторами, которые учитывают эффек-

ты масс нейтрино в процессах рождения и регистрации. Из выражения (1.18)

видно, что эти эффекты имеют влияние на амплитуду осцилляций, но не на

фазу, которая совпадает со стандартной.

Поскольку нейтрино в осцилляционных экспериментах являются ультра-

релятивистскими и эти эксперименты нечувствительны к зависимости взаимо-

действий нейтрино от их масс, зависимостью MP
αk и MD

βk от масс нейтрино мож-

но пренебречь. В этом случае вероятность перехода (1.18) сводится к стандарт-

ной (1.9).

Для того, чтобы измерить осцилляции να → νβ, необходимо посчитать

вероятность Γα рождения нейтрино να в источнике и сечение σβ детектирования

нейтрино νβ. Число событий перехода как функция расстояния L, пройденного

нейтрино между рождением и регистрацией, дается выражением

Nαβ (L) ∝ Γα Pαβ (L) σβ (1.19)

с константой пропорциональности, которая зависит от размера и структуры

источника и детектора, а также от времени эксперимента. Измеряя Nαβ (L) и

знания Γα и σβ, экспериментатор выводит значение Pαβ (L), которое дает ин-

формацию о параметрах смешивания (элементах матрицы смешивания и раз-

ностях квадратов масс) через выражение (1.9).

Приближение плоских волн в квантово-механическом подходе к описа-

нию осцилляций нейтрино не является полностью последовательным, потому

что закон сохранения энергии-импульса подразумевает, что рождение массо-

вых нейтрино с определенными энергиями и импульсами возможно только в

том случае, если все частицы, участвующие в процессе рождения, имеют опре-

деленные энергии и импульсы. Проблема в том, что в этом случае закон сохра-

нения энергии-импульса не может выполняться одновременно для различных

массовых нейтрино, и образование суперпозиции различных массовых нейтрино

запрещено. Чтобы эту проблему обойти, можно перейти к описанию нейтрино и

других частиц, участвующих в процессах рождения и регистрации, в терминах

волновых пакетов. Именно это, в рамках квантовой механики, и обсуждается в

следующем параграфе.

Другим слабым местом данного описания является сама допустимость
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рассмотрения флейворных состояний нейтрино как суперпозиций состояний

нейтрино с определенными массами. Поскольку это относится не только к

квантово-механическому описанию осцилляций в терминах плоских волн, но

и к квантово-механическому подходу в терминах волновых пакетов, подробнее

этот вопрос будет обсужден позже, в конце §1.2.

1.2. Квантово-механический подход в терминах волновых пакетов

Итак, до этого момента массовые нейтрино рассматривались как части-

цы, описываемые плоскими волнами с определенными энергиями и импульсами.

Однако считается, что поскольку плоские волны покрывают все пространство-

время периодическим образом, они не могут описывать локализованные собы-

тия рождения и детектирования нейтрино. Реальные локализованные частицы

описываются суперпозициями плоских волн, известными как волновые пакеты.

Более того, считается, что разные массовые нейтрино могут быть рож-

дены и зарегистрированы когерентно, только если энергии и импульсы в про-

цессах рождения и детектирования имеют достаточно большие неопределенно-

сти [25,26]. Неопределенность процесса рождения подразумевает, что массовые

нейтрино, распространяющиеся между рождением и детектированием, имеют

распределение по импульсам [27], т.е. описываются волновыми пакетами.

С исторической точки зрения, в 1976 году Нуссинов [28] впервые рассмот-

рел то, что распространяющиеся нейтрино могут иметь природу волнового па-

кета, и сделал вывод о существовании длины когерентности, за которой интер-

ференция между различными массовыми нейтрино становится ненаблюдаемой.

Так происходит вследствие неодинаковых групповых скоростей у разных массо-

вых нейтрино, что ведет к разделению их волновых пакетов. В 1981 Кайзер [25]

представил первое детальное обсуждение этой проблемы в квантовой механике

осцилляций нейтрино, указывая на необходимость использования волновых па-

кетов. В 1996 году Киерс, Нуссинов и Вайсс [26] впервые указали на важность

процесса детектирования для когерентности осцилляций нейтрино и обсудили

некоторые приложения подхода в терминах волновых пакетов. Подробные мо-

дели осцилляций нейтрино в терминах волновых пакетов в рамках квантовой

механики были развиты в работах [29–32].

В экспериментах, в которых изучаются осцилляции να → νβ, рождающе-
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еся (I = P) и детектируемое (I = D) нейтрино описываются состояниями в

форме волновых пакетов

∣

∣νIα
〉

= N I
α

3
∑

k=1

∫

d3p

(2π)3 2Ek

∑

h

AI
αk (~p, h) |νk (~p, h)〉 , (1.20)

где N I
α — нормировочные множители, h — спиральность нейтрино, а AI

αk —

функции распределения нейтрино по импульсам, даваемые амплитудами рож-

дения или детектирования. Амплитуда переходов να → νβ дается выражени-

ем (1.16). Аппроксимируя произведение AP
αk A

D∗
βk узким гауссовым распределе-

нием, считая нейтрино ультрарелятивистскими и пренебрегая чувствительно-

стью эксперимента к разнице масс нейтрино, мы можем записать амплитуду

как

Aαβ

(

T, ~L
)

∝
3
∑

k=1

U ∗
αk Uβk exp






−iẼkT + i~̃pk~L−

(

~L− ~vkT
)2

4σ2x






, (1.21)

где ~̃pk есть средний импульс вклада k-го массового нейтрино в амплитуду пе-

рехода, Ẽk — соответствующая этому импульсу энергия, ~vk — отношение этого

импульса к этой энергии, а σx — общая эффективная пространственная неопре-

деленность процесса. Находя квадрат модуля амплитуды и усредняя его по

времени, в низшем порядке по малым величинам m2
k

/

E2 (E — средняя энергия

нейтрино без учета массового вклада) можем получить вероятность перехода в

виде

Pαβ

(

~L
)

=
3
∑

k,j=1

U ∗
αk Uαj Uβk U

∗
βj ×

× exp



−2πi
L

Losc
kj

−
(

L

Lcoh
kj

)2

− 2π2

(

1−
~L~ξ

L

)2(

σx

Losc
kj

)2


 ,

(1.22)

где Losc
kj = 4πE

/

∆m2
kj — стандартные длины осцилляций, величина ~ξ опреде-

ляется соотношением
~ξ
2E = − ∂~̃pk

∂m2
k

∣

∣

∣

mk=0
и введены длины когерентности

Lcoh
kj =

4
√
2E2

∣

∣

∣∆m2
kj

∣

∣

∣

σx . (1.23)
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В пределе пренебрежимо малых эффектов от волновых пакетов, т.е. для

L ≪ Lcoh
kj и σx ≪ Losc

kj , вероятность осцилляций в подходе в терминах волно-

вых пакетов сводится к стандартной формуле (1.9), приводя к плосковолновому

приближению.

Обсудим физический смысл т.н. члена локализации

exp



−2π2

(

1−
~L~ξ

L

)2(

σx

Losc
kj

)2


 , (1.24)

и члена когерентности

exp



−
(

L

Lcoh
kj

)2


 , (1.25)

которые появляются в выражении (1.22) в дополнение к стандартной фазе ос-

цилляций [8,10,27,29,31,33–37].

Член локализации (1.24) подавляет осцилляции, возникающие вследствие

∆m2
kj, если σx & Losc

kj . Это значит, что для того, чтобы измерить интерферен-

цию массовых компонент нейтрино νk и νj, процессы рождения и детектирова-

ния должны быть локализованы в пространственно-временных областях много

меньших, чем длина осцилляций Losc
kj . Фактически это требование выполняется

во всех экспериментах по осцилляциям нейтрино.

Член когерентности (1.25) подавляет интерференцию массовых нейтри-

но νk и νj для расстояний, больших соответствующей длины когерентности, т.е.

L≫ Lcoh
kj . Это подавление происходит по причине разделения волновых пакетов

разных массовых нейтрино, которые распространяются с разными скоростями.

Когда волновые пакеты νk и νj расходятся так сильно, что уже не перекрывают-

ся в области регистрации, массовые нейтрино νk и νj не могут быть поглощены

когерентно [26,28]. В таком случае только одно из двух массовых нейтрино дает

вклад в процесс детектирования, и эффект интерференции, который создает ос-

цилляции, отсутствует. Однако, вообще говоря, вероятность перехода при этом

не обращается в нуль.

Квантово-механический подход в терминах волновых пакетов позволя-

ет обойти проблему, связанную с нарушением закона сохранения энергии-

импульса, которая возникала в квантово-механическом подходе в терминах

плоских волн. Однако, как было упомянуто в конце §1.1, существуют сомнения
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по поводу того, правомерно ли вообще построение в рамках квантовой меха-

ники флейворных состояний, являющихся суперпозициями состояний различ-

ных частиц с определенными массами. Частицы с разными массами являются

отдельными квантовыми системами, их операторы рождения и уничтожения

действуют в разных фоковских пространствах. Постулаты же квантовой меха-

ники устанавливают существование лишь суперпозиций состояний одной и той

же квантовой системы, но не суперпозиций состояний разных систем. Для того,

чтобы последовательно ввести в рассмотрение флейворное состояние нейтрино,

необходимо строить его как суперпозицию нейтринных состояний с одинаковой

массой, операторы рождения и уничтожения которых действуют в общем про-

странстве Фока. Тогда лептонный заряд становится внутренним квантовым чис-

лом, подобным цвету кварка. Расщепление же нейтринных состояний по массам

должно обеспечиваться другими механизмами [12]. Таким образом, квантово-

механические подходы к описанию осцилляций нейтрино и нейтральных каонов

представляются непоследовательными в своей основе.

Решение этой проблемы требует разработки последовательного квантово-

го теоретико-полевого подхода к описанию осцилляций частиц.

1.3. Квантовый теоретико-полевой подход в терминах волновых

пакетов

Квантово-механические подходы к описанию осцилляци нейтрино не явля-

ются ни строгими, ни достаточными для полного понимания физики, лежащей

в основе феномена. Последовательное описание осцилляций нейтрино требует

изучения процессов, в которых нейтрино рождаются и детектирутся.

Квантовый теоретико-полевой подход к описанию осцилляций нейтрино в

терминах волновых пакетов был предложен в [8] и развит в [27, 33, 35, 36, 38].

В рамках данного описания внешние (начальные и конечные) частицы опи-

сываются волновыми пакетами, а массовые состояния нейтрино распространя-

ются из области рождения в детектор, которые макроскопически разделены

в пространстве-времени. Поскольку энергии и импульсы внешних частиц точ-

но не определены, вклады от распространения разных массовых собственных

состояний нейтрино могут интерферировать, приводя к осцилляциям.

Вновь рассмотрим процесс распада общего вида (1.12) и детектирование
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в процессе взаимодействия со слабым заряженным током общего вида (1.13).

Однако теперь они понимаются как единый процесс, который можно условно

записать как

PI → PF + l+α + να

↓ (1.26)

νβ +DI → DF + l−β .

Взаимодействия рождения и детектирования считаются макроскопически

локализованными в координатах
(

TP, ~XP

)

и
(

TD, ~XD

)

, соответственно.

Для 4-импульсов внешних частиц введем обозначение pN , где N =

PI,PF, α,DI,DF, β; греческие индексы отвечают заряженным лептонам, в

остальном соответствие частицам самоочевидно.

Необходимые нам части лагранжиана слабого взаимодействия в прибли-

жении Ферми суть

LP (x) =
GF√
2

3
∑

k=1

U ∗
αk νk (x) γ

ρ
(

1− γ5
)

lα (x) J
P
ρ (x) , (1.27)

LD (x) =
GF√
2

3
∑

k=1

Uβk lβ (x) γ
ρ
(

1− γ5
)

νk (x) J
D
ρ (x) , (1.28)

где JP
ρ (x) и JD

ρ (x) — слабые токи частиц рождения и детектирования, соответ-

ственно.

Амплитуда процесса выражается как

Aαβ =

〈

PF, l
+
α ,DF, l

−
β

∣

∣

∣

∣

T

∫

d4x1 d
4x2LP (x1)LD (x2)

∣

∣

∣

∣

PI,DI

〉

, (1.29)

где начальные и конечные частицы описываются волновыми пакетами

|PI〉 =
∫

d3pPI

(2π)3/2
ψPI

(

~pPI
, TP, ~XP, 〈~pPI

〉
)

|PI (~pPI
)〉 ,

... (1.30)

∣

∣

∣l−β

〉

=

∫

d3pβ

(2π)3/2
ψβ

(

~pβ, TD, ~XD, 〈~pβ〉
) ∣

∣

∣l−β (~pβ)
〉

.

Здесь 〈~pN〉 — средние импульсы частиц, вокруг которых распределены их им-

пульсы в силу принципа неопределенности. Соответствующие «средние» энер-

гии 〈EN〉 даются выражением 〈EN〉 ≡
√

〈~pN〉2 +m2
N , где mN — масса N -ой
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частицы. Форма волновых функций ψN в импульсном пространстве определя-

ется тем, как приготовлены начальные частицы и как регистрируются конечные

частицы. Далее будем для простоты предполагать гауссовы волновые функции

ψN

(

~pN , TI , ~XI , 〈~pN〉
)

=
[√

2πσNp

]−3/2
exp

[

−(~pN − 〈~pN〉)2

4
(

σNp
)2 − i~pN ~XI + iENTI

]

,

(1.31)

где I = P или D для соответствующих частиц, σNp есть ширина волнового пакета

N -ой частицы в импульсном пространстве, которая для простоты принимается

одинаковой по всем трем направлениям, и EN =
√

~p2N +m2
N . Волновые паке-

ты (1.30) построены таким образом, что в момент времени t = TP волновые

пакеты положительного лептона l+α и частиц рождения перекрываются в точке

~x ≈ ~XP, а в момент времени t = TD волновые пакеты отрицательного лептона

l−β и частиц детектирования перекрываются в точке ~x ≈ ~XD.

Пропагаторы массовых собственных состояний нейтрино есть

Sc
k(x2−x1) = 〈0|T [νk (x2) νk (x1)] |0〉 = i

∫

d4q

(2π)4
q̂ +mk

q2 −m2
k + iε

e−iq(x2−x1) , (1.32)

где введено обозначение q̂ = qρ γ
ρ. Следовательно, с учетом выражений (1.30)

и (1.32) амплитуда (1.29) принимает форму

Aαβ = iG2
F

3
∑

k=1

U ∗
αk Uβk

∫

d4x1

∫

d4x2

∫

d4q

(2π)4
e−iq(x2−x1)×

×
∫

d3pPI

(2π)3/2
ψPI

e−ipPI
x1

∫

d3pDI

(2π)3/2
ψDI

e−ipDI
x2 ×

×
∫

d3pPF

(2π)3/2
ψ∗
PF
eipPF

x1

∫

d3pα

(2π)3/2
ψ∗
α e

ipαx1 × (1.33)

×
∫

d3pDF

(2π)3/2
ψ∗
DF
eipDF

x2

∫

d3pβ

(2π)3/2
ψ∗
β e

ipβx2 ×

× JD
λ (pDI

, pDF
) uβ (pβ) γ

λ

(

1− γ5
)

q̂

q2 −m2
k + iε

γρ vα (pα) J
P
ρ (pPI

, pPF
) ,

где JD
λ (pDI

, pDF
) и JP

ρ (pPI
, pPF

) — матричные элементы слабых токов частиц

регистрации и рождения, соответственно, и здесь для краткости опущены ар-

гументы волновых пакетов и поляризационные индексы фермионов.

Интегрирования по импульсам внешних частиц проводятся в предполо-

жении, что волновые пакеты в импульсном пространстве представляют собой
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острые пики вокруг их средних импульсов. Далее берутся гауссовы интегралы

по координатам x1 и x2.

В оригинальной работе [33] делается специальное замечание, что данное

интегрирование по x1 и x2 не производит обычных дельта-функций, выража-

ющих закон сохранения энергии-импульса в каждой вершине взаимодействия.

Утверждается, что в рамках описания в терминах волновых пакетов энергии

и импульсы частиц, принимающих участие в рассматриваемом процессе, не

имеют точного значения, позволяя неопределенность в сохранении энергии-

импульса, что необходимо для возникновения осцилляций нейтрино [8, 25, 29].

Однако автору данной диссертации эти утверждения видятся сомнительными.

А именно, если вернуться к исходному выражению (1.33) и провести интегри-

рование, причем точное, по координатам x1 и x2 раньше, чем приближенное

интегрирование по импульсам внешних частиц (как, строго говоря, и должно

быть сделано), то обсуждаемые дельта-функции закона сохранения 4-импульса

возникнут незамедлительно. Но поскольку в рассматриваемом вычислении при-

ближенное интегрирование следует раньше точного, нет ничего удивительного

в том, что и закон сохранения энергии-импульса в вершинах взаимодействия на-

чинает выполняться приближенно — соответственно грубости использованной

аппроксимации.

