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Введение

Эксперименты по столкновению ядер высоких энергий представляют со-

бой уникальный способ исследования свойств сильных взаимодействий. Это

направление экспериментальных исследований находится на стыке ядерной

физики и физики элементарных частиц и берет свое начало в середине 80-х

годов прошлого века, когда эксперименты на релятивистских пучках ионов

стали доступны в Брукхевенской национальной лаборатории (BNL) и Евро-

пейском Центре Ядерных Исследований (CERN). Последнее десятилетие экс-

периментальные данные по столкновениям ядер поступали, в основном, бла-

годаря опять-таки работе ускорительных комплексов в BNL ( Релятивистский

Коллайдер тяжелых Ионов, RHIC) и CERN (Большой Адронный Коллайдер,

LHC) с 2000 и 2010 года соответственно. Максимальная энергия столкновения

на RHIC составляет 200 ГэВ/нуклон в системе центра масс при столкновении

ядер золота, однако проводились сеансы и при более низких энергиях столк-

новений. Также в экспериментах на RHIC сталкивались протоны (p−p), ядра

дейтерия с ядрами золота, d−Au (имеющие большое значение для калибровки

экспериментальных данных, полученных при столкновении ядер золота), яд-

ра меди Cu−Cu, ядра урана U −U [1]. Первые столкновения ядер свинца на

Большом Адронном Коллайдере были получены в ноябре 2010 года. Энергия

столкновений в системе центра масс составляла в них 2.76 ТэВ/нуклон [2].
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Также в 2012 году проводились сеансы столкновений протонов с ядрами.

Уже первые результаты с RHIC ( [3], [4], [5], [6]) продемонстрировали, что

"more is different"(что можно примерно перевести как "большое ведет себя

иначе"; фраза является заголовком статьи нобелевского лауреата Ф. Андер-

сона [34] и указывает на то, что физические характеристики сложных систем,

как правило, не сводятся к тривиальной супепозиции свойств составляющих

частей путем элементарной редукции), а именно, что материя, сформирован-

ная при столкновениях ядер, обладает коллективными свойствами, не про-

являющимися при столкновениях протонов. Среди основных результатов, на-

блюдаемых на RHIC (а также впоследствии на LHC, см. ниже) можно выде-

лить: коллективную анизотропию в потоках частиц в направлении перпенди-

кулярном оси столкновений, в частности, здесь следует отметить наблюдение

эллиптического потока (v2) и потоков более высокого порядка, двухгорбую

структуру в двух- и трехчастичных корреляциях по относительному азиму-

тальному углу образовавшихся адронов; эффект гашения струй - существен-

ное смягчения распределений адронов по поперечным импульсам в сравнении

с аналогичными распределениями в столкновениях протонов (см. эксперимен-

тальные результаты [89–92] а также теоретические вычисления [140–144, 147]

и монте-карло модели [145, 146]); дальние корреляции в двухчастичном рас-

пределении адронов с близкими значениями азимутального угла по псевдо-

быстротам (именуемый в литературе "эффектом хребта" - ridge эффект)

( [1], [11], [12], [13], [10]). В свою очередь, экспериментальные данные с LHC

( [7], [8], [9]) подтвердили значение коллективных эффектов в физике ядерных

столкновений при высоких энергиях, а также позволили прояснить влияние

энергии столкновений на характеристики образовавшегося вещества. Среди
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наиболее ярких результатов экспериментов на Большом Адронном Коллайде-

ре, пожалуй, следует выделить сильно выраженный дисбаланс струй в оди-

ночных событиях ( [14], [15], [16]), а также обнаружение эффекта хребта и

коллективных потоков в событиях с большой множественностью в столкнове-

ниях протонов ( [17]).

Эксперименты на ускорителях направлены на исследование внутреннего

строения и взаимодействия ядер и частиц. Согласно современным представле-

ниям сильные взаимодействия кварков и глюонов в ядрах описываются кван-

товой хромодинамикой: квантовой теории полей Янга-Миллса с калибровоч-

ной группой симметрии SU(3) взаимодействия цветных фермионов (кварков)

и калибровочных бозонов (глюонов). При низких энергиях кварки и глюны

удерживаются в адронах. Это явление носит название конфайнмента квар-

ков и глюонов и связано, в частности, с нарушением конформной симмет-

рии лагранжиана квантовой хромодинамики в пределе безмассовых кварков.

Также в связанном состоянии нарушена киральная симметрия безмассового

лагранжиана. Одним из свойств квантовой хромодинамики является наличие

асимптотической свободы [37,38]: с увеличением энергии взаимодействие квар-

ков и глюонов ослабевает. Это явление носит название деконфайнмента. Та-

ким образом, при повышении температуры ядерный материи следует ожидать

наличия двух фазовых переходов: перехода конфайнмент-деконфайнмент и

кирального фазового перехода.

Увеличение энергии столкновений ядер в системе центра масс
√
s приво-

дит к образованию материи со все большими значениями плотности энергии.

Последнее связано с тем, что вследствие лоренцевского сжатия с увеличением

энергии уменьшается объем области пространства, в которой сосредоточена
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энергия. Теоретическое исследование свойств сильно взаимодействующего ве-

щества при высоких плотностях и температурах представляет немалый инте-

рес. Первые исследования, посвященные возможности появления нового фазо-

вого состояния материи в столкновениях ядер, относятся к семидесятым годам

прошлого столетия ( [19], [20], [39]) и связаны с концепцией кварк-глюонной

плазмы (термин был введен Шуряком в работе [39]). Чуть раннее была выдви-

нута гипотеза об образовании нового состояния кварков при больших плотно-

стях в нейтронных звездах в работе [18].