Как бы то ни было, возобновляя вычисление амплитуды предложенным

в работе [33] способом, произведем интегрирование по ~q, используя теорему

Гримуса-Штокингера [9]:

∫

d3q
φ (~q) ei~q

~L

q2k − ~q2 + iε

L→∞−→ −2π2

L
φ (qk~n) e

iqkL , (1.34)

где L ≡
∣

∣

∣

~L
∣

∣

∣, ~n ≡ ~L
/

L и qk =
√

(q0)2 −m2
k. Эта теорема выполняется для функ-

ции φ, которая дифференцируема по крайней мере три раза и которая сама

вместе со своими первой и второй производными убывает по крайней мере как

1
/

~q2 при |~q| → ∞. Это как раз рассматриваемый случай. Наконец, выполняется

оставшееся интегрирование по q0. Опуская явные члены порядка m2
k

/

E2
k , кото-

рые пренебрежимо малы для релятивистских нейтрино, получаем окончательно
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для L→ ∞ амплитуду в виде

Aαβ

(

T, ~L
)

∝ (1.35)

∝ 1

L

3
∑

k=1

U ∗
αk Uβk Ak

1√
Ωk

exp

[

−iEkT + ipkL− Sk (Ek)−
1

2

(L− vkT )
2

v2k Ωk

]

,

где vk ≡ pk/Ek,

Ak ≡ UD

(

Ekγ
0 − pk~n~γ

)

VP , (1.36)

Ωk ≡
1

2v2k

[

1
(

σPp
)2 +

1
(

σDp
)2 +

(vk − ~n~vP)
2

(

σPp
)2
λP

+
(vk − ~n~vD)

2

(

σDp
)2
λD

]

+O

(

m2
k

E2
k

)

, (1.37)

Sk (Ek) ≡
(~pP − pk~n)

2

4
(

σPp
)2 +

[(EP − Ek)− (~pP − pk~n)~vP]
2

4
(

σPp
)2
λP

+

+
(~pD + pk~n)

2

4
(

σDp
)2 +

[(ED + Ek)− (~pD + pk~n)~vD]
2

4
(

σDp
)2
λD

, (1.38)

Ek дается уравнением

Ek
pk − ~n~pP
(

σPp
)2 − (pk − Ek~n~vP) [(EP − Ek)− (~pP − pk~n)~vP]

(

σPp
)2
λP

+

+Ek
pk + ~n~pD
(

σDp
)2 +

(pk − Ek~n~vD) [(ED + Ek)− (~pD + pk~n)~vD]
(

σDp
)2
λD

= 0 ,

(1.39)

где pk ≡ qk (Ek) =
√

E2
k −m2

k (величины Ek и pk могут быть интерпретирова-

ны как эффективные энергия и импульс k-го массового собственного состояния

нейтрино, распространяющегося между вершинами рождения и детектирова-

ния); λI ≡ ΣI − ~v2I для I = P,D; величины σIp определяются соотношением

σIxσ
I
p = 1/2;

UD ≡ JD
ρ (〈~pDF

〉 , 〈~pDI
〉) uβ (〈~pβ〉) γρ

(

1− γ5
)

, (1.40)

VP ≡
(

1− γ5
)

γρ vα (〈~pα〉) JP
ρ (〈~pPF

〉 , 〈~pPI
〉) , (1.41)

~vP ≡
(

σPx
)2







~vPI
(

σPI
x

)2 +
~vPF

(

σPF
x

)2 +
~vα

(σαx )
2






, (1.42)

ΣP ≡
(

σPx
)2







~v2PI
(

σPI
x

)2 +
~v2PF

(

σPF
x

)2 +
~v2α

(σαx )
2






, (1.43)
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где ~vN ≡ 〈~pN〉/〈EN〉 есть групповая скорость N -ой частицы; величина σPx , опре-

деляемая как
(

σPx
)−2 ≡

(

σPI

x

)−2
+
(

σPF

x

)−2
+ (σαx )

−2
, (1.44)

может рассматриваться в качестве эффективного размера процесса рождения;

EP ≡ 〈EPI
〉 − 〈EPF

〉 − 〈Eα〉 , (1.45)

~pP ≡ 〈~pPI
〉 − 〈~pPF

〉 − 〈~pα〉 (1.46)

(величины ~vD, ΣD, σDx , ED, ~pD, относящиеся к процессу регистрации, получа-

ются одновременной заменой P на D и α на β в индексах в вышеприведенных

выражениях); ~L ≡ ~XD − ~XP — вектор макроскопического расстояния от точки

рождения до точки детектирования нейтрино, а T ≡ TD − TP — макроскопиче-

ский интервал времени между рождением и детектированием. Общий фактор

1/L в выражении (1.35) приведет к появлению в выражении для вероятности

общего фактора 1
/

L2, который представляет геометрическое ослабление ней-

тринного потока; далее этот множитель мы опускаем.

Возводя модуль найденной амплитуды (1.35) в квадрат и усредняя по вре-

мени T , которое не измеряется, в приближении релятивистских нейтрино для

вероятности осцилляций получаем

Pαβ

(

~L
)

=
3
∑

k,j=1

U ∗
αk Uβk Uαj U

∗
βj exp



−2πi
L

Losc
kj

−
(

L

Lcoh
kj

)2

− 2π2ωζ2

(

σx

Losc
kj

)2


,

(1.47)

где длины осцилляций Losc
kj вновь даются стандартным выражением (с поправ-

кой на то, каким образом определена величина E эффективной энергии ней-

трино, см. далее), а длины когерентности Lcoh
kj здесь определяются как

Lcoh
kj ≡

√
ω
4
√
2E2

∣

∣

∣∆m2
kj

∣

∣

∣

σx ; (1.48)

величины E и ζ (безразмерный параметр порядка единицы) определяются, со-

ответственно, разложениями уравнения (1.39) в нулевом и первом порядке по

степеням m2
k

/

E2
k и входят в релятивистское приближение

Ek ≈ E + ζ
m2

k

2E
; (1.49)
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наконец,

σ2x ≡
(

σPx
)2

+
(

σDx
)2
, (1.50)

ω ≡ 1 +

(

σPx
)2

σ2x

(1− ~n~vP)
2

λP
+

(

σDx
)2

σ2x

(1− ~n~vD)
2

λD
. (1.51)

Первый член под знаком экспоненты в выражении (1.47) — обычная ос-

циллирующая фаза, которая дает начало осцилляциям нейтрино. Второй член

— член когерентности, аналогичный таковому в квантово-механическом подхо-

де в терминах волновых пакетов (см. выражение (1.25)). Он вызывает падение

вероятности Pαβ

(

~L
)

с расстоянием L и определяет, как далеко имеют место

осцилляции. Третий член в экспоненте, член локализации, появляющийся из-

за интегрирования по времени, т.е. отсутствия измерений времени, отвечает за

то, что интерференционные члены обращаются в нуль, если σx больше длины

осцилляций нейтрино.

Выражение (1.48) для длин когерентности отличается от выраже-

ния (1.23), полученного в рамках квантово-механического описания в терми-

нах волновых пакетов, только множителем
√
ω. Присутствие последнего мо-

жет предполагать непренебрежимое возрастание Lcoh
kj по отношению к обычно-

му определению (1.23), поскольку ω может быть довольно велико. Например,

если процесс рождения есть распад пиона в покое с α = µ и λD ∼ 1, имеем
√
ω ∼ 3. Поскольку ω велико, если λP(D) мало, т.е. если все частицы, прини-

мающие участие в процессе рождения (детектирования), имеют очень малую

скорость, это возрастание длины когерентности обязано тому факту, что пере-

крытие волновых пакетов медленных частиц длится дольше и потому имеется

больше времени, доступного процессу рождения (детектирования), чтобы ис-

пустить (поглотить) когерентно промежуточную суперпозицию массовых ней-

трино.

С другой стороны, необходимо заметить, что большая величина ω увели-

чивает вклад третьего члена в экспоненте в вероятности перехода (1.47) и может

усилить даваемое им подавление интерференционных членов, если σx ∼ Losc
kj .

Так происходит вследствие того, что когда доступное процессу рождения (де-

тектирования) время больше Losc
kj , интерференция нейтринных собственных со-

стояний νk и νj размывается.

Проблемой обсужденного в данном параграфе квантового теоретико-
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полевого подхода в терминах волновых пакетов является очевидная громозд-

кость вычислений в его рамках. Так получается главным образом из-за исполь-

зования волновых пакетов, описывающих локализацию участвующих в про-

цессах частиц. Необходимость прибегать к волновым пакетам, в свою очередь,

обуславливается тем, что стандартный S-матричный формализм плохо приспо-

соблен для описания процессов, происходящих на конечных расстояниях и за

конечное время.

Другое слабое место данного подхода заключается в сомнительной ма-

тематической корректности проводимых операций, как подробно обсуждалось

перед формулой (1.34). А именно, утверждается, что ключевым моментом опи-

сания является неточное выполнение закона сохранения энергии-импульса в

вершинах взаимодействия. 4-импульс сохраняется лишь в рамках квантовой

неопределенности, что и делает возможным когерентное рождение массовых

состояний нейтрино и, следовательно, появление осцилляций. Однако было за-

мечено, что это неточное сохранение возникает вследствие приближенного инте-

грирования амплитуды процесса по импульсам внешних частиц, описываемых

волновыми пакетами, до проведения точного интегрирования по координатам

точек взаимодействия. Легко видеть, что если точное интегрирование по коор-

динатам выполняется раньше приближенного интегрирования по импульсам, то

несохранения энергии-импульса не возникает. Это может говорить о неприме-

нимости данного приближения и, строго говоря, рушит всю идеологию полевого

подхода в терминах волновых пакетов.

Попыткой разрешить все озвученные проблемы, найти полностью после-

довательный квантовый теоретико-полевой метод описания осцилляций частиц

(и других процессов, происходящих на конечных пространственно-временных

интервалах) и является данная работа. Изложение нового подхода начнется в

Главе 2.



31

Глава 2. Распад нестабильной скалярной частицы

При подготовке данной главы диссертации использована публикация [18]

автора, в которой, согласно Положению о присуждении ученых степеней в МГУ,

отражены основные результаты, положения и выводы исследования.

В данной работе предлагается новый квантовый теоретико-полевой метод

описания процессов, происходящих на конечных пространственно-временных

интервалах. Идея данного подхода состоит в том, чтобы адаптировать стан-

дартный формализм матрицы рассеяния для описания таких процессов. Мы

рассматриваем процессы рождения и детектирования (или распада) как еди-

ное целое, сопоставляя им одну «большую» диаграмму Фейнмана, где точки

взаимодействия считаются разделенными фиксированным макроскопическим

интервалом [8]. Далее мы используем правила Фейнмана в координатном пред-

ставлении для того, чтобы записать соответствующую диаграмме амплитуду, а

затем переходим в импульсное представление, интегрируя по координатам то-

чек взаимодействия таким образом, который отражает условия эксперимента,

т.е. то, что интервал между вершинами фиксирован. Это приводит к модифи-

кации фейнмановского пропагатора частицы в импульсном представлении при

неизменности остальных правил Фейнмана в этом представлении. Дальнейшие

расчеты очень похожи на обычные вычисления амплитуд и вероятностей про-

цессов в рамках фейнмановской диаграммной техники и S-матричной теории.

Начнем подробное рассмотрение с простейшего случая скалярной части-

цы. Хотя в настоящей главе это и не принципиально, но поскольку в дальней-

шем речь будет идти о нейтрино, сразу определимся, что работаем в минималь-

ном расширении Стандартной модели правыми синглетами нейтрино. Лагран-

жиан взаимодействия слабого заряженного тока лептонов и кварков имеет вид

Lcc = − g

2
√
2





3
∑

i,k=1

li γ
µ
(

1− γ5
)

Uik νkW
−
µ +

+
3
∑

i,k=1

ui γ
µ
(

1− γ5
)

Vik dkW
+
µ +H.c.



 ,

(2.1)

где li, ui и di есть поля заряженного лептона, верхнего кварка и нижнего кварка

i-го поколения, соответственно; Uik обозначает матрицу ПМНС, Vik — матрицу
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Кабиббо-Кобаяши-Маскавы (ККМ), а νk есть поле k-го собственного состояния

нейтрино с определенной массой mk. Так как в дальнейшем флейворные со-

стояния больше не будут использоваться, здесь мы меняем использовавшиеся

в Главе 1 обозначения для заряженных лептонов и флейворных индексов, что-

бы подчеркнуть симметрию между лептонным и кварковым секторами: теперь

li = e, µ, τ для i = 1, 2, 3, соответственно.

Рассмотрим процесс, в котором π+-мезон, появившийся в точке x в ре-

зультате реакции фоторождения p + γ → n + π+, распространяется на фикси-

рованное макроскопическое расстояние L от источника и распадается в точке y

на мюон и массовое собственное состояние нейтрино νi. Процессу соответствует

следующая диаграмма:

γ(k)

p(P1)

x

n(P2)

π+(pπ)
µ+(q1)

y

νi(q2)

(2.2)

Промежуточный пион является виртуальной частицей и описывается пропага-

тором. Еще раз отметим, что точки x и y считаются разделенными фиксирован-

ным макроскопическим интервалом. Поскольку в эксперименте детектируется

только антимюон, вероятность данного процесса с i-ым массовым собственным

состоянием нейтрино в конечном состоянии должна быть просуммирована по

i = 1, 2, 3.

Как это принято в диаграммной технике Фейнмана, мы предполагаем,

что начальные и конечные частицы описываются плоскими волнами, т.е. име-

ют определенные импульсы. Следовательно, виртуальный пион также имеет

определенный импульс. Обозначим 4-импульсы частиц так, как показано на

диаграмме, а именно, импульс фотона — k, протона — P1, нейтрона — P2, про-

межуточного виртуального пиона — pπ, антимюона — q1 и i-го массового состо-

яния нейтрино — q2.

Сначала отвлечемся от нестабильной природы пиона и обсудим случай,

если бы между точками x и y распространялась стабильная скалярная частица.

Амплитуда в координатном представлении, соответствующая диаграм-

ме (2.2) в этом случае, может быть легко выписана по обычным правилам Фей-

нмана в координатном представлении, сформулированным, например, в учеб-

нике [39]. Для перехода в импульсное представление, в соответствии с пред-
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писанием стандартной S-матричной теории ( [39], §24), необходимо было бы

проинтегрировать эту амплитуду по координатам x и y точек взаимодействия

по всему пространству Минковского, что дало бы соответствующий матрич-

ный элемент S-матрицы. Это значит, что при стандартном S-матричном описа-

нии в действительности рассматривается процесс, который происходит во всем

пространстве-времени, и найденная в итоге вероятность процесса будет вероят-

ностью в единице объема в единицу времени.

Однако такое интегрирование провело бы к потере информации о

пространственно-временном интервале между событиями рождения и распада,

в то время как постановка эксперимента предполагает, что расстояние меж-

ду точкой рождения и точкой распада остается постоянным. Для того, чтобы

обобщить стандартный формализм матрицы рассеяния на случай процессов,

происходящих на фиксированных расстояниях, требуется модифицировать ин-

тегрирование таким образом, чтобы оно учитывало фиксированное расстояние

между точками рождения и распада пиона. Это может быть сделано путем

введения под знак интеграла по x и y дельта-функции δ (~n (~y − ~x)− L), где ~n

— единичный вектор, направленный от источника к детектору. Поступая так,

мы фиксируем расстояние L между точками взаимодействия вдоль прямой, со-

единяющей источник и детектор, и только потом интегрируем амплитуду по

координатам x и y по пространству-времени Минковского. Таким образом, со-

вершенно так же, как и в стандартном S-матричном формализме, мы рассмат-

риваем процесс, происходящий во всем пространстве-времени, но расстояние

между точками рождения и распада в направлении импульса пучка пионов те-

перь фиксировано дельта-функцией.

Конечно, это расходится со стандартным S-матричным формализмом. Но

следует напомнить, что диаграммная техника в координатном представлении

была развита Р. Фейнманом [13,14] безотносительно к теории S-матрицы (более

подробное изложение этого подхода дано в книге [40]). Таким образом, диа-

граммы Фейнмана в координатном представлении имеют смысл за рамками

этой теории, и мы можем интегрировать амплитуду по x и y любым способом

в зависимости от рассматриваемой физической проблемы.

Введение дополнительной дельта-функции формально эквивалентно за-

мене стандартного фейнмановского пропагатора Dc (y − x) скалярной части-
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цы в координатном представлении на произведение Dc (y − x) δ (~n (~y − ~x)− L).

Фурье-преобразование последнего выражения дает нам зависящий от рассто-

яния пропагатор скалярной частицы в импульсном представлении:

Dc (pπ, L, ~n) ≡
∫

d4z eipπzDc (z) δ (~n~z − L) (2.3)

(этот объект уже не является, конечно, причинной функцией Грина, а верх-

ний индекс c в левой части определения, обозначающий «causal», отражает тот

факт, что данный зависящий от расстояния пропагатор является преобразова-

нием именно такой функции Грина Dc (z)). Очевидно, интегрирование этого за-

висящего от расстояния скалярного пропагатора по L в пределах от −∞ до +∞
дает обычный пропагатор Фейнмана скалярного поля в импульсном представ-

лении. Следовательно, зависящий от расстояния пропагатор может рассмат-

риваться как распределение фейнмановского пропагатора по L вдоль вектора

~n.

Интеграл в определении (2.3) может быть посчитан точно методом кон-

турного интегрирования для (~pπ~n)
2
> m2

π − p2π (где mπ — масса нашего пока

стабильного пиона), что дает

Dc(pπ, L, ~n) =
i

2
√

(~pπ~n)
2 + p2π −m2

π + iε

e
−i
(

~pπ~n−
√

(~pπ~n)
2
+p2π−m2

π

)

L
. (2.4)

Необходимо подчеркнуть, что этот зависящий от расстояния пропагатор имеет

смысл только для макроскопических расстояний L.

В работе В. Гримуса и П. Штокингера [9] была строго доказана теоре-

ма, что виртуальные частицы, распространяющиеся на большие макроскопи-

ческие расстояния, находятся почти на массовой поверхности, что означает

выполнение соотношения
∣

∣p2π −m2
π

∣

∣

/

(~pπ~n)
2 ≪ 1. Пренебрегая величиной по-

рядка
(

p2π −m2
π

)

/

(~pπ~n)
2 в знаменателе выражения (2.4), но не в показателе

экспоненты, где она умножается на макроскопически большую величину L, пе-

реписываем выражение для зависящего от расстояния скалярного пропагатора

в простом приближенном виде

Dc (pπ, L, ~n) ≈
i

2~pπ~n
e−i

m2
π−p2π
2~pπ~n

L . (2.5)

Стоит заметить, что этот зависящий от расстояния скалярный пропагатор, бу-

дучи взят на массовой поверхности, имеет полюс только при ~pπ⊥~n и не зависит
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от расстояния, что также верно и для точного выражения (2.4). Зависящий от

расстояния пропагатор в импульсном представлении позволяет сохранить стан-

дартную диаграммную технику Фейнмана в импульсном представлении, просто

заменив фейнмановский пропагатор этим модифицированным пропагатором.

Однако оказывается, что более фундаментальным и более удобным для

вычислений в чисто техническом плане является зависящий от времени про-

пагатор. Он получается путем введения в интеграл от амплитуды процесса по

координатам x и y вершин дельта-функции δ
(

y0 − x0 − T
)

, которая фиксирует

промежуток времени T между событиями рождения пиона и его распада. Фик-

сирование временного промежутка T вместо расстояния L между этими собы-

тиями — это техника, которая удобна для развития последовательного форма-

лизма. Конечно, фактически в эксперименте фиксируется именно расстояние

между источником пионов и детектором, но для пучка частиц с одинаковым

импульсом это эквивалентно фиксации временного промежутка между событи-

ями рождения и распада в соответствии с формулой T = Lp0π
/

|~pπ|.
Таким образом, введение фиксирующей промежуток времени дельта-

функции эквивалентно замене пропагатора Фейнмана Dc (y − x) на

Dc (y − x) δ
(

y0 − x0 − T
)

. Фурье-преобразование этого выражения дает нам

по определению зависящий от времени пропагатор скалярной частицы в

импульсном представлении:

Dc (pπ, T ) ≡
∫

d4z eipπzDc (z) δ
(

z0 − T
)

. (2.6)

После точного интегрирования для
(

p0π
)2
> m2

π − p2π, подробно разобранного в

Приложении, находим:

Dc (pπ, T ) =
i

2
√

(p0π)
2 +m2

π − p2π − iε

e
i
(

p0π−
√

(p0π)
2
+m2

π−p2π

)

T
. (2.7)

Структура зависящего от времени пропагатора (2.7) находится в согласии

с теоремой Гримуса-Штокингера (GS), упоминавшейся перед формулой (2.5).