Оценить плотность энергии, образующейся при столкновении ядер, можно,

следуя Бьоркену, воспользовавшись простыми геометрическими соображени-

ями. А именно, поскольку основная доля частиц, рассеивающихся на большие

поперечные углы, образуется в результате эволюции изначально сформиро-

ванной материи, разумно предположить, что суммарную энергию частиц при

значениях псевдобыстрот от −1 до +1 можно получить умножив плотность

энергии на объем области, в которой сосредоточена материя спустя τ0 после

столкновения. Таким образом, значение плотности энергии можно оценить

формулой (расширением в направлении поперечном оси столкновения можно

пренебречь, так как τ0c << R):

ε =
dE

dη

∣∣∣∣
η=0

1

πR2τ0
(1)

здесь R - радиус ядра.

Следует отметить, что представленная оценка достаточно консервативна.

Тем не менее, даже эта оценка приводит к плотности энергии 5ГэВ/фм3 для

τ0 = 1/p0 (где p0 ∼ 1− 2 ГэВ средняя энергия первичных партонов) в случае

столкновения ядер золота на RHIC, что в 5 раз превышает плотность энер-

гии, при которой, согласно результатам численного моделирования КХД на
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решетке, происходит фазовый переход к кварк-глюонной плазме.

Помимо перехода конфайнмент-деконфайнмент при высоких температу-

рах и(или) больших плотностях сильновзаимодействующей материи, по всей

видимости, имеет место также киральный фазовый переход, приводящий к

восстановлению киральной симметрии безмассовой КХД. Параметром поряд-

ка кирального фазового перехода является величина кваркогого конденсата,

имеющая ненулевое значение (〈qq̄〉 = −(240МэВ)3, см., например, обзор [45])

в обычной адронной материи вследствие спонтанного нарушения симметрии

вблизи значений температуры T = 0 и химического потенциала µ = 0.

Графическая диаграмма, отображающая состояние сильновзаимодейству-

ющей материи при различных значениях температуры и химического потен-

циала носит название фазовой диаграммы КХД.

Уже в начале 80-х стало ясно, что природу фазовых переходов в КХД

можно изучать в экспериментах по столкновению ядер. Работа прошлого

поколения ускорителей в Брукхевене (ускоритель AGS, Alternating Gradient

Synchrotron) и ядерная часть программы ускорителя SPS (Super Proton

Synchrotron) в ЦЕРНе были, главным образом, нацелены на изучение фазовой

диаграммы КХД. Также на изучение различных областей фазовой диаграммы

направлены строящиеся в данный момент ускорители FAIR (An International

Facility of Antiproton and Ion Research, [40]) и NICA (Nuclotron-based Ion

Collider fAcility, [41]), которые, как ожидается, начнут работать на рубеже

текущего десятилетия.

На рисунке ниже представлена фазовая диаграмма КХД, основывающая-

ся на современном представлении о термодинамических процессах в плотной

ядерной материи, образующейся в столкновениях ядер.
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Figure 1: (left) A proposed phase diagram for nuclear matter [5]: Temper-
ature, T , vs Baryon Chemical Potential, µB.

2 Discovery of the QGP

The QGP was discovered at RHIC, and announced on April 19, 2005. How-
ever the results at RHIC [2] indicated that instead of behaving like a gas
of free quarks and gluons, the matter created in heavy ion collisions at
nucleon-nucleon c.m. energy

p
sNN = 200 GeV appears to be more like a

liquid. This matter interacts much more strongly than originally expected,
as elaborated in peer reviewed articles by the 4 RHIC experiments [6, 7, 8, 9],
which inspired the theorists [10] to give it the new name “sQGP” (strongly
interacting QGP). These properties were quite di↵erent from the “new state
of matter” claimed in a press-conference [11] by the CERN fixed target
heavy ion program on February 10, 2000, which was neither peer-reviewed
nor published.

In spite of not being published, the CERN press-release had a major ef-
fect on the press in the United States resulting in an article on the front page
of the New York Times [12]. Ironically, on this very same front page was an
article announcing that the true version of the famous Italian sausage, Mor-
tadella, would, for the first time, be allowed to be imported into the United
States. A photograph of the iconic Bologna sausages appeared right next
to the article about the CERN “qgp”. Unfortunately, the first European
Baloney to arrive in the U. S. was the CERN announcement. 1

1It is important for the reader of these proceedings to be aware that a high o�cial
of CERN was in the audience during this talk and made no objection to this comment.
Furthermore, the author has a long, positive and productive relationship with this great

2

Рис. 1: Фазовая диаграмма КХД (взято из [1])

Наличие перехода конфанмент-деконфайнмент приводит к тому, что в от-

личие от привычной ядерной материи, состоящей из связанных состояний

кварков и глюонов, взаимодействие частиц в кварк-глюонной плазме при вы-

соких температурах (T >> ΛQCD ∼ 200 MeV) становится относительно сла-

бым и короткодействующим. При больших температурах давление кварков и

глюонов в плазме компенсирует отрицательное давление вакуума КХД и за-

висимость потенциала взаимодействия партонов в кварк-глюонной плазме от

расстояния между частицами принимает вид:

V (r) =
g2

4π

exp(−mDr)

r
, (2)

где известная как масса Дебая величина mD возрастает линейно с температу-

рой. Таким образом, пертурбативная КХД предсказывает, что ядерная мате-

рия при высоких температурах представляет собой идеальный газ Стефана-

Больцмана. Однако указанное пертурбативное описание сталкивается с ря-
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дом проблем. В частности, следует отметить, что ряды теории возмущений

для разложения давления по степеням константы связи в неабелевых калиб-

ровочных теориях поля перестают работать в порядке g6 ( [42], см. также об-

зоры [129], [130]) и динамика полей на масштабе g2T становится существенно

непертурбативной. К тому же, согласно численным расчетам температурной

квантовой хромодинамики на решетках, фактор непертурбативных поправок

к дебаевской массе составляет величину порядка тройки [129]. Помимо это-

го, теоретически, остается открытым вопрос о принципиальной возможности

полной термализации материи, образовывающейся в результате столкновения

релятивистских ионов (хотя интерпретация существующих эксперименталь-

ных данных свидетельствует в пользу ранней термализации). Помимо этого

следует отметить, что малая вязкость материи, образовывающейся в столкно-

вениях ядер золота на RHIC (см. об этом ниже), не позволяет использовать

идеальный газ слабосвязанных кварков и глюонов в качестве реалистичной

модели для описания экспериментальных данных.

Можно условно выделить две группы экспериментальных сигналов, позво-

ляющие изучать свойства материи, образовавшейся в столкновениях ядер:

а) потоковые характеристики рождаемых частиц,

б) наблюдаемые, характеризующие отклик среды и ее воздействие на прохож-

дение сквозь нее высокоэнергетического партона, образовавшегося на ранних

стадиях столкновения.

Для изучения свойств потоков частиц прежде всего необходимо сгруппи-

ровать события с учетом центральности столкновения. Последнее достигает-

ся за счет того, что центральность в столкновениях ядер антикоррелирует с

множественностью рожденных частиц. Численно указанную антикорреляцию
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можно вычислить с использованием модели Глаубера многократного рассея-

ния. Несмотря на то что в эксперименте невозможно определить точное зна-

чение прицельного параметра столкновения, сгруппировав события по мно-

жественности, можно изучать зависимость экспериментальных сигналов от

центральности. Указываемое значения центральностей, например, 0−5% соот-

ветственно означает, что отбирались 5% событий с наибольшими значениями

множественностей. В нецентральных соударениях, образовавшееся начальное

состояние по очевидным причинам имеет азимутальную асимметрию. Если

обозначить быстроту регистрируемой частицы через y, то в цилиндрических

координатах компоненты ее импульса имеют вид:

p =

(
pT cosφ, pTsinφ,

√
p2T +m2 sinh y

)
(3)

Упомянутая выше асимметрия начального состояния приводит к асиммет-

рии наблюдаемых распределений частиц в детекторе. Одночастичное распре-

деление можно разложить в ряд Фурье по азимутальному углу φ:

d3N

d2pTdy
=

1

2πpT

d2N

dpTdy
[1 + 2v1 cos(φ− φ0) + 2v2 cos(φ− φ0) + . . . ] (4)

где угол φ0 определяет азимутальную ориентацию плоскости реакции. Угол

φ0 не известен заранее и меняется от события к событию.

Коэффициенты vn (вообще говоря, зависящие от поперечного импульса и

типа частиц) называют потоками n-го порядка. Особый интерес для изучения

столкновений ядер представляет эллиптический поток v2. Существует неко-

торое количество методов определения угла φ0. Проблема осложняется тем,

что априори не ясно вызвана ли азимутальная асимметрия коллективным по-

током или пособытийными флуктуациями. Указанные методы определения

азимутальной ориентации можно условно разделить на две группы. В одной
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группе методов используются частицы с большими быстротами для определе-

ния ориентации плоскости столкновения и используется полученное значение

угла φ0 для определения потоков в центральной области. Преимущество ме-

тода заключается в том, что он исключает вклад от флуктуаций, некоррели-

рованных с положением плоскости реакции (в предположении, что флуктуа-

ции не приводят к корреляциям между частицами в существенно различных

областях псевдобыстрот). Вторая группа методов использует данные только

центральной области быстрот. Далее необходимо выделить потоковые корре-

ляции, для чего также используются различные методы, как например, метод

кумулянтных моментов [35] или метод нулей Ли-Янга [36]. В основе указанных

алгоритмов используется тот факт, что непотоковые флуктуации (например,

связанные с образованием пары струй под углом 180◦) некоррелированны со

всеми остальными частицами.

Наряду с коллективными потоками интерес представляет взаимодействие

среды с высокоэнергетичными партонами. Рождение высокоэнергетичных

партонов в столкновениях протонов описывается пертурбативной квантовой

хромодинамикой. Согласно расчетам, в столкновениях протонов с энергией

200 ГэВ партоны с поперечными импульсами в десятки ГэВ образуются с до-

статочной для экспериментальных наблюдений вероятностью. В свою очередь,

при энергиях LHC можно наблюдать за струями с энергиями вплоть до сотен

гигаэлектронвольт. Благодаря выполнению теорем факторизации квантовой

хромодинамики вычисление процесса рождения высокоэнергетичных адронов

можно разбить на три независимых части (последнее выполняется в низших

порядках по твисту): вычисление не зависящей от конкретного процесса функ-

ции распределения партонов в протоне, а именно вероятности обнаружения
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заданного партнона с заданными значениями импульса; вычисление зависящ-

го от конкретного процесса сечения рассеяния партнов; вычисление функции

фрагментации партона в адроны. Первая и третья функции могут быть поме-

рены экспериментально с достаточной степенью точности. Благодаря асимп-

тотической свободе квантовой хромодинамики, сечение рождения высокоэнер-

гетичных партонов описывается пертурбативной теорией поля, поэтому сече-

ние можно не только померить экспериментально, но и вычислить теорети-

чески с контролируемой точностью. Сечение рассеяния высокоэнергетичных

партонов в столкновениях ядер не отличается от соответсвующего сечения в

столкновениях протонов. Это связано с тем, что в случаях, когда передан-

ный импульс достаточно велик, процесс рассеяния происходит на временах

и расстояниях значительно меньших, чем характеристические времена и рас-

стояния в образовавшейся среде кварков и глюонов. Функция распределения

ядра, вообще говоря, не совпадает с функцией распределения протона, но раз-

ницу можно учесть путем анализа столкновения протонов с ядрами. Функция

фрагментации партонов в среде, образовавшейся в результате столкновения

ядер, сильно отличается от функций фрагментации в протоне, поскольку вы-

сокоэенергетичный партон проходит сквозь горячую материю из кварков и

глюонов толщиною в среднем 5 − 7 ферми. Таким образом, эксперименталь-

ные измерения спектра высокоэнергетичных адронов в столкновениях ядер,

откалиброванные (калибровка проводится при помощи модели Глаубера мно-

гократного рассеяния) по стокновениям протонов с ядрами, содержат важную

информацию о горячей материи кварков и глюонов.