Формально амплитуда процесса, построенная с помощью пропагатора (2.7), от-

вечает процессу с мгновенной регистрацией. Разница времени y0 − x0 между

рождением и распадом считается равной точно T , т.е. сам процесс рассмат-

ривается имеющим длительность T ровно. В реальности, однако, регистрация

имеет ненулевую длительность ∆t, и амплитуда с таким зависящим от времени
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пропагатором должна интерпретироваться как амплитуда в единицу времени

(поэтому она, как и сам пропагатор, будет иметь необычную размерность). Что-

бы найти амплитуду реального процесса со временем регистрации ∆t, необхо-

димо проинтегрировать зависящую от времени амплитуду по T от T −∆t/2 до

T +∆t/2. Это сводится к интегрированию одного только пропагатора (2.7), что

дает
T+∆t/2
∫

T−∆t/2

Dc (pπ, t) dt = Dc (pπ, T )
sinα

α
∆t , (2.8)

где

α =

(

p0π −
√

(p0π)
2 +m2

π − p2π

)

∆t

2
. (2.9)

Для больших α ≫ 1 этот интеграл близок к нулю, и можно ожидать, что ампли-

туда будет существенно ненулевой только для тех частиц, для которых α ≃ 0. В

этом случае амплитуда процесса со временем регистрации ∆t пропорциональ-

на самой ∆t, и амплитуда процесса с фиксированным T действительно может

рассматриваться как амплитуда регистрации в единицу времени.

Время детектирования ∆t макроскопически велико, что значит, что мно-

житель

(

p0π −
√

(p0π)
2 +m2

π − p2π

)

должен быть очень мал. Последнее и являет-

ся выражением того факта, что виртуальный пион находится почти на массовой

поверхности. Таким образом, рассматриваемый подход на самом деле дает дру-

гое доказательство GS-теоремы.

Пренебрегая, аналогично случаю зависящего от расстояния пропагатора,

членом порядка
(

m2
π − p2π

)

/

(

p0π
)2

в знаменателе выражения (2.7), но не под

знаком экспоненты, где этот член умножается на макроскопически большое

время T , получаем

Dc (pπ, T ) ≈
i

2p0π
e
−i

m2
π−p2π
2p0π

T
. (2.10)

В отличие от зависящих от расстояния пропагаторов (2.4)–(2.5), данный зави-

сящий от времени пропагатор на массовой поверхности полюсов не имеет. В

остальном все замечания, относившиеся к зависящему от расстояния пропа-

гатору и выражениям (2.3)–(2.5), аналогично формулируются и в отношении

зависящего от времени пропагатора в выражениях (2.6), (2.7) и (2.10).

Такое обобщение фейнмановского пространственно-временного описания

процессов взаимодействия элементарных частиц можно сформулировать в
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лоренц-ковариантной форме, если ввести 4-вектор скорости наблюдателя: λ =
(

λ0, ~λ
)

, λµλµ = 1, λ0 > 0. В этом случае промежуток времени между собы-

тиями рождения и распада частицы нужно фиксировать путем введения под

знак интеграла дельта-функции δ (λ (y − x)− T ), что приводит нас к следу-

ющему определению зависящего от времени пропагатора скалярного поля в

импульсном представлении в лоренц-ковариантной форме:

Dc (pπ, T, λ) ≡
∫

d4z eipπzDc (z) δ (λz − T ) . (2.11)

Точное интегрирование для (λpπ)
2
> m2

π − p2π, разобранное во второй части

Приложения, дает

Dc (pπ, T, λ) =
i

2
√

(λpπ)
2 +m2

π − p2π − iε

e
i
(

λpπ−
√

(λpπ)
2
+m2

π−p2π

)

T
. (2.12)

Для пиона, близкого к массовой поверхности, получаем

Dc (pπ, T, λ) ≈
i

2λpπ
e−i

m2
π−p2π
2λpπ

T . (2.13)

Переход в собственную систему отсчета детектора, что соответствует выбору

λ =
(

1,~0
)

, приводит нас к выражениям (2.6), (2.7) и (2.10).

Теперь, когда зависящий от времени пропагатор стабильной скалярной

частицы в импульсном представлении построен для имеющейся эксперимен-

тальной ситуации, вернемся к тому факту, что пион является нестабильной

частицей. Ведь распад именно такой частицы на определенном расстоянии от

источника мы и собираемся описать в данной главе. Нестабильные частицы

нельзя рассматривать в качестве асимптотических состояний в квантовой тео-

рии поля. А когда они появляются как резонансные состояния, их невозможно

описать в конечном порядке теории возмущений, но можно учесть нестабиль-

ную природу частицы, рассмотрев квантовые поправки к ее пропагатору.

Перенормированная масса частицы сама по себе не имеет физического

содержания. На самом деле физическая величина, которая соответствует каж-

дой частице, это положение полюса ее точного перенормированного пропага-

тора [41]. У стабильной частицы полюс расположен на действительной оси и

может быть отождествлен с ее физической массой. Перенормированную массу

можно выбрать равной этой физической массе подходящим подбором контрчле-

нов. Для нестабильной частицы положение полюса является комплексным, и
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именно это положение как целое представляет собой физически значимую ве-

личину.

Точный пропагатор скалярной частицы в координатном представлении

можно представить в виде:

De (z) =
1

(2π)4

∫

d4q
e−iqz

m2 +M (q2)− q2
, (2.14)

где m2 +M
(

q2
)

есть точный перенормированный массовый оператор [39], ко-

торый имеет как действительную, так и мнимую части, а m можно считать

физической массой частицы. Когда частица находится на массовой поверхно-

сти, ReM(m2) обращается в нуль, а −ImM(m2) при малой ширине частицы

Γ примерно равен этой ширине, умноженной на массу. Подставляя выраже-

ние (2.14) для пиона в определение (2.11) зависящего от времени пропагатора

вместо пропагатора Фейнмана Dc (z), получаем зависящий от времени пропа-

гатор нестабильной скалярной частицы (пиона) в импульсном представлении

в лоренц-ковариантной форме

De (pπ, T, λ) =
i

2
√

(λpπ)
2 − p2π +m2

π +M (p2π)
e
i
(

λpπ−
√

(λpπ)
2−p2π+m2

π+M(p2π)
)

T
.

(2.15)

Для пиона, распространяющегося на макроскопическое расстояние (или, что

эквивалентно, в течение макроскопического промежутка времени) и потому на-

ходящегося почти на массовой поверхности в силу GS-теоремы, хорошим при-

ближением будет пропагатор (уже в системе отсчета детектора)

De (pπ, T ) ≈
i

2p0π
e
−i

m2
π−p2π−imπΓ

2p0π
T
, (2.16)

где Γ — ширина пиона. Тут предполагается, что кроме соотношения
∣

∣p2π −m2
π

∣

∣

/

(

p0π
)2 ≪ 1 выполняется также соотношение mπΓ

/

(

p0π
)2 ≪ 1, т.е.

фактически мы считаем, что
∣

∣p2π −m2
π + imπΓ

∣

∣

/

(

p0π
)2 ≪ 1. Именно зависящий

от времени пропагатор (2.16) будет использоваться в следующих ниже вычисле-

ниях, заменяя стандартный пропагатор Фейнмана. Такая техническая простота

является очевидным преимуществом обсуждаемого подхода.

Подчеркнем здесь еще раз, что в данном подходе распространение вирту-

альных частиц по-прежнему описывается стандартным пропагатором Фейнма-

на в координатном представлении. Дополнительная дельта-функция, вводимая
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в интеграл по координатам точек взаимодействия, отражает конкретную экс-

периментальную ситуацию, когда пространственно-временной интервал меж-

ду событиями рождения и распада пиона фиксирован. Формально это отве-

чает модификации соответствующего пропагатора в импульсном представле-

нии, что позволяет нам сохранить привычные правила Фейнмана в импульс-

ном представлении, лишь заменив пропагатор на его зависящий от времени

(или расстояния) вариант. То, что этот модифицированный пропагатор в им-

пульсном представлении не является лоренц-инвариантным, вполне естествен-

но. Хотя мы работаем в рамках лоренц-инвариантной фейнмановской форму-

лировки теории возмущений, предложенной в работах [13, 14] безотносительно

к теории S-матрицы, лоренц-инвариантность нарушает введенная нами дельта-

функция, которая учитывает экспериментальную ситуацию. Такое нарушение

лоренц-инвариантности имеет место при любом описании процесса элементар-

ного взаимодействия, когда мы выбираем систему отсчета, связанную с детек-

тором.

Итак, теперь мы готовы приступить к вычислению вероятности процес-

са, отвечающего диаграмме (2.2). Используя зависящий от времени пропага-

тор (2.16), запишем амплитуду процесса в импульсном представлении в случае,

когда промежуток времени y0−x0 между событиями рождения и распада фик-

сирован и равен T :

M (i) = i
GF

2
√
2p0π

cos θC fπ ϕπm(µ) U
∗
2i e

−i
m2

π−p2π−imπΓ

2p0π
T ×

× νi (q2)
(

1− γ5
)

v (q1)MP (k, P1, pπ, P2) .

(2.17)

Здесь θC есть угол Кабиббо, fπ — константа распада пиона размерности мас-

сы, ϕπ — (постоянная) волновая функция пиона, m(µ) — масса мюона, и мы

уже применили условие сохранения 4-импульса в вершине распада пиона ( [42],

§5). MP (k, P1, pπ, P2) обозначает амплитуду фоторождения π-мезона, которая

зависит от четырех формфакторов; это довольно громоздкое выражение, яв-

ный вид которого нам не важен, так что здесь он не выписывается (явный вид

этой амплитуды может быть найден в [43], глава 3, §1). Индекс (i) в левой

части равенства означает, что в конечном состоянии образуется i-ое массовое

собственное состояние нейтрино. Выражение (2.17) должно пониматься как ам-

плитуда в единицу времени.
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Найдем квадрат модуля амплитуды (2.17), усредненный по поляризаци-

ям начальных частиц и просуммированный по поляризациям конечных частиц

(операции усреднения и суммирования обозначаются угловыми скобками). По-

скольку сама амплитуда, вследствие простой структуре скалярного пропагато-

ра, представляет собой произведение амплитуд подпроцессов рождения пиона

и его распада, квадрированная амплитуда также факторизуется:
〈

∣

∣

∣M (i)
∣

∣

∣

2
〉

=
〈

|M1|2
〉

〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉

1

4 (p0π)
2 e

−mπΓ

p0π
T
, (2.18)

〈

|M1|2
〉

=
1

4
|MP (k, P1, pπ, P2)|2 , (2.19)

〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉

= 4G2
F cos

2 θC f
2
π m

2
(µ) |U2i|2 (q1q2) , (2.20)

где
〈

|M1|2
〉

— квадрированная амплитуда процесса фоторождения π+-мезона,
〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉

— квадрированная амплитуда распада π+-мезона на антимюон и i-е

массовое состояние нейтрино в приближении нулевой массы последнего. Вид-

но, что в выражение (2.18) осциллирующая часть пропагатора вклада на дает,

поскольку в амплитуде (2.17) имеется только один член. Остается только по-

давляющий экспоненциальный фактор, описывающий распад.

Мы подошли к тому, чтобы найти вероятность рассматриваемого процес-

са, в котором промежуток времени между точками x и y равен T . Напомним,

что соответствующая диаграмме (2.2) амплитуда в импульсном представле-

нии содержит, наряду с выражением в формуле (2.17), дельта-функцию зако-

на сохранения энергии-импульса. Таким образом, следуя предписанию стан-

дартного пертурбативного подхода матрицы рассеяния, для нахождения ве-

роятности процесса в единицу времени в единице объема нам следовало бы

умножить квадрированную амплитуду (2.18) на дельта-функцию сохранения

энергии-импульса (2π)4 δ (k + P1 − P2 − q1 − q2) и проинтегрировать результат

по фазовому объему конечных частиц. Однако поскольку pπ определяется лишь

законом сохранения 4-импульса в вершине рождения, pπ = k + P1 − P2, та-

кое интегрирование привело бы к вариации направления импульса pπ вирту-

альных пионов. Это противоречит условиям наблюдения процесса, где вирту-

альные π-мезоны распространяются в направлении, определяемом взаимным

расположением источника и детектора. Таким образом, нам нужно вычислить

дифференциальную вероятность процесса при pπ, заданном экспериментальной
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ситуацией.

Введем 4-импульс p промежуточных пионов: p2 = m2
π, вектор ~p удовле-

творяет закону сохранения энергии-импульса в вершине рождения и, согласно

нашему предположению, направлен от источника к детектору (т.е. вдоль век-

тора ~n, введенного незадолго до формулы (2.3)). Другими словами, ~p есть од-

но конкретное значение ~pπ из возможных, которое направлено от источника к

детектору. Вообще говоря, выбор одного значения ~p импульса пионов являет-

ся приближением, применимым, когда расстояние между источником и детек-

тором много больше их собственных размеров. Требуемая дифференциальная

вероятность может быть получен путем умножения квадрата модуля амплиту-

ды (2.18), кроме дельта-функции закона сохранения энергии-импульса, еще и

на дельта-функцию 2πδ (pπ − p), которая фиксирует импульс промежуточных

пионов, или, что эквивалентно, заменой pπ на p всюду в (2.18) и умножением

ее на дополнительную дельта-функцию 2πδ (k + P1 − P2 − p); лишь после этого

требуется произвести интегрирование по фазовому объему конечных частиц, а

именно нейтрона, антимюона и i-го массового состояния нейтрино, в соответ-

ствии со стандартными правилами расчета вероятностей.

Появление фактора 2π перед дополнительной дельта-функцией объясня-

ется следующим образом. Фактически детектор регистрирует не только пионы

с импульсом ~p от источника, но также и пионы с импульсами, которые лежат

внутри усеченного конуса с осью вдоль вектора ~p и с очень малым углом раство-

ра (см. Рисунок 2.1). Так происходит из-за того, что источник и детектор имеют

ненулевые размеры. Угол раствора конуса очень мал вследствие того, что рас-

стояние между источником и детектором много больше их размеров. Очевидно,

картина имеет приближенную осевую симметрию вокруг направления импуль-

са ~p, введенного абзацем ранее, что дает множитель 2π после интегрирования

по азимутальному углу. Таким образом, этот фактор обязан своим появлением

усреднению по направлениям импульсов виртуальных пионов, которое необхо-

димо из-за ненулевых размеров источника и детектора.

Благодаря факторизации квардированной амплитуды, факторизуется и

искомая дифференциальная вероятность. Теперь, когда импульс виртуальных

пионов зафиксирован и равен ~p, мы можем перейти от промежутка времени

T к пройденному пионом до распада расстоянию L по формуле T = Lp0
/

|~p|.
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Рис. 2.1: Иллюстрация вариации в направлении импульсов виртуальных пионов из-за нену-

левых размеров источника и детектора.

Эта подстановка правомерна, поскольку пионы находятся почти на массовой

поверхности и |~p|
/

p0 может рассматриваться как скорость пиона с очень боль-

шой точностью. Проведя суммирование получающейся вероятности по типу i

конечного нейтрино, которое сводится к суммированию квадратов матричных

элементов матрицы ПМНС в выражении (2.20), дающему в результате единицу,

имеем:

d3W

d3p
=

1

2k02P 0
1

∫

d3P2

(2π)3 2P 0
2

d3q1

(2π)3 2q01

d3q2

(2π)3 2q02

3
∑

i=1

〈

∣

∣

∣M (i)
∣

∣

∣

2
〉∣

∣

∣

∣pπ=p

T=Lp0/|~p|

×

× (2π)4 δ (k + P1 − P2 − q1 − q2) 2πδ (k + P1 − P2 − p) =

=
d3W1

d3p
W2 e

−mπΓ
|~p| L

, (2.21)

где W — полная вероятность процесса, в котором направление импульса вир-

туального π-мезона произвольно, и введено обозначение

d3W

d3p
≡ d3W

dp1 dp2 dp3
(2.22)

для дифференциальной вероятности, где пион имеет импульс ~p (это обозначение

аналогично используемому в книге [44]), так что
∫

d3W

d3p
d3p = W . (2.23)

В выражении (2.21)

d3W1

d3p
=

1

2k02P 0
1

1

(2π)3 2p0

∫

d3P2

(2π)3 2P 0
2

〈

|M1|2
〉∣

∣

∣

pπ=p
(2π)4 δ (k + P1 − P2 − p)

(2.24)

есть дифференциальная вероятность процесса фоторождения π+-мезона с им-
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пульсом ~p и

W2 =
1

2p0

∫

d3q1

(2π)3 2q01

d3q2

(2π)3 2q02

3
∑

i=1

〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉

(2π)4 δ (p− q1 − q2) =

=
G2

F cos
2 θC f

2
π

8π

m2
(µ)

(

m2
π −m2

(µ)

)2

m2
π p

0
(2.25)

есть вероятность распада π+-мезона на антимюон и какое-либо нейтрино с опре-

деленной массой, которая в пределе нулевых масс нейтрино совпадает со стан-

дартной вероятностью распада π+-мезона на антимюон и безмассовое мюон-

ное нейтрино. Таким образом, мы получили, что дифференциальная вероят-

ность всего процесса целиком есть произведение дифференциальной вероятно-

сти рождения π-мезона с определенным импульсом, вероятности его распада

и стандартного экспоненциального фактора, описывающего вероятность пиону

достигнуть детектора.

Наконец, мы видим, что экспериментальная ситуация задает только на-

правление импульса промежуточного пиона, но не его модуль. Следовательно,

чтобы найти вероятность процесса, требуется проинтегрировать дифференци-

альную вероятность (2.21), умноженную на |~p|2, по |~p| по всем его допустимым

значениям. Здесь, в процессе распада частицы на фиксированном расстоянии от

источника, как максимальная, так и минимальная величина |~p| определяются

процессом рождения. В нашем случае процесс рождения имеет двухчастичное

конечное состояние, что означает, что абсолютные величины импульсов пиона и

нейтрона уже зафиксированы законом сохранения энергии-импульса (различны

могли бы быть только их направления). В результате дифференциальная веро-

ятность рождения (2.24) является сингулярной величиной, и эта сингулярность

устраняется интегрированием. Окончательный результат для вероятности всего

процесса есть

dW

dΩ
=

∫

d3W

d3p
|~p|2 d |~p| = dW1

dΩ
W2||~p|=|~p|∗ e

−mπΓ

|~p|∗
L
, (2.26)

где |~p|∗ — корень уравнения k0 + P 0
1 − P 0

2

∣

∣

~P2=~k+~P1−~p
− p0 = 0 относительно |~p|.