Экспериментальные результаты с ускорителя RHIC показали, что свойства

вещества, образовавшегося в результате столкновений ядер, далеки от свойств
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идеального газа партонов. В частности, например, измерения коллективных

потоков ( [1]) в столкновениях ионов, а именно обнаруженные значения эллип-

тического потока, указывают на раннюю термализацию и малую вязкость, об-

разовавшегося вещества. Теоретически малую вязкость можно объяснить как

на основе представлений о сильносвязанной кварк-глюонной плазме ( [23]),

так и за счет плазменной турбулентности ( [21], [22]). Данные RHIC стиму-

лировали новые идеи и теоретические разработки, направленные на решение

фундаментальной задачи описания свойств ядерного вещества в экстремаль-

ных условиях. Согласованная работа экспериментальных групп на RHIC и

LHC и теоретиков в течение последнего десятилетия привели к значительно-

му прогрессу в этом направлении. Ниже представлена схематическая картина

сложившихся представлений о различных стадиях состояния вещества в со-

ударениях ядер:

z 

t

incoming nuclei CGCs

strong fields classical dynamics

gluons & quarks out of eq. viscous hydro

gluons & quarks in eq. ideal hydro

hadrons kinetic theory

freeze out

Fig. 1: Schematic representation of the various stages of a HIC as a function of time t and the longitudinal
coordinate z (the collision axis). The ‘time’ variable which is used in the discussion in the text is the proper time
⌧ ⌘

p
t2 � z2, which has a Lorentz–invariant meaning and is constant along the hyperbolic curves separating

various stages in this figure.

concern the partonic stages of a heavy ion collision, at sufficiently early times. These are also the stages
to which refers most of the experimental and theoretical progress over the last decade.

2 Stages of a heavy ion collision: the case for effective theories
The theoretically motivated space–time picture of a heavy ion collision (HIC) is depicted in Fig. 1. This
illustrates the various forms of QCD matter intervening during the successive phases of the collision:

1. Prior to the collision, and in the center-of-mass frame (which at RHIC and the LHC is the same as
the laboratory frame), the two incoming nuclei look as two Lorentz–contracted ‘pancakes’, with a
longitudinal extent smaller by a factor � ⇠ 100 (the Lorentz boost factor) than the radial extent in
the transverse plane. As we shall see, these ‘pancakes’ are mostly composed with gluons which
carry only tiny fractions x ⌧ 1 of the longitudinal momenta of their parent nucleons, but whose
density is rapidly increasing with 1/x. By the uncertainty principle, the gluons which make up
such a high–density system carry relatively large transverse momenta. A typical value for such a
gluon in a Pb or Au nucleus is k? ' 2 GeV for x = 10�4. By the ‘asymptotic freedom’ property of
QCD, the gauge coupling which governs the mutual interactions of these gluons is relatively weak.
This gluonic form of matter, which is dense and weakly coupled, and dominates the wavefunction
of any hadron (nucleon or nucleus) at sufficiently high energy, is universal — its properties are the
same form all hadrons. It is known as the colour glass condensate (CGC).

2. At time ⌧ = 0, the two nuclei hit with each other and the interactions start developing. The
‘hard’ processes, i.e. those involving relatively large transferred momenta Q & 10 GeV, are those
which occur faster (within a time ⌧ ⇠ 1/Q, by the uncertainty principle1). These processes are
responsible for the production of ‘hard particles’, i.e. particles carrying transverse energies and
momenta of the order of Q. Such particles, like (hadronic) jets, direct photons, dilepton pairs,
heavy quarks, or vector bosons, are generally the most striking ingredients of the final state and
are often used to characterize the topology of the latter — e.g., one speaks about ‘a dijet event’, cf.
Fig. 2 left, or ‘a photon–jet’ event, cf. Fig. 2 right.

3. At a time ⌧ ⇠ 0.2 fm/c, corresponding to a ‘semi-hard’ transverse momentum scale Q ⇠ 1 GeV,
1Throughout these notes, we shall generally use the natural system of units ~ = c = kB = 1, so in particular there is no

explicit factor ~ in the uncertainty principle. Yet, in some cases, we shall restore this factor for more clarity.

3

Рис. 2: Схематическая картина различных стадий столкновения ультрареля-

тивистских ядер в зависимости от времени и координаты на оси столкновений

(взято из [24])

На сегодняшний день условно выделяются следующие стадии состояния

вещества в соударениях ядер (далее в качестве переменной времени будет ис-
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пользоваться лоренц-инвариантный интервал τ =
√
t2 − z2):

1) До столкновения оба ядра представляют собой сильно сжатые в направ-

лении оси столкновений "блины"(общепринято употребление английского

слова pancake), следует отметить, что лоренц-фактор уже на RHIC достигает

значения порядка ста. В жестких процессах на этой стадии вследствие

асимптотической свободы можно рассматривать кварки в адронах в качестве

практически свободных конституэнтов, взаимодействие между которыми

можно описывать с использованием теории возмущений по константе связи.