Полученное выражение (2.26) находится в полном согласии с результатом,

ожидаемым из физических соображений.
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Глава 3. Осцилляции нейтрино

Осцилляции нейтрино — хорошо известное и экспериментально подтвер-

жденное явление, широко обсуждаемый в теоретической физике. Обычно они

понимаются как переход нейтрино одного аромата в нейтрино другого аромата

в зависимости от пройденного расстояния [5–7]. Эта интерпретация основана на

стандартном квантовомеханическом описании осцилляций нейтрино, где пред-

полагается, что состояния нейтрино с определенным ароматом являются супер-

позициями состояний с определенными массами, и постулируется, что именно

флейворные состояния рождаются в слабых взаимодействиях. Такой подход со-

пряжен с некоторыми проблемами, как было подробно описано во Введении и

Главе 1.

В рассматриваемом подходе осцилляции нейтрино представляют собой ин-

терференционный процесс, обусловленный тремя типами нейтрино в промежу-

точном состоянии. Важной характеристикой интерференционных процессов яв-

ляется длина когерентности — расстояние от источника, за которым интерфе-

ренционная картина размывается настолько, что становится неразличимой. В

квантово-механическом подходе в терминах волновых пакетов длина когерент-

ности появляется вследствие квантовой неопределенности импульса состояний

нейтрино. Причем там рассматриваются только нейтрино с одинаковым сред-

ним значением импульса, которое и входит в выражение для длины осцилляций.

Это значит, что пучок таких нейтрино может рассматриваться как монохрома-

тический на расстояниях от источника много меньших длины когерентности.

Однако нейтрино, рожденные в трехчастичных распадах, не являются моно-

хроматическими, и разброс импульсов нейтрино также может повлиять на ос-

цилляционную картину.

В §3.1, §3.2 будут рассмотрены процессы осцилляций нейтрино с рождени-

ем нейтрино в трехчастичных слабых распадах ядер, где данное приближение

монохроматичности не может быть использовано. В обсуждаемом квантовом

теоретико-полевом подходе у нейтринных состояний нет неопределенности им-

пульса, поскольку все частицы, как и в стандартной фейнмановской диаграмм-

ной технике, описываются плоскими волнами. По этой причине затухание ос-
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цилляционной картины в данном подходе может быть следствием разброса по

импульсам рождающихся нейтрино и спектральной характеристики процесса

регистрации.

В §3.3 обсуждаются процессы осцилляций нейтрино, рождающихся в двух-

частичном распаде пиона, причем рассматриваются процессы с изменением леп-

тонного аромата.

3.1. Регистрация через взаимодействие со слабым заряженным

током

При подготовке данного параграфа диссертации использованы публика-

ции [16, 18, 19] автора, в которых, согласно Положению о присуждении ученых

степеней в МГУ, отражены основные результаты, положения и выводы иссле-

дования.

Далее идет сначала общее рассмотрение процессов осцилляций нейтрино,

где нейтрино рождаются и детектируются через взаимодействие со слабыми за-

ряженными токами ядер, а затем показывается на конкретных примерах, как

появляется длина когерентности в нашем подходе и каковы отличия предлага-

емого описания от стандартного в этой связи.

3.1.1. Теория

Напомним, что мы работаем в рамках минимального расширения Стан-

дартной модели правыми синглетами нейтрино, лагранжиан взаимодействия

слабого заряженного тока дается формулой (2.1).

Рассмотрим процесс, где нейтрино испускается и детектируется через вза-

имодействие со слабыми заряженными токами ядер. В низшем порядке теории

возмущений процесс описывается следующей диаграммой:

e+(q)

x

W+

νi(pn)
e−(k)

y

W+

(3.1)

Точки взаимодействия x и y предполагаются разделенными фиксированным

макроскопическим интервалом. Промежуточное массовое собственное состоя-

ние нейтрино является виртуальной частицей и описывается пропагатором в
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координатном представлении. В амплитуду процесса дают вклад все три ней-

тринных массовых состояния, поэтому амплитуда процесса, отвечающая диа-

грамме, должна быть просуммирована по всем трем этим состояниям, i = 1, 2, 3.

Вновь будем считать, что начальные и конечные ядра и частицы описы-

ваются плоскими волнами, т.е. имеют определенный импульс. Следовательно,

определенный импульс имеют и промежуточные состояния нейтрино. Обозна-

чим 4-импульсы частиц так, как показано на диаграмме, а именно, q есть им-

пульс позитрона, k — электрона и pn — промежуточного виртуального нейтрино.

Для определенности мы будем считать, что виртуальные W -бозоны рождают-

ся и поглощаются во взаимодействиях с ядрами следующим образом: ядро A1

Z1
X,

которое мы будем называть ядром 1, испускает W+-бозон и превращается в

ядро A1

Z1−1X, которое мы будем называться ядром 1′, а ядро A2

Z2
X, которое будет

называться ядром 2, поглощает W+-бозон и превращается в ядро A2

Z2+1X, кото-

рое будет называться ядром 2′. Таким образом, черные кружки на диаграмме

обозначают матричные элементы слабого заряженного адронного тока

J (1)
µ

(

P (1), P (1′)
)

=
〈

A1

Z1−1X
∣

∣

∣ J (h)
µ

∣

∣

∣

A1

Z1
X
〉

, (3.2)

J (2)
ρ

(

P (2), P (2′)
)

=
〈

A2

Z2+1X
∣

∣

∣ J (h)
ρ

∣

∣

∣

A2

Z2
X
〉

, (3.3)

соответствующие ядрам 1, 1′ и 2, 2′; 4-импульсы ядер обозначены как P (l) =
(

E(l), ~P (l)
)

, P (l′) =
(

E(l′), ~P (l′)
)

, l = 1, 2.

Аналогично тому, как это делалось в Главе 2 для скалярного поля, по-

строим зависящий от времени пропагатор i-го массового собственного состо-

яния нейтрино в импульсном представлении в лоренц-ковариантной форме,

подставив в выражение (2.11) фермионный пропагатор Фейнмана Sc
i (z) соот-

ветствующего нейтрино вместо скалярного Dc (z). По определению имеем

Sc
i (pn, T, λ) ≡

∫

d4z eipnzSc
i (z) δ (λz − T ) , (3.4)

где T = y0−x0 — фиксированный промежуток времени, разделяющий события

рождения и детектирования, а λ — 4-скорость наблюдателя. Результат точного

интегрирования выглядит как

Sc
i (pn, T, λ) = i

p̂n +mi − λ̂ (λpn) + λ̂

√

(λpn)
2 +m2

i − p2n

2
√

(λpn)
2 +m2

i − p2n − iε

e
i
(

λpn−
√

(λpn)
2
+m2

i−p2n

)

T
,

(3.5)
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где, как обычно, p̂n = pµnγµ и λ̂ = λµγµ. Для частиц, распространяющихся на

макроскопические расстояния в течение макроскопических промежутков вре-

мени и потому находящихся почти на массовой поверхности, выражение (3.5)

можно аппроксимировать функцией

Sc
i (pn, T, λ) ≈ i

p̂n +mi

2λpn
e−i

m2
i−p2n
2λpn

T . (3.6)

В системе отсчета детектора, λ =
(

1,~0
)

, зависящий от времени фермионный

пропагатор в импульсном представлении принимает простейший вид

Sc
i (pn, T ) = i

p̂n +mi

2p0n
e
−i

m2
i−p2n

2p0n
T
. (3.7)

Последнее выражение будет использоваться для вычислений далее.

Запишем амплитуду в импульсном представлении, соответствующую диа-

грамме (3.1), когда промежуток времени между событиями рождения и детек-

тирования фиксирован и равен T . Поскольку передача импульса как в про-

цессе рождения, так и в процессе регистрации мала, можно воспользоваться

приближением взаимодействия Ферми. Используя зависящий от времени про-

пагатор (3.7) фермионного поля, где мы удерживаем массы нейтрино только

в экспоненте (в обычных процессах с электронами и позитронами нейтрино

ультрарелятивистские, поэтому члены mi

/

p0n пренебрежимо малы), получаем

в следующем виде амплитуду, просуммированную по всем трем массовым соб-

ственным состояниям нейтрино:

M = −iG
2
F

4p0n

3
∑

i=1

|U1i|2 e−i
m2

i−p2n

2p0n
T
J (2)
ρ

(

P (2), P (2′)
)

×

× u (k) γρ
(

1− γ5
)

p̂n γ
µ
(

1− γ5
)

v (q) J (1)
µ

(

P (1), P (1′)
)

.

(3.8)

Здесь и далее для краткости опускаются поляризационные индексы фермио-

нов. Эту имеющую необычную размерность амплитуду следует понимать как

амплитуду в единицу времени регистрации.

Квадрат модуля амплитуды, усредненный по поляризациям начальных

ядер и просуммированный по поляризациям конечных частиц и ядер, выража-
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ется как

〈

|M |2
〉

=
4G4

F

(p0n)
2 W

(1)
µν A

µνρσW (2)
ρσ









1− 4
3
∑

i,k=1
i<k

|U1i|2 |U1k|2 sin2
(

m2
i −m2

k

4p0n
T

)









,

(3.9)

где

Aµνρσ =
1

64
tr
(

p̂n γ
µ
(

1− γ5
)

(q̂ −me) γ
ν
(

1− γ5
)

×

× p̂n γ
σ
(

1− γ5
)

(

k̂ +me

)

γρ
(

1− γ5
)

)
(3.10)

(фактор 1/64 введен для того, чтобы отделить численный коэффициент от

чисто лоренцевской структуры; me — масса электрона), ядерные тензоры

W
(1)
µν , W

(2)
ρσ , характеризующие взаимодействие ядер 1 и 2 с виртуальными

W -бозонами, определены как

W (l)
ρσ = W (l,S)

ρσ + iW (l,A)
ρσ =

〈

J (l)
ρ

(

J (l)
σ

)+
〉

, l = 1, 2, (3.11)

их симметричные части W (l,S)
ρσ являются вещественными, а антисимметричные

iW
(l,A)
ρσ — чисто мнимыми.

Поскольку мы отбросили массы нейтрино в зависящих от времени про-

пагаторах (за исключением показателя экспоненты), мы фактически посчита-

ли амплитуду в приближении нулевых масс нейтрино. Для макроскопических

интервалов времени T виртуальные нейтрино находятся почти на массовой по-

верхности, и поэтому квадрат импульса p2n виртуальных нейтрино также по-

рядка квадратов масс нейтрино, и им можно пренебречь. Другими словами, мы

можем посчитать квадрированную амплитуду в приближении p2n = 0. Прямые

вычисления показывают, что в этом приближении тензор Aµνρσ факторизуется:

Aµνρσ =
(

−gµν (pnq) + (pµnq
ν + qµpνn) + iεµνλτpnλqτ

)

×
×
(

−gρσ (pnk) + (pρnk
σ + kρpσn)− iερσλτpnλkτ

)

.
(3.12)

Соответственно, факторизуется и квадрат модуля амплитуды (3.9):

〈

|M |2
〉

=
〈

|M1|2
〉〈

|M2|2
〉 1

4 (p0n)
2









1− 4
3
∑

i,k=1
i<k

|U1i|2 |U1k|2 sin2
(

∆m2
ik

4p0n
T

)









,

(3.13)
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〈

|M1|2
〉

= 4G2
F

(

−gµν (pnq) + (pµnq
ν + qµpνn) + iεµνλτpnλqτ

)

W (1)
µν , (3.14)

〈

|M2|2
〉

= 4G2
F

(

−gρσ (pnk) + (pρnk
σ + kρpσn)− iερσλτpnλkτ

)

W (2)
ρσ . (3.15)

Здесь
〈

|M1|2
〉

— квадрированная амплитуда процесса распада ядра 1 в ядро

1′, позитрон и нейтральный безмассовый фермион, а
〈

|M2|2
〉

— квадрирован-

ная амплитуда процесса образования электрона и ядра 2′ в столкновении ней-

трального безмассового фермиона и ядра 2. Этот безмассовый фермион можно

трактовать как безмассовое флейворное состояние электронного нейтрино νe.

Другими словами, можно сказать, что в приближении p2n = 0 возникают проме-

жуточные флейворные состояния нейтрино, но для описания это неважно: рас-

сматриваемый подход изначально не требует введения флейворных нейтринных

состояний для последовательного описания осцилляций.

Теперь мы можем посчитать вероятность данного процесса при фиксиро-

ванном y0 − x0 = T . Логика совершенно аналогична той, что была описана в

предыдущей главе для распада π-мезона. В стандартном пертурбативном под-

ходе нам следовало бы умножить квадрат амплитуды (3.13) на дельта-функцию

сохранения энергии-импульса (2π)4δ(P (1) + P (2) − P (1′) − P (2′) − q − k) и про-

интегрировать по фазовому объему конечных частиц. Но такое интегрирова-

ние привело бы к вариации импульсов pn виртуальных нейтрино, поскольку

pn определяется лишь законом сохранения 4-импульса в вершине рождения,

pn = P (1)−P (1′)−q. Это противоречит экспериментальной ситуации для осцил-

ляций нейтрино, где виртуальные нейтрино распространяются в направлении,

определяемом взаимным расположением источника и детектора. Таким обра-

зом, нам нужно вычислить дифференциальную вероятность процесса при pn,

заданном условиями эксперимента.

Обозначим 4-импульс промежуточных массовых собственных состояний

нейтрино через p: p2 = 0, вектор ~p направлен от источника к детектору

в соответствии с условиями эксперимента и удовлетворяет закону сохране-

ния энергии-импульса в вершине рождения. Искомая дифференциальная ве-

роятность может быть получена путем умножения квадрированной амплиту-

ды (3.13) не только на дельта-функцию закона сохранения 4-импульса, но еще

и на дельта-функцию 2πδ (pn − p), фиксирующую импульс промежуточных ней-

трино, или, что эквивалентно, заменой pn на p всюду в (3.13) и умножением ее
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на дополнительную дельта-функцию 2πδ(P (1)−P (1′)− q−p). Эта замена согла-

сована, потому что мы работаем в приближении безмассовых нейтрино. После

этого следует проинтегрировать полученное выражение по фазовому объему

конечных частиц и ядер.

Дифференциальная вероятность процесса факторизуется, поскольку

квадрат модуля амплитуды распался в произведение. Теперь, когда импульс

виртуальных нейтрино фиксирован, мы можем перейти от времени T к прой-

денному нейтрино расстоянию L по формуле T = Lp0
/

|~p|. Эта подстановка

правомерна, поскольку нейтрино находятся почти на массовой поверхности и

|~p|
/

p0 может рассматриваться как скорость нейтрино с очень большой точно-

стью. Строгое обоснование данной формальной операции может быть получено

в подходе, использующем волновые пакеты (см. [5], §8.2). После этой подстанов-

ки дифференциальная вероятность может пониматься как дифференциальная

вероятность на единицу длины источника и единицу длины детектора. Резуль-

тат имеет вид

d3W

d3p
=

1

2E(1)2E(2)

∫

d3k

(2π)3 2k0
d3q

(2π)3 2q0
d3P (1′)

(2π)3 2E(1′)

d3P (2′)

(2π)3 2E(2′)
×

×
〈

|M |2
〉∣

∣

∣pn=p

T=Lp0/|~p|
2πδ

(

P (1) − P (1′) − q − p
)

×

× (2π)4 δ
(

P (1) + P (2) − P (1′) − P (2′) − q − k
)

=

=
d3W1

d3p
W2 Pee (|~p| , L) . (3.16)

Здесь

d3W1

d3p
=

1

2E(1)

1

(2π)3 2p0

∫

d3q

(2π)3 2q0
d3P (1′)

(2π)3 2E(1′)

〈

|M1|2
〉∣

∣

∣

pn=p
×

× (2π)4 δ
(

P (1) − P (1′) − q − p
)

(3.17)

есть дифференциальная вероятность распада ядра 1 в ядро 1′, позитрон и без-

массовый фермион с импульсом ~p, которая совпадает с суммой дифференци-

альных вероятностей распадов ядра 1 в ядро 1′, позитрон и все три массовых

собственных состояний нейтрино;

W2 =
1

2E(2)2p0

∫

d3k

(2π)3 2k0
d3P (2′)

(2π)3 2E(2′)

〈

|M2|2
〉∣

∣

∣

pn=p
×

× (2π)4 δ
(

P (2) + p− P (2′) − k
)

(3.18)
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есть вероятность процесса рассеяния безмассового фермиона с импульсом ~p и

ядра 2 с образованием ядра 2′ и электрона, которая совпадает с суммой вероят-

ностей процессов рассеяния всех трех нейтринных массовых состояний и ядра

2; и введено специальное обозначение

Pee (|~p| , L) = 1− 4
3
∑

i,k=1
i<k

|U1i|2 |U1k|2 sin2
(

∆m2
ik

4 |~p| L
)

(3.19)

для выражения, которое в стандартном подходе называется зависящей от рас-

стояния вероятностью выживания электронного нейтрино (оно фактически по-

вторяет выражение (1.10) с точностью до обозначений).

В приближении безмассовых нейтрино d3W1

/

d3p совпадает с потоком ве-

роятности нейтрино, а W2 совпадает с сечением процесса рассеяния безмассово-

го фермиона на ядре 2. Таким образом, получено, что дифференциальная веро-

ятность всего процесса есть произведение дифференциальной вероятности рож-

дения нейтрино с определенным импульсом, вероятности его взаимодействия в

детекторе и стандартного зависящего от расстояния осциллирующего фактора,

т.е. мы в точности воспроизвели в рамках квантового теоретико-полевого под-

хода без использования волновых пакетов и флейворных состояний нейтрино

результат стандартного подхода к описанию осцилляций нейтрино. Осцилляции

возникают вследствие интерференции амплитуд, соответствующих диаграммам

с разными массовыми состояниями нейтрино в промежуточном состоянии. Ней-

трино, находящееся в конечном состоянии процесса рождения и в начальном со-

стоянии процесса регистрации, в приближении нулевых масс нейтрино можно

считать флейворным электронным нейтрино.

Расстояние L в формуле (3.16) обозначает расстояние между двумя вер-

шинами взаимодействия нейтрино, первая из которых находится в источнике

нейтрино, а вторая — в детекторе. Однако если мы рассмотрим тот же самый

процесс, происходящий в другой точке источника или детектора на расстоянии

L′ = L + ∆L, |∆L| ≪ L, мы получим ту же дифференциальную вероятность

с точностью до членов порядка ∆L/L, которыми можно пренебречь. Если раз-

меры источника и детектора много меньше расстояния между ними, что всегда

выполняется в экспериментах с осцилляциями нейтрино, дифференциальная

вероятность всех процессов, где нейтрино рождаются и детектируются в их

объеме, одна и та же с очень большой точностью. Таким образом, расстояние L
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может рассматриваться как расстояние между источником и детектором, как

и в стандартном квантово-механическом подходе, а дифференциальная вероят-

ность (3.16) может пониматься как дифференциальная вероятность на единицу

объема источника и на единицу объема детектора.

Условия эксперимента задают только направление импульса ~p промежу-

точных нейтрино, но не его модуль. Однако рассматриваемый процесс рожде-

ния нейтрино является трехчастичным распадом, следовательно, импульс ней-

трино может иметь разную абсолютную величину при заданном направлении.

Чтобы учесть все возможные импульсы нейтрино, направленные от источника к

детектору, требуется проинтегрировать дифференциальную вероятность (3.16),

умноженную на |~p|2, по |~p| в пределах от |~p|min до |~p|max. Далее мы будем считать

ядра 1 и 2 находящимися в покое и положим их начальные импульсы ~P (1), ~P (2)

равными нулю. Тогда нижний предел интегрирования, определяемый порогом

процесса детектирования, и верхний предел, определяемый законом сохранения

энергии-импульса в вершине рождения, даются выражениями [44]

|~p|min =

(

M(2′) +me

)2 −M 2
(2)

2M(2)
, |~p|max =

M 2
(1) −

(

M(1′) +me

)2

2M(1)
. (3.20)

Здесь M(...) обозначают массы ядер, соответствие ядрам в пояснении не нуж-

дается. В результате получаем общую вероятность регистрации электрона в

рассматриваемом процессе:

dW

dΩ
=

|~p|max
∫

|~p|min

d3W

d3p
|~p|2 d |~p| =

|~p|max
∫

|~p|min

d3W1

d3p
W2 Pee (|~p| , L) |~p|2 d |~p| . (3.21)

В следующем подпараграфе эта формула будет применяться к конкретным про-

цессам осцилляций нейтрино.

Стоит заметить, что в рамках этого подхода фактически обычным обра-

зом можно считать радиационные поправки к амплитудам процессов. Заметим

только, что запрещены поправки к таким процессам, для которых часть диа-

граммы между точками x и y с фиксированной разностью времен оказывается

целиком принадлежащей петле, потому что протекающий по петле импульс на-

рушает условие близости частиц к массовой поверхности для макроскопических

времен или расстояний (такая петля получается, например, если на диаграм-

ме (3.1) соединить фотонной линией два W-бозона). Таким образом, разрешены
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любые поправки к вершинам рождения и регистрации нейтрино и поправки к

пропагатору нейтрино. Последние оказываются малыми, потому что виртуаль-

ные нейтрино находятся почти на массовой поверхности. Поправки к пропа-

гатору в случае нестабильной скалярной частицы были фактически учтены в

точном пропагаторе (2.14), использованном для построения зависящего от вре-

мени пропагатора (2.16) нестабильной скалярной частицы в импульсном пред-

ставлении.

Подводя итог текущего подпараграфа, нужно еще раз отметить, что в

рассматриваемом подходе, так же как и стандартной фейнмановской диаграмм-

ной технике, энергия-импульс строго сохраняется в каждой вершине взаимодей-

ствия, что ведет к тому, что разные массовые собственные состояния нейтрино

имеют в точности одинаковые импульсы и энергии, поскольку процесс рожде-

ния у них один и тот же. Тут нет противоречия, потому что промежуточные

нейтрино являются виртуальными частицами, поэтому они могут иметь оди-

наковые энергии и импульсы и различные массы одновременно. Однако в вы-

числениях мы используем приближение нулевых масс нейтрино всюду, кроме

показателя экспоненты зависящего от времени пропагатора (3.7). В последнем

массами нейтрино пренебрегать нельзя, потому что интерференция между ам-

плитудами процессов с разными массовыми собственными состояниями ведет

к взаимному уничтожению членов с p2n в показателе экспоненты (напоминаю,

что 4-импульс pn одинаков для всех нейтринных массовых состояний), и там

остается только разница квадратов масс нейтрино, умноженная на промежу-

ток времени T или расстояние L, которые макроскопически велики.

3.1.2. Конкретные примеры

Рассмотрим несколько примеров процессов осцилляций нейтрино с двумя

реакциями солнечного углеродного цикла:

15O → 15N+ e+ + νi и 13N → 13C + e+ + νi .

Сначала возьмем в качестве процесса рождения только первую из них, рас-

пад 15O, а детектирование будем проводить при помощи хлор-аргонового или

галлий-германиевого детектора, т.е. в реакциях

νi +
37Cl → 37Ar + e− и νi +

71Ga → 71Ge + e− .
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В ядерной физике эти реакции относятся к так называемым разрешенным пе-

реходам [45]. В этом случае можно пренебречь положениями и импульсами нук-

лонов в ядре и считать, что нуклоны распадаются или взаимодействуют так,

как будто они находятся в покое. Соответственно, можно пренебречь зависи-

мостью ядерных формфакторов от переданного импульса [45]. Если мы также

пренебрежем возможными вкладами возбужденных состояний конечных ядер,

произведение дифференциальной вероятности (3.17) рождения нейтрино и ве-

роятности (3.18) регистрации нейтрино может быть аппроксимировано функ-

цией

d3W1

d3p
W2 ≈ C

√

(|~p|max − |~p|) (|~p|max − |~p|+ 2me) (|~p|max − |~p|+me)×

×
√

(|~p| − |~p|min) (|~p| − |~p|min + 2me) (|~p| − |~p|min +me) .

(3.22)

Это приближение является довольно грубым. Тем не менее, его достаточно для

того, чтобы продемонстрировать, что в рассматриваемом подходе длина коге-

рентности осцилляций нейтрино возникает вследствие разброса нейтрино по

импульсам и определяется спектральными характеристиками процессов рож-

дения и детектирования.

Тут, снова, |~p|max определяется процессом рождения, а |~p|min — процессом

регистрации; явное выражение для константы нормировки C, которая разная

для разных процессов рождения и детектирования, для нас неважно, потому

что мы будем нормировать вероятность (3.21) таким образом, чтобы она была

равна единице в точке L = 0. Нормированная функция распределения (3.22)

представляет относительный вклад нейтрино с данным импульсом в вероят-

ность всего процесса в L = 0. Для рассматриваемых процессов рождения и

регистрации имеем:

|~p|Ga-Ge
min = 232 кэВ, |~p|Cl-Ar

min = 814 кэВ, |~p|Omax = 1732 кэВ.

Функции (3.22) для обоих детекторов изображены на Рисунке 3.1.

Ниже использованы следующие величины для разностей квадратов масс

нейтрино и углов смешивания [46]:

∆m2
21 = 7,53 · 10−5 эВ2; ∆m2

32 = 2,51 · 10−3 эВ2;

θ12 = 0,587; θ13 = 0,146; θ23 = 0,702.
(3.23)
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Рис. 3.1: Нормированные функции распределения (3.22) для 15O-источника и Cl-Ar и Ga-Ge

детекторов.

Провести интегрирование в формуле (3.21) с плотностью вероятности (3.22)

аналитически не удалось. Результаты численного интегрирования представле-

ны на Рисунке 3.2 (вероятность нормирована на свое значение в точке L = 0).

Мы видим, что осцилляционная картина зависит от процесса детектирования,

а) Расстояние L от 0 до 300 км. б) Расстояние L от 0 до 1000 км.

Рис. 3.2: Нормированные вероятности процессов осцилляций нейтрино с образованием ней-

трино в распаде 15O и регистрацией с помощью Cl-Ar и Ga-Ge детекторов.

и осцилляции затухают с расстоянием, что означает существование длины ко-

герентности в нашем подходе. Так происходит из-за распределения промежу-
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точных нейтрино по импульсам. По аналогии с интерференцией немонохрома-

тического света в оптике введем функцию видности

V (L) =
Imax − Imin

Imax + Imin
, (3.24)

где Imax, Imin обозначают относительные вероятности регистрации нейтрино в

соседних максимуме и минимуме осцилляционной картины. Если мы примем

условие видности осцилляций как V (L) > 0,1 (что является общепринятым в

оптике), то приходим к длинам когерентности

LGa-Ge
coh ≈ 105 км, LCl-Ar

coh ≈ 146 км.

В случае Ga-Ge импульсное распределение шире, чем для Cl-Ar (см. Рису-

нок 3.1), следовательно, Ga-Ge-осцилляции затухают быстрее, таким образом

имея меньшую длину когерентности.

Как видно на Рисунке 3.2, осцилляции асимптотически выходят на вели-

чину, близкую к 0,55. Поведение осцилляций на больших расстояниях, много

больших длины когерентности, фактически определяется средним от осцилля-

ций по расстоянию L. Таким образом, асимптотическое поведение осцилляций

дается тут, в соответствии с (3.16) и (3.19), выражением

Pee = 1− 4
3
∑

i,k=1
i<k

|U1i|2 |U1k|2
1

2
=

3
∑

i=1

|U1i|4 , (3.25)

что примерно равно 0,551 для принятых величин углов смешивания θik.

Следующим шагом будет сравнить процессы осцилляций нейтрино, где

нейтрино рождаются в распадах 15O или 13N, а детектируются хлор-аргоновым

детектором. Для распада азота имеем |~p|Nmax = 1199 кэВ. Нормированные функ-

ции (3.22) для двух этих случаев представлены на Рисунке 3.3 (сплошная и

пунктирная линии). Результаты численного интегрирования с теми же самыми

параметрами показаны на Рисунке 3.4. Длина когерентности для 13N-источника

оказывается

LN
coh ≈ 158 км,

что больше, чем для найденного ранее случая 15O (146 км), поскольку 13N-

источник обеспечивает более узкое распределение нейтрино по импульсам.
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Рис. 3.3: Нормированные функции распределения (3.22) для 15O-, 13N- и комбинированного

источников и Cl-Ar детектора.

Рассмотрим, наконец, более реалистичный комбинированный источник,

где нейтрино рождаются в распадах 15O и 13N одновременно. Пусть регистра-

ция снова производится хлор-аргоновым детектором. Когда нейтрино детекти-

руется, невозможно отличить, пришло оно от ядра 15O или 13N. Вычисления

показываются, что если источник находится в состоянии динамического равно-

весия, вероятность того, что нейтрино было рождено в распаде 13N, составляет

приблизительно 83% против 17% для распада 15O. Мы просуммируем вероят-

ности для 15O и 13N, даваемые формулой (3.21), с разными весами, и эти ве-

роятности нейтрино быть рожденным в одном из двух распадов представляют

собой первый из источников данных весов.

Другой источник следующий. Функция (3.22) включает постоянную C,

которая различна для наших двух случаев. Введем обозначения CO и CN для

соответствующих коэффициентов. В нашем приближении эти константы удо-

влетворяют соотношению

4π

|~p|Zmax
∫

0

CZ

√

(

|~p|Zmax − |~p|
)(

|~p|Zmax − |~p|+ 2me

)

×

×
(

|~p|Zmax − |~p|+me

)

|~p|2 d |~p| = 1

τZ
,

(3.26)
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а) Расстояние L от 0 до 300 км. б) Расстояние L от 0 до 1000 км.

Рис. 3.4: Нормированные вероятности процессов осцилляций нейтрино с образованием ней-

трино в распадах 15O и 13N и регистрацией с помощью Cl-Ar детектора.

где индекс Z принимает значения O или N и τZ есть время жизни соответству-

ющего ядра. С учетом того, что τO = 122,24 сек. и τN = 597,90 сек., численно

оценивая интеграл в (3.26), находим отношение коэффициентов CO/CN = 1,055,

что дает небольшую поправку.

Итоговые веса вероятностей (3.21) для ядер 15O и 13N являются произве-

дениями соответствующих коэффициентов от двух описанных источников. Эти

веса могут быть выбраны очевидными образом как 0,178 для вклада 15O и 0,822

для вклада 13N. Общая нормированная функция (3.22) для такого эксперимен-

та представлена на Рисунке 3.3 (штрих-пунктирная линия). Результаты числен-

ного интегрирования изображены на Рисунке 3.5. Наложение осцилляционных

а) Расстояние L от 0 до 300 км. б) Расстояние L от 0 до 1000 км.

Рис. 3.5: Нормированная вероятность процесса осцилляций нейтрино с образованием ней-

трино в распадах и 15O, и 13N одновременно и регистрацией с помощью Cl-Ar детектора.
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картин от двух разных источников ведет к еще более быстрому затуханию ос-

цилляций, и в этом случае длина когерентности есть

LO+N
coh ≈ 142 км,

что меньше, чем для 15O- или 13N-источника по отдельности.

В конце данного параграфа хотелось бы еще раз обратить внимание, что

обсуждаемая выше длина когерентности существенно отличается от той длины

когерентности, что появляется в стандартном квантово-механическом описании

осцилляций нейтрино в терминах волновых пакетов. Прежде всего заметим, что

в случае подхода в терминах волновых пакетов член когерентности (см. (1.25))

может быть найден в явном виде, только если используется модельное гауссово

распределение по импульсам для произведения амплитуд рождения и детекти-

рования нейтрино, потому что только в этом случае интеграл по импульсам

нейтрино может быть вычислен аналитически (см., например, учебник [5], раз-

дел 8.2.2). В этом случае член когерентности зависит явно от длины когерент-

ности и ведет к затуханию осцилляций нейтрино с расстоянием (что, в свою

очередь, указывает на присутствие такого члена, даже если интегрирование не

может быть проведено аналитически). Соответствующая длина когерентности

определяется шириной распределения Гаусса, которая задается неопределенно-

стью импульса рождаемых нейтрино и спектральными характеристиками про-

цесса детектирования. Таким образом, в стандартном квантово-механическом

подходе к терминах волновых пакетов затухание осцилляций и, следовательно,

длина когерентности появляются из-за квантово-механической неопределенно-

сти импульса нейтрино. В отличие от этого, в рассматриваемом подходе ней-

трино предполагаются имеющими определенные импульсы (неопределенность

импульса отсутствует), и размытие осцилляционной картины происходит из-за

распределения по импульсам промежуточных нейтрино. Оно всегда присутству-

ет в трехчастичном распаде, даже если все начальные и конечные частицы и

ядра имеют определенные импульсы. Вычисления выше показывают, что эта

причина затухания осцилляций ведет к куда меньшим длинам когерентности,

чем те, что объясняются естественной неопределенностью импульса, рассматри-

ваемой в стандартном подходе. Это значит, что эффект немонохроматичности

нейтрино, учитываемый в рамках нашего подхода, является доминирующим в

реалистичной постановке эксперимента, в то время как размытием из-за неопре-
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деленности импульса нейтрино можно пренебречь по сравнению с ним.

3.2. Регистрация через взаимодействие со слабыми заряженным и

нейтральным токами

При подготовке данного параграфа диссертации использованы публика-

ции [16, 19] автора, в которых, согласно Положению о присуждении ученых

степеней в МГУ, отражены основные результаты, положения и выводы иссле-

дования.

3.2.1. Теория

Теперь перейдем к рассмотрению процесса осцилляций нейтрино, в ко-

тором нейтрино рождаются во взаимодействии со слабым заряженным током

ядра, как и в предыдущем параграфе, а детектируются через взаимодействие со

слабыми заряженным и нейтральным токами электрона. Процесс описывается

в низшем порядке теории возмущений следующими диаграммами:

e+(q)

x

W+

νi(pn)
νi(k2)

y

Z

e−(k1) e−(k)

(3.27)

e+(q)

x

W+

νk(pn)
e−(k)

y

W+

e−(k1) νi(k2)

(3.28)

Точки x и y предполагаются разделенными фиксированным макроскопическим

интервалом. Амплитуда, соответствующая диаграмме (3.28), должна быть про-

суммирована по всем трем массовым собственным состояниям нейтрино, т.е.

k = 1, 2, 3, поскольку все они дают вклад. Поскольку только конечный электрон

детектируется в эксперименте, вероятность процесса с i-ым массовым собствен-

ным состоянием нейтрино в конечном состоянии должна быть просуммирована

по i, чтобы дать нам вероятность регистрации электрона.
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Обозначим 4-импульсы частиц так, как показано на диаграмме: импульс

позитрона есть q, виртуального нейтрино — pn, выходящего электрона — k,

входящего электрона — k1, выходящего нейтрино — k2, начального ядра —

P (1) =
(

E(1), ~P (1)
)

и конечного ядра — P (1′) =
(

E(1′), ~P (1′)
)

(мы оставляем обо-

значения из §3.1 для ядерных величин, чтобы использовать формулы оттуда

без переопределений).

Вновь используем приближение взаимодействия Ферми и возьмем зави-

сящий от времени пропагатор (3.7), удерживая массы нейтрино только в экс-

поненте. Амплитуда в импульсном представлении, соответствующая диаграм-

ме (3.27), когда y0 − x0 = T , имеет вид

M (i)
nc = i

G2
F

4p0n
U ∗
1i e

−i
m2

i−p2n

2p0n
T
νi (k2) γ

µ
(

1− γ5
)

p̂n γ
ρ
(

1− γ5
)

v (q)×

× J (1)
ρ

(

P (1), P (1′)
)

[(

−1

2
+ sin2 θW

)

u (k) γµ
(

1− γ5
)

u (k1)+

+ sin2 θW u (k) γµ
(

1 + γ5
)

u (k1)

]

.

(3.29)

Аналогично, отвечающая диаграмме (3.28) амплитуда, просуммированная по

k, выглядит как

M (i)
cc = −iG

2
F

4p0n
U ∗
1i

(

3
∑

k=1

|U1k|2 e−i
m2

k−p2n

2p0n
T

)

u (k) γµ
(

1− γ5
)

p̂n γ
ρ×

×
(

1− γ5
)

v (q) J (1)
ρ

(

P (1), P (1′)
)

νi (k2) γµ
(

1− γ5
)

u (k1) .