Анализ вычислений показывает, что практически все процессы (см. теоремы

факторизации квантовой хромодинамики [83], см. также [84, 85] о факто-

ризации в процессах с зависящими от спина наблюдаемыми), в которых

наблюдается большая передача импульсов, можно факторизовать, разбивая

вычисление сечения на две части: одна часть (т. н. жесткая часть) включает

в себя только взаимодействия с большой передачей импульса и может быть

вычислена пертурбативно, тогда как вторая (мягкая часть) содержит в себе

в том числе непертурбативную информацию о распределении партонов в

адроне. Для значительной части физических процессов имеет место так

называемая коллинеарная факторизация и партонные распределения в

адронах можно считать не зависящими от поперечного импульса партонов. В

этом случае можно записать ренормгрупповые уравнения для распределений

партонов, так называемые уравнения ДГЛАП (Докшицер, Грибов, Липатов,

Альтарелли, Паризи) эволюции [86–88]. Благодаря эволюции, распределения

партонов в адронах типичные значения долей продольного импульса (в

дальнейшем x) смещаются в сторону малых значений. Плотность партонов

резко возрастает с увеличением 1
x . При малых значениях более нельзя
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говорить о коллинеарной факторизации. Партоны в адронах при малых

значениях x приобретают существенные поперечные импульсы. Так, по оцен-

кам, значения поперечных импульсов при энергиях RHIC в столкновениях

золота составляют ∼ 2 ГэВ при x ∼ 10−2. При этом, партоны по прежнему

взаимодействуют слабо. Это плотное состояние партонов в ядре в литературе

носит название конденсата цветного стекла (color glass condensate).

2) В момент τ = 0 происходит столкновение ядер и партоны, находящиеся

в различных ядрах, начинают взаимодействовать между собой. Согласно

соотношению неопределенности раньше всех ваимодействуют между собой

жесткие партоны. В этих взаимодействиях рождаются жесткие струи и леп-

тоны, являющиеся хорошими экспериментальными пробами образующейся

позже материи.

3) Позже (при характерных временах ∼ 0.2 фм/c) взаимодействует основная

масса партонов, составлявших начальные состояния ядер. На этих временах

формируется основная часть множественности частиц в столкновениях.

Вследствие больших чисел заполнения партонов в конденсате цветного стек-

ла, динамика процесса может быть описана квазиклассически. Характерной

особенностью классических решений (в координатах и калибровке светового

конуса решение можно получить аналитически) уравнений квантовой хромо-

динамики является наличие исключительно продольных хромоэлектрических

и хромомагнитных полей в момент τ = 0. Последующая квантовая эволюция

во времени указанного начального состояния может быть описана лишь

численно. Эту неравновесную динамическую партнонную систему принято

называть глазмой [30].

4) Данные RHIC и LHC, а также результаты численного моделирования
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указывают на то, что плотная система партонов достигает по крайней мере

частичного равновесия в течение достаточно короткого времени (∼ 1/c). Как

уже было сказано, свойства коллективных потоков в экспериментах на RHIC

и LHC указывают на малую гидродинамическую вязкость образовавшегося

равновесного состояния (подробнее об этом см. ниже). Следует также отме-

тить, что численная симуляция начального состояния (см. например [25])

свидетельствуют о локальной неоднородности состояния вещества на этой

(а также следующей) стадии. Также источником неоднородностей является

развитие турбулентности, возникающей вследствие наличия неустойчивости

по отношению к поперечным флуктуациям в динамической эволюции глазмы

( [29],), а также присутствие хромодинамических аналогов электромагнитных

плазменных неустойчивостей.

5) На этой стадии вещество расширяется и остывает. Вследствие остывания

равновесие достигается только локально. Остывание происходит вплоть

до температуры перехода деконфайнмент-конфайнмент при значениях

Tc ∼ 150 − 180 МэВ. Для ядер свинца на LHC по оценкам последняя

достигается спустя время ∼ 10 фм/c после столкновения ядер.

6) Даже после адронизации плотность и температура адронного газа по

прежнему велики. Вплоть до времен ∼ 20 фм/c адронный газ продолжает

остывать и расширяться

7) На этой стадии адроны перестают взаимодействовать между собой и про-

должают двигаться практически свободно вплоть до распада или попадания

в детектор.

Настоящая диссертация посвящена исследованию коллективных эффек-
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тов, проявляющихся на стадиях 4) и 5).

Среди результатов, полученных на RHIC, следует выделить уже упоми-

навшуюся двугорбую структуру в топологии двух-трехчастичных корреляций

адронов в экспериментах STAR и PHENIX (подробнее в основной части дис-

сертации). Одним из возможных объяснений этого эффекта является наличие

черенковского излучение глюонов ( [26], [27], [28]) в среде, образовавшейся на

стадиях 4) и 5), хотя следует отметить существование других моделей, позво-

ляющих описать эффект: в частности, заслуживают внимание решения типа

волн Маха релятивистской гидродинамики [31] (тем не менее в моделях, ос-

нованных на таких решениях, имеются проблемы с сильными корреляциями

на углы порядка 0, которые не наблюдаются в эксперименте [32]), а также

модели, в которых двугорбая структура может быть получена как резуль-

тат гидродинамического развития неоднородностей начального состояния [33].

Среди ярких эффектов, наблюдаемых на RHIC и LHC, можно отметить уже

упоминавшийся эффект гашения струй в столкновениях ядер. Первая глава

диссертации посвящена исследованию черенковского излучения в сильновза-

имодействующей среде. На основе численного моделирования черенковского

излучения глюонов оцениваются параметры среды, позволяющие описать экс-

периментальные данные с RHIC, а также потери на черенковское и переходное

излучение на неоднородностях.

Вторая глава диссертации посвящена турбулентности в кварк-глюонной

плазме. Рассматриваются различные свойства указанного состояния мате-

рии, приведено вычисление поляризационных свойств турбулентной кварк-

глюонной плазмы в низшем порядке по турбулентным пульсациям.

Наконец, третья глава посвящена исследованию переходного излучения на
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случайных неоднородностях в сильновзаимодействующей среде. Оценивается

вклад эффектов переходного излучения к черенковским глюонам в плазме. А

также продемонстрирована малость потерь на переходное излучение на слу-

чайных неоднородностях в плазме.