(3.30)

Далее удобно использовать преобразование Фирца, которое переставляет

спиноры u (k) и νi (k2) в амплитуде M (i)
cc и делает ее похожей на M (i)

nc , и ввести

следующие обозначения для зависящих от времени факторов:

Ai = U ∗
1i e

−i
m2

i−p2n

2p0n
T
, Bi = U ∗

1i

(

3
∑

k=1

|U1k|2 e−i
m2

k−p2n

2p0n
T

)

. (3.31)

Тогда общая амплитуда процесса с нейтрино νi в конечном состоянии, являю-

щаяся суммой амплитуд M (i)
nc и M (i)

cc , может быть представлена как

M
(i)
tot = i

G2
F

2p0n
νi (k2) γ

µ p̂n γ
ρ
(

1− γ5
)

v (q) J (1)
ρ

(

P (1), P (1′)
)

u (k) γµ × (3.32)

×
[(

Bi + Ai

(

−1

2
+ sin2 θW

))

(

1− γ5
)

+ Ai sin
2 θW

(

1 + γ5
)

]

u (k1) .
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Квадрат модуля общей амплитуды (3.32), усредненный и просуммирован-

ный по поляризациям соответствующих частиц и ядер, вновь факторизуется в

приближении p2n = 0:
〈

∣

∣

∣M
(i)
tot

∣

∣

∣

2
〉

=
〈

|M1|2
〉

〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉

1

4(p0n)
2
. (3.33)

Здесь квадрированная амплитуда распада
〈

|M1|2
〉

дается выражением (3.14),

а
〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉

= 64G2
F

[

∣

∣

∣

∣

Bi + Ai

(

−1

2
+ sin2 θW

)∣

∣

∣

∣

2

(pnk1)
2 + |Ai|2 sin4 θW (pnk)

2−

−
(

Re (AiB
∗
i ) + |Ai|2

(

−1

2
+ sin2 θW

))

sin2 θWm2
e (pnk2)

]

(3.34)

обозначает квадрированную амплитуду процесса рассеяния безмассового фер-

миона и входящего электрона с образованием выходящего электрона и массо-

вого собственного состояния нейтрино νi.

Следуя изложенной в прошлых главах процедуре, мы вводим 4-импульс p

виртуального нейтрино, удовлетворяющий закону сохранения в вершине рожде-

ния, p2 = 0 и ~p направлен от источника к детектору. Квадрированная амплиту-

да (3.33) умножается на дельта-функцию закона сохранения энергии-импульса

(2π)4δ(P (1)+k1−P (1′)−q−k−k2), подставляется p вместо pn, результат умножа-

ется еще на дельта-функцию 2πδ
(

P (1) − P (1′) − q − p
)

, фиксирующую импульс

виртуальных нейтрино, и интегрируется по фазовому объему конечный частиц

и ядра. Это дает
d3W (i)

d3p
=

d3W1

d3p
W

(i)
2 , (3.35)

где d3W1

/

d3p — дифференциальная вероятность распада ядра 1 в ядро 1′, по-

зитрон и безмассовый фермион с импульсом ~p, даваемая выражением (3.17),

и

W
(i)
2 =

1

2p0 2k01

∫

d3k

(2π)3 2k0
d3k2

(2π)3 2k02

〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉∣

∣

∣

∣

pn=p

(2π)4 δ (k1 + p− k − k2)

(3.36)

есть вероятность процесса рассеяния безмассового фермиона и электрона с об-

разованием электрона и нейтринного массового состояния νi в конечном состоя-

нии. Очевидно, что последняя является суммой вероятностей процессов рассея-
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ния электрона и всех трех массовых собственных состояний нейтрино с образо-

ванием электрона и массового собственного состояния νi. В дифференциальной

вероятности (3.35) осциллирующий фактор не выделяется как отдельный мно-

житель, как в случае регистрации через взаимодействие только с заряженным

током, оставаясь включен в выражение (3.36) для вероятности детектирования.

Чтобы получить дифференциальную вероятность обнаружения электрона

в конечном состоянии, требуется просуммировать дифференциальную вероят-

ность (3.35) по i = 1, 2, 3; результат будет обозначен как d3W
/

d3p. Очевидно,

это сводится к суммированию по i квадрированной амплитуды (3.34), так как

только эта конструкция зависит от i.

Поскольку виртуальные нейтрино теперь имеют фиксированный импульс

p, можно заменить T на Lp0
/

|~p|. Тогда определения (3.31) зависящих от вре-

мени факторов Ai и Bi приводят к следующим выражениям для квадратов их

абсолютных величин и произведений:

|Ai|2 = |U1i|2 ,
|Bi|2 = |U1i|2 Pee (|~p| , L) ,

Re (AiB
∗
i ) = |U1i|2

3
∑

k=1

|U1k|2 cos2
(

∆m2
ik

4 |~p| L
)

,

(3.37)

где Pee (|~p| , L) дается выражением (3.19).

Подставляя эти выражения в формулу (3.34) и суммируя по i, получаем

3
∑

i=1

〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉

= 64G2
F

[

sin4 θW (pk)2 + (3.38)

+

(

(

1

2
+ sin2 θW

)2

− 2 sin2 θW (1− Pee (|~p| , L))
)

(pk1)
2 −

−
((

1

2
+ sin2 θW

)

− (1− Pee (|~p| , L))
)

sin2 θWm2
e (pk2)

]

.

Далее, подставляя это выражение в формулу (3.36), просуммированную по i,

и беря интеграл с помощью формул для кинематики нейтрино-электронного
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рассеяния, представленных в §16 учебника [42], получаем следующий результат:

W2 =
3
∑

i=1

W
(i)
2 =

G2
Fme

2π

2 |~p|2
2 |~p|+me

[

1− 2 sin2 θW

(

1 +
2 |~p|

2 |~p|+me

)

+

+ 4 sin4 θW

(

1 +
1

3

(

2 |~p|
2 |~p|+me

)2
)

+

+ 4 sin2 θW

(

1 +
2 |~p|

2 |~p|+me

)

Pee (|~p| , L)
]

.

(3.39)

Мы видим, что в случае, когда нейтрино рождаются во взаимодействии с заря-

женным током ядра, а детектируются через взаимодействие и с заряженным, и

нейтральным токами электрона, ситуация отличается от той, где нейтрино де-

тектируются через взаимодействие только с заряженным током. Такая же ситу-

ация имеет место в стандартном подходе, и формула (3.39) для вероятности ре-

гистрации нейтрино в точности совпадает с выражением PeeWνee+(1−Pee)Wνµe,

которое получается для этой величины в рамках стандартного описания (здесь

Wνee и Wνµe обозначают вероятности взаимодействия флейворного нейтрино, νe
и νµ, соответственно, с электроном).

Вероятность (3.39) представляет собой вероятность взаимодействия ней-

трального безмассового фермиона и электрона с образованием электрона и лю-

бого из массовых собственных состояний нейтрино. После того как было про-

ведено суммирование дифференциальной вероятности всего процесса по i, в

приближении p2 = 0 безмассовый фермион, рождающийся в распаде ядра,

рассеивающийся на электроне в процессе детектирования и образующийся в

результате этого процесса, может пониматься как безмассовое флейворное со-

стояние нейтрино — электронное нейтрино νe.

Наконец, для того чтобы учесть вклады от нейтрино со всеми возмож-

ными импульсами, направленными от источника к детектору, следует проин-

тегрировать итоговую дифференциальную вероятность d3W
/

d3p, умноженную

на |~p|2, по |~p| в пределах от |~p|min до |~p|max. Получаем окончательно вероятность

зарегистрировать электрон в данном процессе:

dW

dΩ
=

|~p|max
∫

|~p|min

d3W

d3p
|~p|2 d |~p| =

|~p|max
∫

|~p|min

d3W1

d3p
W2 |~p|2 d |~p| . (3.40)
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Далее это выражение будет использовано для рассмотрения конкретных при-

меров.

Стоит отметить, что процессы осцилляций нейтрино с детектированием

нейтрино через взаимодействия со слабым нейтральным током ранее не рас-

сматривались в рамках квантового теоретико-полевого подхода из-за сложно-

сти их описания с помощью волновых пакетов. Излагаемый в данной работе

подход, построенный в терминах плоских волн, позволяет это сделать, проведя

простые и понятные вычисления, аналогичные обычным вычислениям в рамках

фейнмановской диаграммной техники.

3.2.2. Конкретные примеры

В данном подпараграфе рассматриваются эксперименты по осцилляциям

нейтрино, где нейтрино рождаются в распадах 15O или 13N и регистрируются

детектором черенковского излучения на водной основе. Для простоты мы пред-

полагаем, что конечный электрон непременно детектируется, если его скорость

превосходит скорость света в воде. Это дает порог регистрации |~p|Cher
min = 775

кэВ.

Пренебрегая зависимостью ядерных формфакторов от переданного им-

пульса, вновь можно аппроксимировать дифференциальную вероятность рож-

дения нейтрино функцией

d3W1

d3p
≈ C

√

(|~p|max − |~p|) (|~p|max − |~p|+ 2me) (|~p|max − |~p|+me) . (3.41)

Вероятность детектирования W2 теперь аппроксимировать не нужно, потому

что она найдена в формуле (3.39). Нормированные функции распределения
d3W1

d3p W2 в точке L = 0 в этом приближении представлены на Рисунке 3.6 (сплош-

ная и пунктирная линии). Результаты численного интегрирования с теми же

самыми параметрами (3.23), как были использованы в прошлой главе, изоб-

ражены на Рисунке 3.7. Нерегулярная форма колебаний объясняется резким

обрезанием импульсного распределения нейтрино, определяемым порогом ре-

гистрации. Длины когерентности тут оказываются

LO
coh ≈ 80 км, LN

coh ≈ 75 км.

Теперь рассмотрим комбинированный 15O- и 13N-источник. Суммирование

вероятностей (3.40) производится с теми же самыми весами 0,178 и 0,822 для,
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Рис. 3.6: Нормированные функции распределения d3W1

d3p
W2 в точке L = 0 для 15O-, 13N- и

комбинированного источников и водного черенковского детектора.

соответственно, кислорода и азота, как осуществлялось в прошлой главе (см.

обсуждение до и после формулы (3.26)). Нормированная функция распределе-

ния d3W1

d3p W2 в точке L = 0 для этого случая показана на Рисунке 3.6 (штрих-

пунктирная линия). Результаты численного интегрирования представлены на

Рисунке 3.8. Длина когерентности составляет

LO+N
coh ≈ 32 км,

что, как и ожидалось, меньше, чем для 15O- и 13N-источников отдельно.

Тут хотелось бы отметить, что, в отличие от случая детектирования че-

рез взаимодействие только со слабым заряженным током, обсуждавшегося в

§3.1, нормированные вероятности процессов осцилляций нейтрино, представ-

ленные на Рисунках 3.7 и 3.8, все имею разные асимптотические значения. Так

происходит из-за того, что в случае регистрации через взаимодействие только

с заряженным током осциллирующее выражение Pee (|~p| , L), даваемое форму-

лой (3.19), факторизуется. Таким образом, асимптотическое поведение таких

осцилляций определяется средним от Pee (|~p| , L). Однако когда детектирование

проводится через взаимодействие и с заряженным, и с нейтральным током, та-

кая факторизация отсутствует, как видно из формул (3.40) и (3.39). Численная

оценка дает, что в случае 15O- и 13N-источников по отдельности асимптотиче-
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a) Расстояние L от 0 до 300 km. b) Расстояние L от 0 до 1000 км.

Рис. 3.7: Нормированные вероятности процессов осцилляций нейтрино с образованием ней-

трино в распадах 15O и 13N и регистрацией с помощью водного черенковского детектора.

a) Расстояние L от 0 до 300 км. b) Расстояние L от 0 до 1000 км.

Рис. 3.8: Нормированная вероятность процесса осцилляций нейтрино с образованием нейтри-

но в распадах и 15O, и 13N одновременно и регистрацией с помощью водного черенковского

детектора.

ские величины близки друг к другу и составляют 0,645 и 0,649, соответственно,

в то время как в случае комбинированного источника асимптотическое значение

равно 0,582.

3.3. Переходы с изменением лептонного аромата

При подготовке данного параграфа диссертации использована публика-

ция [17] автора, в которой, согласно Положению о присуждении ученых степе-

ней в МГУ, отражены основные результаты, положения и выводы исследования.

В данном параграфе рассматриваются процессы осцилляций нейтрино,
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рождающихся в мюонном распаде π+-мезона. Это позволяет проиллюстриро-

вать применимость предлагаемого подхода в случае переходов, недиагональ-

ных по лептонным ароматам, т.е. таких процессов осцилляций, где типы заря-

женных лептонов, образующихся в подпроцессах рождения и детектирования,

не совпадают. Во-вторых, в таком случае подпроцесс рождения имеет двухча-

стичное конечное состояние (в отличие от обсуждавшегося выше трехчастич-

ного). Такая постановка задачи наиболее близка к эксперименту T2K («Tokai

to Kamioka») — эксперименту с длинной базой второго поколения, основной це-

лью которого является чувствительный поиск осцилляций νµ → νe и измерение

угла смешивания θ13 и других осцилляционных параметров. Детектором (даль-

ним) выступает детектор Супер-Камиоканде (черенковский детектор на водной

основе).

В Подпараграфе 3.3.1 обсуждается случай регистрации нейтрино через

взаимодействие со слабыми заряженным и нейтральным токами, а в Подпара-

графе 3.3.2 — только со слабым заряженным током.

3.3.1. Регистрация через взаимодействие со слабыми заряженным и

нейтральным токами

Итак, мы собираемся рассмотреть процесс, когда нейтрино образуется при

распаде положительно заряженного пиона, а детектируется через взаимодей-

ствие с заряженным и нейтральным токами электрона. Вследствие структуры

лагранжиана взаимодействия (2.1) процесс представлен в низшем порядке тео-

рии возмущений следующими двумя диаграммами:

µ+(q)

x

π+(pπ)

νi(pn)
νi(k2)

y

Z

e−(k1) e−(k)

(3.42)

µ+(q)

x

π+(pπ)

νk(pn)
e−(k)

y

W+

e−(k1) νi(k2)

(3.43)
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Точки x и y предполагаются разделенными фиксированным макроскопическим

интервалом. В диаграмме (3.43) все три виртуальных массовых собственных

состояния нейтрино дают вклад, поэтому соответствующая амплитуда должна

суммироваться по индексу k = 1, 2, 3. В то же время обе диаграммы имеют

массовое собственное состояние нейтрино νi в конечном состоянии, поэтому мы

должны просуммировать результирующую вероятность по i, чтобы получить

вероятность регистрации электрона.

Обозначим 4-импульсы частиц так, как это изображено на диаграмме: им-

пульс пиона равен pπ, антимюона — q, виртуального нейтрино — pn, выходящего

электрона — k, входящего электрона — k1 и выходящего нейтрино — k2.

Запишем амплитуды, соответствующие диаграммам (3.42), (3.43) в случае,

когда разница во времени y0−x0 фиксирована и равна T . Мы предполагаем, что

передача импульса в процессах рождения и детектирования мала, поэтому мы

можем использовать приближение взаимодействия Ферми. Вершина распада

пиона описывается, как и в Главе 2, в соответствии с формулами из §5 учебни-

ка [42]. Массами нейтрино пренебрегаем всюду, кроме показателя экспоненты

зависящего от времени пропагатора. Амплитуда в импульсном представлении,

соответствующая диаграмме (3.42), имеет вид

M (i)
nc = −G2

F

2p0n
cos θC fπ ϕπm(µ) U

∗
2i e

−i
m2

i−p2n

2p0n
T
νi (k2) γ

µ p̂n
(

1 + γ5
)

v (q)×

×
[(

−1

2
+ sin2 θW

)

u (k) γµ
(

1− γ5
)

u (k1)+ (3.44)

+sin2 θW u (k) γµ
(

1 + γ5
)

u (k1)

]

,

где, напомним, θC есть угол Кабиббо, fπ — константа распада пиона размер-

ности массы, ϕπ — (постоянная) волновая функция пиона, m(µ) — масса мю-

она, и мы уже применили условие сохранения 4-импульса в вершине распада

пиона. Аналогично, амплитуда в импульсном представлении, соответствующая

диаграмме (3.43), просуммированная по типу k промежуточного виртуального

нейтрино, может быть записана в виде

M (i)
cc =

G2
F

2p0n
cos θC fπ ϕπm(µ) U

∗
1i

(

3
∑

k=1

U1k U
∗
2k e

−i
m2

k−p2n

2p0n
T

)

×

× νi (k2) γµ
(

1− γ5
)

u (k1)u (k) γ
µ p̂n

(

1 + γ5
)

v (q) .

(3.45)



70

Снова используем тождество Фирца, чтобы переставить спиноры u (k) и

νi (k2) в последней амплитуде, что делает ее похожей на первую. Мы также

вводим следующие обозначения для зависящих от времени факторов:

Ai = U ∗
2i e

−i
m2

i−p2n

2p0n
T
, Bi = U ∗

1i

(

3
∑

k=1

U1k U
∗
2k e

−i
m2

k−p2n

2p0n
T

)

. (3.46)

Полная амплитуда процесса с нейтрино νi в конечном состоянии, которая яв-

ляется суммой амплитуд M (i)
nc и M (i)

cc , принимает форму

M
(i)
tot = −G2

F

2p0n
cos θC fπ ϕπm(µ) νi (k2) γ

µ p̂n
(

1 + γ5
)

v (q) u (k) γµ × (3.47)

×
[(

Bi + Ai

(

−1

2
+ sin2 θW

))

(

1− γ5
)

+ Ai sin
2 θW

(

1 + γ5
)

]

u (k1) .

Как обычно, выражение (3.47) следует понимать как амплитуду в единицу вре-

мени.

Нашим следующим шагом будет вычисление квадрата модуля амплитуды,

усредненного по поляризациям входящих частиц и просуммированного по поля-

ризациям исходящих частиц. Применяя снова приближение малых масс почти

реальных промежуточных нейтрино, p2n = 0, мы находим, что квадрированная

амплитуда факторизуется как
〈

∣

∣

∣M
(i)
tot

∣

∣

∣

2
〉

=
〈

|M1|2
〉

〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉

1

4 (p0n)
2 , (3.48)

где
〈

|M1|2
〉

= 4G2
F cos

2 θC f
2
π m

2
(µ) (pnq) (3.49)

есть квадрированная амплитуда процесса распада π+-мезона на антимюон и

безмассовый фермион (совпадающая с выражением для квадрированной ам-

плитуды распада пиона на антимюон и мюонное нейтрино в Стандартной моде-

ли), а квадрированная амплитуда

〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉

процесса рассеяния безмассового

фермиона и начального электрона с образованием конечного электрона и мас-

сового собственного состояния νi нейтрино дается выражением (3.34) (только

величины Ai и Bi там были определены иначе).