16



Глава 1

Феноменология цветного

черенковского излучения
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1.1 Введение

Обнаружение двугорбой структуры в столкновениях ядер золота при энер-

гиях 200 ГэВ/нуклон в экспериментах STAR ( [47], [48]) и PHENIX ( [49],

[50], [51]) возродило интерес к феномену черенковского излучения в кванто-

вой хромодинамике. Первоначально идея о возможности наблюдения черен-

ковских глюонов в столкновениях ядер была рассмотрена в работе [26] для

интерпретации некоторых кольцевых событий, полученных в экспериментах

с космическими лучами. Также как и в электродинамике, черенковское из-

лучение глюонов в среде возможно в том случае, когда значение реальной

части хромоэлектрической проницаемости ( [46]) в среде превышает едини-

цу. Вычисление поляризационных свойств плотной сильновзаимодействующей

среды, вообще говоря, представляет собой весьма нетривиальную задачу. Ана-

литические расчеты поляризационных свойств можно провести в приближе-

нии равновесного газа кварков и глюонов (кварк-глюонная плазма) [52]. В

рамках этой модели значение реальной части цветной проводимости не пре-

вышает единицу. Также поляризационные свойства (как и прочие свойства

вещества, не зависящие от времени в пространстве Минковского) равновес-

ного состояния кварков и глюонов можно извлекать из данных численного

моделирование температурной квантовой хромодинамики на решетках. В ка-

честве обзора аналитических вычислений и численных расчетов свойств тем-

пературных калибровочных теорий поля можно рекомендовать [53]. Тем не

менее, следует отметить, что приближение плазменного газа кварков и глюо-

нов, по всей видимости, не описывает среду, образовывающуюся в результате

столкновений ядер на RHIC. В частности, вычисления в приближении кварк-

глюонной плазмы не в состоянии объяснить малые значения наблюдаемого
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на эксперименте отношения вязкости к плотности энтропии η/s. Вообще гово-

ря, значение реальной части хромопроницаемости сильновзаимодействующего

вещества (впрочем, аналогичное утверждение имеет место также в квантовой

электродинамике) может превышать единицу в случае, если в ней имеются

связанные состояния. В работе [54] была предложена простая модель скаляр-

ных возбуждений в кварк-глюонной плазме, приводящая к излучению черен-

ковских глюонов. Также связь между резонансами в среде и черенковским

излучением обсуждалась в работах [55], [56]. Задача полного теоретическо-

го описания состояния вещества, образующегося в результате столкновений

ядер, на сегодня далека от разрешения. В связи с этим нельзя исключать воз-

можность "выживания" резонансов (особенно интересна судьба резонансов в

неравновесном состоянии, образующемся на начальном этапе после стокнове-

ния).

В данной диссертации рассматривается феноменология черенковского из-

лучения в КХД. Вводятся феноменологические параметры реальной и мнимой

части цветной проницаемости в среде и рассматривается комбинация парамет-

ров, позволяющая наилучшим образом описать экспериментальные данные. В

случае идеально прозрачного вещества, как и в абелевом случае, хромодина-

мический эффект Вавилова-Черенкова отличает фиксированный угол излуче-

ния глюона и спектр излучения задается широко известной формулой Тамма-

Франка. Однако на эксперименте наблюдаются размазанные распределения.

За размазывание распределения по углам может отвечать как конечная длина

распространения источника в веществе (этот эффект был рассмотрен в [57] и

не приводит к существенному уширению распределений в условиях распро-

странения жесткой частицы сквозь плотную ядерную среду), так и наличие
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поглощения в среде. Величиной, описывающей поглощение в среде является

мнимая часть хромопроницаемости. В данной диссертации рассмотрена ком-

бинация уширения за счет непрозрачности среды и дополнительного ушире-

ния за счет комбинации эффектов адронизации и перерассеяния, что позво-

ляет количественно описать данные с RHIC.

Одной из наиболее важных задач, стоящих перед современной теорией вза-

имодействия ядер, является количественное описание эффекта гашения струй

– подавления числа частиц с большими поперечными импульсами. Черенков-

ское излучение являет собой сильный когерентный эффект. В связи с этим в

случаях, когда область частот, на которых величина реальной части проницае-

мости больше единицы, достаточно велика, потери на черенковское излучение

могут достигать существенных значений. Таким образом потери на черенков-

ское излучение могут давать существенный вклад в эффект гашения струй. В

настоящей диссертации также приведена оценка этих потерь.

1.1.1 Хромопроницаемость

Удобным феноменологическим способом описания свойств ядерной мате-

рии является хромопроницаемость, позволяющая учесть влияние внутренних

токов [61] в веществе.

В древесном приближении динамика полей Янга-Миллса в среде описыва-

ется следующим уравнением:

Dab
µ F

µν
b = ja νext. + ja νind. (1.1)

где jaext. внешний ток в среде, а jaind. – индуцированный ток в среде.

a и c – цветовые индексы, µ, ν – лоренцевы индексы.
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Ковариантная производная выражается формулой:

Dac
µ = ∂µδ

ab + gfabcAb
µ (1.2)

где Aa
µ – потенциал калибровочного поля, g - константа сильного взаимодей-

ствия.

Тензор калибровочного поля квантовой хромодинамики F a
µν выражается

через потенциал калибровочного поля посредством формулы:

F µν
a = ∂µA

a
ν − ∂νAa

µ + gfabcAb
µA

c
ν (1.3)

При малых локальных калибровочных преобразованиях полей материи

exp(ıαa(x)ta) (здесь ta - матрицы векторного представления алгебры КХД

su(3)) потенциал преобразуется как:

Aa
µ → Aa

µ +DabAb
µ (1.4)

Тогда как тензор F a
µν преобразуется по присоединенному представлению

калибровочной группы:

F a
µν → F a

µν + gfabcαbF c
µν (1.5)

В случае, когда константа связи КХД мала, можно воспользоваться абеле-

вым приближением. В этом приближении цветовые компоненты калибровоч-

ных полей Янга-Миллса преобразуются так же, как и электромагнитное поле

классической электродинамики. В однородной и стационарной среде уравне-

ние (1.1) для компонент хромоэлектрического поля принимает вид (следует

отметить, что в абелевом приближении хромоэлектрические и хромомагнит-

ные поля калибровочно инвариантны):[
ω2εij(ω,k)− k2

(
δij −

kikj
k2

)]
Ea
tot,j =

4πω

ı
jaext,i (1.6)
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Здесь, в полной аналогии с электродинамикой [64], был введен тензор хромо-

проницаемости εij, позволяющий в линейном приближении учитывать вклад

индуцированных токов. В изотропной среде имеются всего лишь две незави-

симые компоненты тензора цветной проницаемости:

εij(ω,k) =

(
δij −

kikj
k2

)
εT +

kikj
k2

εL (1.7)

Вещественная часть компонент тензора хромопроницаемости определяет

фазовую скорость распространения сигнала в среде в соответствующем на-

правлении, тогда как мнимая часть – его поглощение, что непосредственно

следует из дисперсионных уравнений.

Для оценки свойств хромопроницаемости можно воспользоваться стан-

дартными соотношениями теории рассеяния. В приближении разреженной

среды проницаемость выражается через вещественную часть амлитуды рас-

сеяния вперед для соответствующего кванта (например, поперечно или про-

дольно поляризованного глюона) посредством следующей формулы ( [59,60]):

Re∆ε = Reε− 1 =
4πNsReF0(ω)

ω2
=
Nsσ(ω)ρ(ω)

ω
(1.8)

Здесь ω энергия кванта взаимодействия, F0 – амплитуда рассеяния вперед,

Ns – плотность рассеивающих центров в среде, σ – полное сечение рассеяния

кванта с данной энергией, ρ – отношение действительной части амплитуды

рассеяния вперед к мнимой.

При переходе от второго к третьему равенству использовалась оптическая

теорема:

ImF0(ω) =
ω

4π
σ(ω) (1.9)

Из-за непертурбативных эффектов теоретическое вычисление амплитуды

рассеяния представляет собой неразрешимую на данный момент задачу, одна-
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ко она может извлекаться из экспериментов по упругим и неупругим столк-

новениям адронов. Для резонансных состояний вещественная часть амплиту-

ды рассеяния положительна слева от пика и отрицательна справа от него.

Комбинированный эффект от множества резонансов может приводить к пре-

вышению значения хромопроницаемости над единицей в достаточно широком

диапазоне частот.

1.1.2 Потери энергии и черенковское излучение частицы

в среде.

Удобным методом вычисления энергетических потерь партона в среде яв-

ляется вычисление работы, произведенной индуцированными зарядами над

высокоэнергетической частицей, движущейся в среде [64,65], благодаря кото-

рому можно получить следующую формулу для потерь на единицу длины:

dE

dx
=

v

v
qaReEa

ind(x = vt, t) (1.10)

Ea
ind – индуцированное хромоэлектрическое поле в веществе,

здесь v – скорость партона (в случае, когда потери частицы на единицу длины

невелики, скорость можно считать постоянной),

qa – цветной заряд партона (нормировка – qaqa = CV (A)αs; CV (A) – инвариант

Казимира для соответсвующего представления калибровочной группы; αs –

константа связи квантовой хромодинамики).

Как и следовало ожидать потери энергии не зависят от хромомагитного

поля, поскольку последнее не совершает работы над зарядом.

Далее, в абелевом приближении линейной хромодинамики, используя урав-

нение для хромоэлектрического поля в изотропной среде (1.6), можно полу-
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чить:

dE

dx
= −CV (A)αs

2π2v

∫
d3k

( ω
k2
(
Im[ε−1L ] + (v2k2 − ω2)Im[(ω2εT − k2)−1]

))
ω=kv

(1.11)

Таким образом задача о вычислении потерь в среде сводится к задаче о вы-

числении компонент тензора хромоэлектрической проницаемости.

Вообще говоря, интеграл (1.11) может содержать инфракрасные или уль-

трафиолетовые расходимости. В этом случае необходимо ввести обрезание по

импульсу интегрирования. В качестве естественной шкалы ультрафиолетового

обрезания, например, можно принять энергию частицы, для которой вычис-

ляются потери.

Нули знаменателей пропагаторов в (1.11) свидетельствуют о распростране-

нии квазичастиц в среде. Так, например, в плазме возникает полюс продоль-

ного пропагатора, отвечающий за распространение плазмонов. Черенковское

излучение возникает в следствие наличия полюса поперечного пропагатора на

действительной оси при значениях хромопроницаемости, превышающих еди-

ницу.

Ниже приведен вывод распределения черенковского излучения по углам

и импульсам для случая хромопроницаемости (диэлектрической проницаемо-

сти) в классическом пределе (квантовое черенковское излучение в электроди-

намике рассмотрено в работе [62]; вывод формул для черенковского излучения

глюонов для случая действительной хромопроницаемости рассмотрен в рабо-

те [63]).

Рассмотрим поперечную часть интеграла потерь (1.11) (здесь z – направ-

ление распространения частицы):

dE

dz
=
ıCV (A)g

2

2π2

∫
dω

∫
dk

ω

k2

k2v2 − (kv)2

k2 − ω2ε(ω)
δ(ω − kv) (1.12)
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далее в рассматриваемом случае ультрарелятивистской частицы вектор ско-

рости частицы v = (vx, vy, vz) = (0, 0, 1).