Следуя сформулированному методу, введем 4-импульс p, для которого

p2 = 0 и ~p направлен от нейтринного источника к детектору и удовлетворяет за-

конам сохранения в вершине распада пиона. Чтобы найти дифференциальную
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вероятность процесса, нужно умножить квадрированную амплитуду (3.48) на

дельта-функцию закона сохранения энергии-импульса (2π)4δ(pπ+k1−q−k−k2)
и на дельта-функцию 2πδ(pπ−q−p), которая фиксирует импульс промежуточ-

ных нейтрино, подставить всюду p вместо pn и проинтегрировать результат по

фазовому объему конечных частиц, а именно антимюона, электрона и конечно-

го нейтрино. Поскольку импульс промежуточного нейтрино теперь фиксирован,

мы также подставляем T = Lp0
/

|~p|. Просуммировав получившуюся дифферен-

циальную вероятность по типу i конечного нейтрино, получаем дифференци-

альную вероятность регистрации электрона в факторизованном виде

d3W

d3p
=

d3W1

d3p
W2 , (3.50)

где

d3W1

d3p
=

1

2p0π

1

(2π)3 2p0

∫

d3q

(2π)3 2q0

〈

|M1|2
〉∣

∣

∣

pn=p
(2π)4 δ (pπ − q − p) (3.51)

есть дифференциальная вероятность распада π-мезона на антимюон и безмас-

совый фермион с фиксированным импульсом ~p и

W2 =
1

2p0 2k01

∫

d3k

(2π)3 2k0
d3k2

(2π)3 2k02

3
∑

i=1

〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉∣

∣

∣

∣pn=p

T=Lp0/|~p|

×

× (2π)4 δ (k1 + p− k − k2)

(3.52)

есть вероятность процесса рассеяния электрона и безмассового фермиона с об-

разованием электрона и любого массового собственного состояния нейтрино.

Далее мы должны проинтегрировать выражение (3.50), умноженное на

|~p|2, по |~p| по всем его допустимым значениям. Максимальное значение вели-

чины |~p| определяется процессом рождения, а минимальное — процессом реги-

страции. Здесь процесс рождения представляет собой двухчастичный распад,

что означает, что модули импульсов нейтрино и антимюона уже зафиксированы

законом сохранения энергии-импульса. Это приводит к тому, что дифференци-

альная вероятность рождения (3.51) сингулярна, и эта сингулярность устра-

няется интегрированием. Окончательный результат для вероятности процесса

выглядит следующим образом:

dW

dΩ
=

∫

d3W

d3p
|~p|2 d |~p| = dW1

dΩ
W2||~p|=|~p|∗ . (3.53)
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Здесь

dW1

dΩ
=
G2

F cos
2 θC f

2
π

8 (2π)2

m2
(µ)

(

m2
π −m2

(µ)

)2

p0π (p
0
π − |~pπ| cos θ)2

(3.54)

есть дифференциальная вероятность распада π-мезона на антимюон и безмас-

совый фермион с фиксированным направлением импульса, а

|~p|∗ =
m2

π −m2
(µ)

2 (p0π − |~pπ| cos θ)
; (3.55)

система координат выбрана таким образом, что импульс пиона ~pπ направлен

вдоль оси Z, а θ — полярный угол ~p. После всех этих преобразований вероят-

ность (3.53) можно интерпретировать как вероятность на единицу длины ис-

точника и на единицу длины детектора.

Легко видеть, что дифференциальная вероятность (3.54) имеет максимум

при θ = 0, т.е. в направлении импульса исходного пиона. Поэтому естественно

разместить детектор в этом направлении от источника, чтобы зарегистрировать

максимально возможное количество событий.

Поскольку азимутальный угол ϕ не определен для θ = 0, для нахождения

дифференциальной вероятности dW1/sin θ dθ при θ = 0 сначала нужно усред-

нить дифференциальную вероятность (3.54) по углу ϕ, а затем взять предел

θ → 0. В результате получаем следующую дифференциальную вероятность

процесса рождения нейтрино в направлении импульса начального пиона:

dW1

sin θ dθ

∣

∣

∣

∣

θ=0

=
G2

F cos
2 θC f

2
π

8 (2π)2

m2
(µ)

(

m2
π −m2

(µ)

)2

p0π (p
0
π − |~pπ|)2

. (3.56)

Рассмотрим подробнее вероятность детектирования W2. После всех под-

становок квадраты абсолютных значений и произведения зависящих от времени

факторов Ai и Bi, определенных в (3.46), выражаются в виде

|Ai|2 = |U2i|2 ,
|Bi|2 = |U1i|2 Pµe (|~p| , L) ,

Re (AiB
∗
i ) = Re

(

U1i U
∗
2i

3
∑

k=1

U ∗
1k U2k e

−i
∆m2

ik
2|~p| L

)

,

(3.57)
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где введено специальное обозначение

Pµe (|~p| , L) =
3
∑

k,l=1
k<l

[

−4Re (U1k U
∗
1l U

∗
2k U2l) sin

2

(

∆m2
kl

4 |~p| L
)

+

+2 Im (U1k U
∗
1l U

∗
2k U2l) sin

(

∆m2
kl

2 |~p| L
)]

(3.58)

для конструкции, которая в стандартном подходе называется зависящей от

расстояния вероятностью перехода νµ → νe. Подставляя эти выражения в
〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉

и суммируя по i, получаем:

3
∑

i=1

〈

∣

∣

∣M
(i)
2

∣

∣

∣

2
〉∣

∣

∣

∣pn=p

T=Lp0/|~p|

= (3.59)

= 64G2
F

{[

2 sin2 θW Pµe (|~p| , L) +
(

−1

2
+ sin2 θW

)2
]

(k1p)
2+

+sin4 θW (kp)2 −
[

Pµe (|~p| , L) +
(

−1

2
+ sin2 θW

)]

sin2 θWm2
e (k2p)

}

.

Теперь нужно подставить это выражение в формулу (3.52) и произвести ука-

занное интегрирование (например, с помощью формул из §16 учебника [42]). В

результате приходим к следующему выражению:

W2 =
G2

Fme

2π

2 |~p|2
2 |~p|+me

[

1 + 4 sin4 θW

(

1 +
1

3

(

2 |~p|
2 |~p|+me

)2
)

+

+2 sin2 θW

(

1 +
2 |~p|

2 |~p|+me

)

(2Pµe (|~p| , L)− 1)

]

.

(3.60)

В приближении безмассовых нейтрино дифференциальная вероятность

рождения (3.54) совпадает с потоком вероятности нейтрино, а вероятность де-

тектирования (3.60) совпадает с сечением процесса рассеяния безмассового фер-

миона на электроне и может быть записана как

W2 = Pµe (|~p| , L)Wνee + (1− Pµe (|~p| , L))Wνµe .

Таким образом, мы получили, что вероятность зарегистрировать электрон в

рассматриваемом процессе равна вероятности рождения в источнике нейтрино

с импульсом, направленным в сторону детектора, умноженной на вероятность
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взаимодействия нейтрино в детекторе, которая выражается в терминах вероят-

ностей взаимодействия мюонного и электронного нейтрино Стандартной моде-

ли и стандартной зависящей от расстояния вероятности перехода νµ → νe, т.е.

мы фактически точно воспроизвели результат стандартного подхода к описа-

нию осцилляций нейтрино в рамки квантовой теории поля без использования

флейворных состояний нейтрино и трудностей, связанных с применением вол-

новых пакетов.

Поскольку в рассматриваемом случае процессом рождения является двух-

частичный распад, а внешние частицы описываются плоскими волнами, про-

межуточные нейтрино имеют определенный импульс, т.е., в отличие от трех-

частичного распада в §3.1 и §3.2, здесь отсутствует распределение нейтрино по

импульсам. Соответственно, в этом случае формально затухания осцилляций не

возникает, т.е. осцилляции в рассматриваемом подходе будут происходить, при-

чем без затухания! Это является принципиальным отличием нового подхода от

квантово-механического и квантового теоретико-полевого подходов в терминах

волновых пакетов, где возникновение осцилляций обусловлено неопределенно-

стью в импульсах нейтрино, позволяющей массовым собственным состояниям

рождаться когерентно.

В реальности же, однако, исходные π-мезоны всегда имеют распределение

по импульсам, что приводит к появлению распределения по импульсам у проме-

жуточных нейтрино. Вероятность процесса можно получить, выполнив усред-

нение выражения (3.53) по импульсному распределению входящих π-мезонов.

В этом случае модуль импульса виртуальных нейтрино уже не является фик-

сированным, что приводит к размытию интерференционной картины и появле-

нию соответствующей длины когерентности. Количество событий в детекторе в

единицу времени можно найти путем интегрирования соответствующей вероят-

ности и плотности π-мезонов и электронов по объемам источника и детектора

нейтрино.

3.3.2. Регистрация через взаимодействие со слабым заряженным

током

В заключение текущей главы рассмотрим процесс, где нейтрино рождает-

ся в мюонном распаде π+-мезона, как и в предыдущем случае, но детектируется
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через взаимодействие только с заряженным током ядра. Процесс описывается

в низшем порядке диаграммой:

µ+(q)

x

π+(pπ)

νi(pn)
e−(k)

y

W+

(3.61)

Она должна быть просуммирована по типу i промежуточного массового состоя-

ния нейтрино. Как и ранее, вершины считаются разделенными фиксированным

макроскопическим интервалом, а закрашенный кружок обозначает матричный

элемент слабого заряженного адронного тока. Поскольку энергия нейтрино в

мюонном распаде пиона составляет не менее 30 МэВ, взаимодействие виртуаль-

ных нейтрино с ядром может привести к распаду последнего. Для определен-

ности рассмотрим сначала только двухчастичное конечное состояние и пред-

положим, что начальное ядро A2

Z2
X, называемое ядром 2 и имеющее 4-импульс

P (2) =
(

E(2), ~P (2)
)

, поглощаетW+-бозон и превращается в конечное ядро A2

Z2+1X,

называемое ядром 2′ и имеющее 4-импульс P (2′) =
(

E(2′), ~P (2′)
)

(мы вновь остав-

ляем обозначения из §3.1 для ядерных величин, чтобы использовать формулы

оттуда без переопределений). Таким образом, матричный элемент заряженного

адронного тока дается формулой (3.3). Импульсы остальных частиц определе-

ны аналогично предыдущему подпараграфу, как это показано на диаграмме.

Снова используя приближение взаимодействия Ферми, можно выписать

амплитуду в импульсном представлении, соответствующую диаграмме (3.61),

просуммированную по всем трем массовым собственным состояниям нейтрино,

в случае, когда разница во времени y0 − x0 = T :

M = −iG
2
F

2p0n
cos θC fπ ϕπm(µ)

3
∑

i=1

U1i U
∗
2i e

−i
m2

i−p2n

2p0n
T ×

× J (2)
ρ

(

P (2), P (2′)
)

u (k) γρ p̂n
(

1 + γ5
)

v (q) .

(3.62)

Квадрированная амплитуда, усредненная и просуммированная по поля-

ризациям входящих и выходящих частиц и ядер, факторизуется следующим

образом:
〈

|M |2
〉

=
〈

|M1|2
〉〈

|M2|2
〉 1

4 (p0n)
2 Pµe

(

|~pn| ,
T |~pn|
p0n

)

, (3.63)



76

где
〈

|M1|2
〉

— квадрированная амплитуда распада пиона на антимюон и без-

массовый фермион, даваемая формулой (3.49),
〈

|M2|2
〉

— квадрированная ам-

плитуда процесса рассеяния начального ядра и безмассового фермиона, приво-

дящего к образованию конечного ядра и электрона, даваемая формулой (3.15),

и использован введенный в (3.58) осциллирующий фактор, где расстояние L

еще выражено через время T и скорость нейтрино |~pn|
/

p0n.

Как и ранее, введем 4-импульс p виртуального нейтрино, удовлетворяю-

щий тем же условиям. Чтобы найти дифференциальную вероятность процесса,

нужно умножить квадрат модуля амплитуды (3.63) на дельта-функцию закона

сохранения (2π)4δ
(

pπ + P (2) − q − k − P (2′)
)

и на фиксирующую импульс ней-

трино дельта-функцию 2πδ (pπ − q − p), в полученном подставить p вместо pn,

Lp0
/

|~p| вместо T и проинтегрировать результат по фазовому объему конечных

частиц и ядра. Найденная таким образом дифференциальная вероятность про-

цесса, повторяющая по структуре выражение (3.16), должна быть умножена

на |~p|2 и проинтегрирована по |~p|. Это интегрирование снимается при помо-

щи дополнительной дельта-функции, и в результате всех этих преобразований

имеем:
dW

dΩ
=

∫

d3W

d3p
|~p|2 d |~p| = dW1

dΩ
W2||~p|=|~p|∗ Pµe (|~p|∗ , L) , (3.64)

где |~p|∗ определяется выражением (3.55), dW1/dΩ обозначает дифференциаль-

ную вероятность распада π-мезона в антимюон и безмассовый фермион с фик-

сированным направлением импульса, заданную выражением (3.54), и W2 есть

даваемая выражением (3.18) вероятность процесса рассеяния ядра и безмассо-

вого фермиона, приводящего к рождению конечного ядра и электрона. Фак-

тически вероятность W2 должна быть заменена вероятностью инклюзивного

процесса рассеяния, где регистрируется только конечный электрон. Однако это

не влияет на тот результат, что коэффициент в формуле (3.64) точно совпадает

с тем, который мы ожидаем для вероятности перехода νµ → νe в общепринятом

подходе. Количество событий в детекторе можно найти точно так же, как это

было объяснено в конце предыдущего подпараграфа.
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Глава 4. Осцилляции нейтральных каонов

При подготовке данной главы диссертации использована публикация [18]

автора, в которой, согласно Положению о присуждении ученых степеней в МГУ,

отражены основные результаты, положения и выводы исследования.

Теперь применим развитые методы для описания осцилляции нейтраль-

ных каонов. Для этого рассмотрим процесс, в котором K0-мезоны рождаются

при облучении протонной мишени пучком π−-мезонов, π−+p→ K0+Λ0, потом

они распространяются в течение времени T , которое мы считаем фиксирован-

ным, после чего распадаются на π+π−-пары.

Стандартное теоретическое объяснение этого явления базируется на пред-

положении, что в первоначальном взаимодействии пиона с протоном образу-

ется состояние K0 с определенной странностью −1. Это состояние не имеет

определенной массы и может рассматриваться как суперпозиция состояний с

определенными массами. Эволюция во времени этой суперпозиции массовых

собственных состояний и лежит в основе осциллирующей вероятности распада

на π+π−-пары.

Однако, как уже упоминалось ранее, в локальной квантовой теории по-

ля образование состояний без определенной массы нарушает закон сохранения

энергии-импульса. Ниже мы покажем, как эта проблема может быть решена на

основе рассмотрения зависящих от времени амплитуд процессов, где промежу-

точным звеном являются коротко- и долгоживущее состояния каонов, K0
S и K0

L,

соответственно. Ситуация тут более сложная, чем в случае нейтрино, по двум

причинам: нейтральные каоны являются состояниями кварк-антикварковых

пар, связанных сильным взаимодействием, и они нестабильны. Вследствие по-

следнего данный случай фактически объединяет в себе два предыдущих, рас-

пад нестабильной частицы и осцилляции, возникающие из интерференции ам-

плитуд. С другой стороны, конечно, пропагатор каонов, как частиц с нулевым

спином, имеет более простую структуру, нежели пропагатор фермионного поля.

Поскольку K0
S и K0

L рождаются в процессе сильного взаимодействия,

мы не можем изолировать подпроцессы с образованием K0
S, K

0
L на кварковом

уровне так определенно, как в случае нейтрино, взаимодействующих только
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слабо. Однако мы можем принять, что в точке x рождается либо виртуаль-

ный K0
S, либо виртуальный K0

L и распадается на π+π−-пару в точке y. Таким

образом, процесс может быть представлен следующей диаграммой:

π−(k)

p(P1)

x

Λ0(P2)

K0
S,L(pK)

π+(q1)

y

π−(q2)

(4.1)

Обозначим 4-импульсы так так, как изображено на диаграмме: импульс на-

чального π−-мезона есть k, протона — P1, Λ-гиперона — P2, промежуточного

виртуального K0
S (или K0

L) — pK , π+-мезона — q1, а конечного π−-мезона — q2.

Амплитуды полного процесса рождения π+π−-пары посредством K0
S и K0

L

отличаются в амплитудах рождения каонов, в их пропагаторах и в амплиту-

дах распада на пионы. Обозначим через PS (k, P1, pK , P2) амплитуду рождения

K0
S, а через A+−,S — его амплитуду распада на π+π−; и, аналогично, через

PL (k, P1, pK , P2) обозначим амплитуду рождения K0
L, а через A+−,L — его ам-

плитуду распада на π+π−; все в импульсном представлении. Поскольку энер-

говыделение в распаде K0
S(L) → π+ + π− невелико (чуть больше 200 МэВ), мы

можем пренебречь составной природой этих скалярных частиц и считать, что

амплитуды распадов не зависят от импульсов, т.е. являются константами.

Воспользовавшись зависящим от времени пропагатором нестабильной ска-

лярной частицы в импульсном представлении (2.16), запишем соответствующую

диаграмме (4.1) амплитуду в импульсном представлении при фиксированном

y0 − x0 = T :

M =
i

2p0K
e
−i

m2
S−p2K−imSΓS

2p0
K

T
PS (k, P1, pK , P2)A+−,S+

+
i

2p0K
e
−i

m2
L−p2K−imLΓL

2p0
K

T
PL (k, P1, pK , P2)A+−,L ,

(4.2)

где mS (mL) и ΓS (ΓL) есть, соответственно, масса и ширина состояния K0
S

(K0
L). Введя стандартное обозначение η+− ≡ A+−,L/A+−,S, можно переписать

амплитуду в форме

M =
i

2p0K
PS (k, P1, pK , P2)A+−,S×

×
[

e
−i

m2
S−p2K−imSΓS

2p0
K

T
+
PL (k, P1, pK , P2)

PS (k, P1, pK , P2)
η+− e

−i
m2

L−p2K−imLΓL

2p0
K

T

]

.

(4.3)
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Удобно выделить фазы η+− и PL (k, P1, pK , P2)/PS (k, P1, pK , P2), выбрав

следующую параметризацию:

η+− = |η+−| eiφ+− , (4.4)

PL (k, P1, pK , P2)

PS (k, P1, pK , P2)
=

∣

∣

∣

∣

PL (k, P1, pK , P2)

PS (k, P1, pK , P2)

∣

∣

∣

∣

eiφP (k,P1,pK ,P2) . (4.5)

Квадрат модуля амплитуды процесса, усредненный по поляризациям началь-

ных частиц и просуммированная по поляризациям конечных частиц, принимает

вид
〈

|M |2
〉

=
1

8 (p0K)
2 |PS (k, P1, pK , P2)|2 |A+−,S|2×

×
[

e
−mSΓS

p0
K

T
+

∣

∣

∣

∣

PL (k, P1, pK , P2)

PS (k, P1, pK , P2)

∣

∣

∣

∣

2

|η+−|2 e
−mLΓL

p0
K

T
+

+2

∣

∣

∣

∣

PL (k, P1, pK , P2)

PS (k, P1, pK , P2)

∣

∣

∣

∣

|η+−| e
−mSΓS+mLΓL

2p0
K

T ×

× cos

(

m2
L −m2

S

2p0K
T − φP (k, P1, pK , P2)− φ+−

)

]

.

(4.6)

Обозначим 4-импульс исследуемых K-мезонов через p, где, в соответствии

с экспериментальной ситуацией, 3-импульс ~p направлен от источника (облуча-

емая потоком π−-мезонов мишень) к детектору и |~p| удовлетворяет закону со-

хранения энергии-импульса в вершине рождения; квадрат данного 4-импульса

должен быть приближенно определен через среднюю массу S- и L-состояний,

т.е. p2 = (mS +mL)
2
/

4. Для нахождения дифференциальной вероятности про-

цесса мы должны умножить выражение (4.6) на дельта-функцию закона сохра-

нения энергии-импульса (2π)4 δ (k + P1 − P2 − q1 − q2), заменить там всюду pK
на p, умножить на дельта-функцию 2π δ (k + P1 − P2 − p), фиксирующую им-

пульс промежуточных K0
S- и K0

L-мезонов, только после чего проинтегрировать

по фазовому объему конечных частиц.

Формулы, описывающие осцилляции нейтральных каонов, принято запи-

сывать в терминах не расстояния, как во всех предыдущих главах, а в терминах

собственного времени. В рассматриваемом случае оно должно быть приближен-

но определено как среднее собственных времен состояний K0
S и K0

L

tp =
mS +mL

2p0
T . (4.7)



80

С учетом этого получаем дифференциальную вероятность процесса:

d3W

d3p
=

d3W1

d3p
W2

[

e
− 2mSΓS

mS+mL
tp +

∣

∣

∣

∣

PL

PS

∣

∣

∣

∣

2

|η+−|2 e−
2mLΓL
mS+mL

tp + (4.8)

+ 2

∣

∣

∣

∣

PL

PS

∣

∣

∣

∣

|η+−| e−
mSΓS+mLΓL

mS+mL
tp cos ((mL −mS) tp − φP − φ+−)

]∣

∣

∣

∣

∣

pK=p

,

где

d3W1

d3p
=

1

2k02P 0
1

1

(2π)3 2p0

∫

d3P2

(2π)3 2P 0
2

〈

|PS|2
〉∣

∣

∣

pK=p
(2π)4 δ (k + P1 − P2 − p)

(4.9)

есть дифференциальная вероятность рождения K0
S-мезона с импульсом ~p в ре-

акции π− + p→ K0 + Λ0 и

W2 =
1

2p0

∫

d3q1

(2π)3 2q01

d3q2

(2π)3 2q02
|A+−,S|2 (2π)4 δ (p− q1 − q2) (4.10)

есть вероятность распада K0
S на пару π+π−.

Наконец, проинтегрируем дифференциальную вероятность (4.8) по

|~p|2 d |~p|. Поскольку в процессе рождения каона образуется две частицы, диф-

ференциальная вероятность рождения (4.9) сингулярна, и эта сингулярность

устраняется интегрированием. Окончательный результат можно представить

как

dW

dΩ
=

∫

d3W

d3p
|~p|2 d |~p| =

=
dW1

dΩ
W2||~p|=|~p|∗

[

e
− 2mSΓS

mS+mL
tp +

∣

∣

∣

∣

PL

PS

∣

∣

∣

∣

2

|η+−|2 e−
2mLΓL
mS+mL

tp + (4.11)

+ 2

∣

∣

∣

∣

PL

PS

∣

∣

∣

∣

|η+−| e−
mSΓS+mLΓL

mS+mL
tp cos ((mL −mS) tp − φP − φ+−)

]∣

∣

∣

∣

∣pK=p
|~p|=|~p|∗

.

где |~p|∗ есть корень уравнения k0+P 0
1 − P 0

2

∣

∣

~P2=~k+~P1−~p
− p0 = 0 относительно |~p|.

Мы снова получили, что полная вероятность процесса имеет форму про-

изведения вероятности образования нейтрального каона с импульсом, направ-

ленным от источника в детектору, вероятности его распада и стандартной кон-

струкции, содержащей в себе как осциллирующие, так и затухающие члены,

описывающие ослабление потока каонов со временем. Для PL = PS и PL = −PS
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это выражение точно совпадает с тем, что представлено в книге [4], §4.3, ес-

ли пренебречь разницей между mL и mS во всех экспонентах. Формула (4.11)

может быть переписана также в виде

dW

dΩ
=

dW1

dΩ
W2||~p|=|~p|∗

[

(

e
− mSΓS

mS+mL
tp +

∣

∣

∣

∣

PL

PS

∣

∣

∣

∣

|η+−| e−
mLΓL

mS+mL
tp

)2

− (4.12)

− 4

∣

∣

∣

∣

PL

PS

∣

∣

∣

∣

|η+−| e−
mSΓS+mLΓL

mS+mL
tp sin2

(

mL −mS

2
tp −

φP + φ+−
2

)

]∣

∣

∣

∣

∣pK=p
|~p|=|~p|∗

.

который очень напоминает формулу для осцилляций нейтрино. Таким образом,

мы опять воспроизвели результаты стандартного подхода без использования

волновых пакетов и состояний с определенной странность K0, K̄0.
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Заключение

В рамках квантовой теории поля был разработан новый пертурбатив-

ный формализм, позволяющий описывать процессы, происходящие на конеч-

ных пространственных и временных интервалах. Он основан на диаграммной

технике Фейнмана в координатном представлении, дополненной модифициро-

ванными правилами перехода к импульсному представлению, которые учиты-

вают конкретную экспериментальную ситуацию. Эффективно это приводит к

тому, что модифицируется пропагатор частицы в импульсном представлении,

а стандартные правила Фейнмана в импульсном представлении удается оста-

вить без изменений. При этом в подходе не используются волновые пакеты: на-

чальные и конечные частицы описываются плоскими волнами, что существенно

упрощает вычисления.

Исследуемые процессы рассматриваются в связке рождение-распростра-

нение-детектирование и описываются некоторой суммой «больших» диаграмм

Фейнмана (т.е. где вершины взаимодействия разделены макроскопическим ин-

тервалом) с одинаковыми внешними линиями. Частицы, распространяющиеся

на макроскопические расстояния, описываются модифицированными завися-

щими от расстояния или времени пропагаторами и считаются виртуальными,

хотя они и находятся почти на массовой поверхности. Это обеспечивает вы-

полнение закона сохранения энергии-импульса, несмотря на то, что частицы в

промежуточных состояниях имеют разные массы. В формализме используют-

ся только массовые собственные состояния частиц, в то время как состояния с

определенным ароматом оказываются избыточными и не привлекаются к опи-

санию вовсе.

Были рассмотрены три вида процессов, происходящих на конечных

пространственно-временных интервалах: распад нестабильной скалярной ча-

стицы вдали от источника, осцилляции нейтрино и осцилляции нейтральных

каонов. В качестве первого был выбран распад положительно заряженного пи-

она, образовавшегося из протона в результате реакции фоторождения. Пока-

зано, что в развиваемом подходе вероятность полного процесса, включающего

как рождение, так и распространение и сам распад частицы, факторизуется
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на дифференциальную вероятность рождения частицы с импульсом, направ-

ленным в сторону детектора, вероятность распада этой частицы в детекторе и

стандартный зависящий от расстояния экспоненциальный фактор, выражаю-

щий вероятность нестабильной частице достигнуть детектора.

Среди процессов осцилляций нейтрино было исследовано два типа реак-

ций: где нейтрино рождается в трехчастичном распаде ядра, причем ароматы

появляющихся в процессах рождения и детектирования заряженных лептонов

одинаковы (лептонный заряд не меняется), и где нейтрино рождается в мо-

юнном распаде пиона, который является двухчастичным распадом, а появляю-

щийся в процессе регистрации заряженный лептон представляет собой электрон

(реакция с изменением лептонного аромата). В каждом из этих двух типов про-

цессов осцилляций нейтрино обсуждается по два случая процесса регистрации:

взаимодействие нейтрино только со слабым заряженным током ядра либо од-

новременно со слабыми заряженным и нейтральным токами электрона.

Показано, что всех четырех рассмотренных случаях осцилляций нейтри-

но развиваемый подход точно воспроизводит основные результаты стандартно-

го описания этого явления. А именно, в тех процессах, где нейтрино детекти-

руется только через взаимодействие с заряженным током, дифференциальная

вероятность полного процесса распадается в произведение дифференциальной

вероятности рождения нейтрино с импульсом, направленным в сторону детек-

тора, вероятности взаимодействия этой частицы в детекторе и стандартного

зависящего от расстояния осциллирующего фактора. В процессах, где реги-

страция производится через взаимодействие и с заряженным, и с нейтральным

токами, осциллирующий фактор не выносится в явном виде, оставаясь вклю-

чен в выражение для вероятности детектирования, которая удовлетворяет при

этом формулам, полученным в рамках стандартной теории.

В результате численных расчетов показано, что вид осцилляционной кар-

тины зависит как от процесса рождения, так и от процесса регистрации ней-

трино, что находится в согласии с выводами стандартных подходов в терминах

волновых пакетов.

Развиваемый формализм, как и обычное квантово-механическое описание,

предсказывает затухание осцилляций нейтрино с расстоянием. В стандартном

квантово-механическом подходе предполагается, что это подавление возника-
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ет из-за квантово-механической неопределенности импульса нейтрино. Однако

в реалистичных постановках эксперимента всегда существует другой источник

эффекта затухания. Это немонохроматичность промежуточных нейтрино, кото-

рая всегда имеет место в случае трехчастичного распада, даже если все участву-

ющие частицы предполагаются имеющими определенные импульсы. Если про-

цесс рождения имеет двухчастичное конечное состояние, разброс по импульсам

рожденных нейтрино идет из разброса по импульсам начальных частиц и/или

ядер. В любой реальной экспериментальной ситуации импульсное распределе-

ние нейтрино такого типа всегда присутствует и определяется спектральными

характеристиками процессов рождения и детектирования. Эта причина размы-

тия осцилляционной картины и учитывается в предлагаемом описании.

В рамках рассматриваемого подхода осцилляции нейтрино являются

обычным интерференционным процессом, и длина когерентности найдена по

аналогии с интерференцией немонохроматического света в оптике с помощью

функции видности. Она полностью определяется процессами рождения и реги-

страции и не может быть разложена на длины когерентности для пар нейтрин-

ных массовых состояний. Длины когерентности найдены в явном виде для семи

комбинаций конкретных процессов рождения и детектирования: рождение рас-

сматривалось в реакциях солнечного углеродного цикла, распадах 15O и 13N по

отдельности и в комбинированном равновесном источнике, а детектирование —

в хлор-аргоновом, галлий-германиевом или черенковском детекторах. Найде-

но, что длины когерентности в экспериментах с более широкими импульсными

распределениями нейтрино меньше; в экспериментах с двумя процессами рож-

дения одновременно меньше, чем в экспериментах с одним процессом рождения

при таком же процессе детектирования.

В целом, ширина обсуждаемого выше распределения много больше,

чем у естественного распределения нейтрино по импульсам из-за квантово-

механической неопределенности, рассматриваемой в стандартном подходе. По-

этому длина когерентности в нашем формализме оказывается много меньше

длины, которая предсказывается в стандартном квантово-механическом под-

ходе, и, следовательно, первая длина когерентности доминирует в эксперимен-

те. Процесс декогеренции, вызываемый квантовой неопределенностью импульса

нейтрино, также оказывает влияние на размытие осцилляционной картины, но
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им можно пренебречь по сравнению с более сильным эффектом из-за разбро-

са по импульсам промежуточных нейтрино, учтенным в предлагаемом способе

описания.

В развиваемом квантовом теоретико-полевом подходе в терминах плоских

волн отсутствует аналог члена локализации, который появляется в подходе к

описанию осцилляций нейтрино в терминах волновых пакетов. Так происхо-

дит из-за того, что рассматриваемый формализм основан на предположении,

что размеры источника и детектора нейтрино много меньше, чем расстояние

между ними, что всегда выполняется в экспериментах по осцилляциям ней-

трино с длинной базой. Поскольку длина когерентности порядка этого рас-

стояния, это значит, что процессы рождения и регистрации локализованы в

пространственно-временных областях много меньших, чем длина осцилляций.

В стандартном описании это и есть точно то условие, при котором член лока-

лизации не подавляет осцилляции.

Существенное отличие обычных подходов в терминах волновых пакетов

от развитого в диссертации состоит в том, что возникновение осцилляций ча-

стиц тут не обусловлено неточным выполнением закона сохранения энергии-

импульса. В стандартном подходе неопределенность в импульсе массовых соб-

ственных состояний нейтрино меньшая, чем разница масс нейтрино, приводит к

тому, что массовые нейтрино не могут рождаться когерентно и осцилляции ис-

чезают. В предлагаемом в данной работе способе описания сохранение энергии-

импульса соблюдается точно, а все участвующие в процессе частицы имеют

определенные импульсы. Однако осцилляции не исчезают. Более того, в случае,

когда процесс рождения нейтрино представляет собой двухчастичный распад,

промежуточные нейтрино не имеют распределения по импульсам, и поэтому

осцилляции нейтрино не только присутствуют, но и формально не затухают с

расстоянием. Это роднит развиваемый подход с квантово-механическим опи-

санием в терминах плоских волн. В реальности, конечно, затухание всегда бу-

дет присутствовать ввиду того, что исходные распадающиеся частицы в любом

случае имеют какое-то распределение по импульсам, которое будет приводить

к появлению разброса по импульсам у самих нейтрино.

Наконец, данная техника применена для описания осцилляций нейтраль-

ных K-мезонов. В этом случае осцилляции возникают из-за интерференции ам-
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плитуд, соответствующих диаграммам с коротко- и долгоживущими состояни-

ями каонов в промежуточном состоянии. Показано, что в развиваемом подходе

вероятность полного процесса представляет собой произведение дифференци-

альной вероятности рождения каона с импульсом, направленным в сторону де-

тектора, вероятности распада этого мезона и стандартной конструкции, содер-

жащей в себе как осциллирующие, так и подавляющие компоненты. Другими

словами, получаемые в новом подходе результаты полностью воспроизводят те,

что ожидаются из стандартного квантово-механического описания осцилляций

K0-K̄0.

Заметим, что идеи, лежащие в основе разрабатываемого подхода, не яв-

ляются совершенно новыми. Рассматриваемый формализм использует те же

предположения, что и квантовое теоретико-полевое описание в терминах вол-

новых пакетов [8], использует промежуточные виртуальные массовые собствен-

ные состояния частиц и объясняет осцилляции интерференцией соответствую-

щих амплитуд. Предложенная техника фиксации временного интервала (или

расстояния) между точками взаимодействия служит для упрощения вычисле-

ний, которые очень громоздки в случае подхода в терминах волновых пакетов.

Квантовый теоретико-полевой подход в терминах плоских волн, имея своими

достоинствами физическую прозрачность и техническую простоту, позволяет

последовательно и строго описать осцилляции нейтрино и нейтральных мезо-

нов и учесть эффект декогеренции из-за немонохроматичности пучка осцилли-

рующих частиц.

Таким образом, были успешно достигнуты все цели и решены зада-

чи настоящей диссертационной работы. Ее результаты опубликованы в ста-

тьях [16–19].

В перспективе находится дальнейшее развитие предложенного подхода

для описания осцилляций нейтрино в сильных внешних полях и плотных сре-

дах. Это представляет собой очень сложную, но интересную задачу.
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Приложение. Вычисление зависящего от времени пропагатора

скалярного поля

Найдем зависящий от времени скалярный пропагатор Dc (p, T ), опреде-

ленный выражением (2.6). Подставляя туда стандартное интегральное пред-

ставление для фейнмановского пропагатора Dc (z) и интегрируя по z0 при по-

мощи дельта-функции, получаем

Dc (p, T ) =
1

(2π)4

∫

d3z d4k
1

m2 − k2 − iε
eiT(p

0−k0) e−i~z(~p−~k) (П.1)

(в рамках данного приложения мы для краткости обозначаем четырехимпульс

и массу скалярной частицы как p и m вместо pπ и mπ). Интегрирование по

пространственной координате ~z дает дельта-функцию,

Dc (p, T ) =
1

2π

∫

d4k
1

m2 − k2 − iε
eiT(p

0−k0) δ
(

~p− ~k
)

, (П.2)

которая устраняется интегрированием по импульсу ~k, что приводит нас к вы-

ражению

Dc (p, T ) =
1

2π

∫

dk0
1

m2 − (k0)2 + ~p2 − iε
eiT(p

0−k0) . (П.3)

Последний интеграл может быть найден в случае
(

p0
)2
> m2 − p2 путем замы-

кания контура интегрирования в нижней комплексной полуплоскости и нахож-

дения вычета в простом полюсе, что и дает выражение (2.7).

Теперь проведем аналогичные вычисления для зависящего от времени

пропагатора Dc (p, T, λ) скалярного поля в лоренц-ковариантной форме, опре-

деленного формулой (2.11). Подстановка интегрального представления для про-

пагатора Фейнмана приводит к выражению

Dc (p, T, λ) =
1

(2π)4

∫

d4z d4k
1

m2 − k2 − iε
eiz(p−k) δ (λz − T ) . (П.4)

Проинтегрируем по z0, используя дельта-функцию:

Dc (p, T, λ) =
1

(2π)4 λ0

∫

d3z d4k
1

m2 − k2 − iε
ei

p0−k0

λ0
T e

−i~z
(

~p−~k−~λp0−k0

λ0

)

. (П.5)

Далее мы интегрируем по ~z, что порождает новую дельта-функцию:

Dc (p, T, λ) =
1

2πλ0

∫

d4k
1

m2 − k2 − iε
ei

p0−k0

λ0
T δ

(

p0 − k0

λ0
~λ− ~p+ ~k

)

. (П.6)
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Она снимается интегрированием по ~k:

Dc (p, T, λ) =
1

2πλ0

∫

dk0
1

m2 − (k0)2 +
(

~p− p0−k0

λ0
~λ
)2

− iε

ei
p0−k0

λ0
T . (П.7)

Наконец, проводится интегрирование по k0 в случае (λp)2 > m2 − p2 путем

замыкания контура интегрирования в нижней комплексной полуплоскости и

нахождения вычета в простом полюсе, что приводит нас к ответу (2.12).