Таким образом в цилиндрических координатах (k,q, φ) предыдущее выраже-

ние принимает вид:

dE

dz
=
ıCV (A)g

2

π

∫
dω ω

∫ +∞

0

dq q3
∫ +∞

−∞
dk

1

k2 + q2
1

k2 + q2 − ε(ω)ω2
(1.13)

Угол излучения глюона определяется отношением комонент вектора Пойнтин-

га:

tan2(θ) =
S2
z

S2
ρ

=
Ez(ω,k)

Eρ(ω,k)
=

q2

k2
(1.14)

Пусть ε(ω) = ε1(ω) + ıε2(ω), тогда короткое вычисление приводит к сле-

дующему выражению для спектра испускаемых глюонов (необходимо также

учесть свойства ε1(−ω) = ε1(ω) и ε2(−ω) = −ε2(ω), которые непосредствен-

но следуют при наложении запаздывающих условий на решения волнового

уравнения в среде):

1

ω

d3W

dzdωd(tan2 θ)
= CV (A)g

2 tan2 θ

1 + tan2 θ
P
[
tan2 |ζ(ω),Γ(ω)

]
(1.15)

здесь:

P
[
tan2 |ζ̃(ω), Γ̃(ω)

]
=

1

π

Γ̃(ω)

(tan2 θ − ζ̃(ω))2 + Γ̃2(ω)
(1.16)

В свою очередь,

ζ̃(ω) = ε1(ω)− 1

Γ̃(ω) = ε2(ω)
(1.17)

Далее после перехода к переменной cos θ, распределение принимает вид [66,67]:

1

ω

d3W

dzdωd cos θ
=

2CV (A)g
2

π

cos θ(1− cos2 θ)Γ(ω)

(cos2 θ − ζ(ω))2 + Γ2(ω)
(1.18)
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где:

ζ =
ε1

ε21 + ε22

Γ =
ε2

ε21 + ε22

(1.19)

При ε2 → 0 (1.18) переходит в распределение Тамма-Франка [77] (для ультра-

релятивиствской частицы):

1

ω

d3W

dzdωd cos2 θ
= CV (A)g

2

(
1− 1

ε(ω)

)
δ(cos2 θ − 1/ε(ω)) (1.20)

1.1.3 Кольцевые события на RHIC. Эксперимент.

Ниже представлено краткое изложение экспериментальных методов опре-

деления двухчастичных корреляций в столкновениях ядер.

Определяющей характеристикой струй в соударениях частиц является кол-

лимированный поток адронов в направении родительских партонов. Для экс-

периментальных исследований струй используются специализированные алго-

ритмы реконструкции. Однако прямая реконструкция струй в столкновениях

ионов – непростая задача, вследствие малого отношения сигнала к шуму.

Измерения двухчастичных корреляций по азимутальному углу ∆φ пред-

ставляет собой замечательную альтернативу определений свойств первона-

чального распределения партонов в столкновениях ядер. Для измерения

указанных корреляций зарегистрированные адроны делятся на два класса:

адроны-триггеры и адроны-партнеры. При анализе данных также выбирают

окна по поперечным импульсам для адронов-триггеров и адронов-партнеров.

Окна по pT , вообще говоря, различаются для различных классов адронов. Да-

лее строится распределение по разнице азимутальных углов ∆φ между триг-

герной частицей и частицей партнером в результате усреднения по множеству
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событий. Тем самым решаются проблемы, возникающие в связи с наличием

значительных фоновых шумов в индивидуальном столкновении, а также по-

является возможность экспериментального исследования распределений пар-

тонов вплоть до значений поперечных импульсов порядка ГэВа.

В лидирующем порядке квантовой хромодинамики в связи с сохранением

импульса в двухчастичном рассеянии угол в плоскости перпендикулярной оси

столкновений между начальными партонами с большими поперечными им-

пульсами практически равен π (с точностью до малой поправки связанной с

наличием ненулевого поперечного импульса стакивающихся партонов). Одна-

ко, в дальнейшем, в связи с процессами перерассеяния, излучения и фрагмен-

тации обратный пик при значениях разницы азимутального угла ∼ π разма-

зывается (см. экспериментальные графики, приведенные ниже).

Рассмотрим типичные характеристики, используемые при обработки двух-

частичных корреляций в столкновениях ядер. Одной из таких характеристик

является доля адронных пар (в литературе используется аббревиатура JPY,

Jet Pair Yield), которая представляет собой нормированное на число событий

дифференциальное распределение пар адронов:

JPY (paT , p
b
T ,∆φ) ≡ d3Nab

dpaTdp
b
Td∆φ

(1.21)

здесь pa(b)T – модуль поперечного импульса адрона-триггера (партнера),

Nab – количество зарегистрированных пар адрон-тригер, адрон-партнер,

Nevts – число событий

Также используется доля адронных пар, отнесенная к адронам-триггерам

(обозначается как Yjet_ind):

Yjet_ind ≡ JPY (paT , p
b
T ,∆φ)

/
dNa

N evtsdpaT
. (1.22)
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В первом порядке двухчастичные корреляции вблизи направления части-

цы триггера связаны с фрагментацией партона в два адрона, тогда как ази-

мутальные корреляции на углы порядка π связаны с фрагментацией партона

a в адрон плюс фрагментацией партона b адрон.

В столкновениях ядер присутствует модификация сечения рождения ад-

ронов и пар адронов за счет коллективных эффектов, связанных с наличием

среды. Она может быть учтена сравнением рождения адронов (адронных пар)

в столкновениях протонов и ядер. Таким образом, вводится величина ядерной

модификации сечения рождения одного адрона:

RAA(pT ) ≡ 1/σAA · dσAA/dpT
〈Ncol〉/σpp · dσpp/dpT

, (1.23)

здесь 〈Ncol〉 – среднее число попарных столкновений протонов для заданной

центральности, определяемое методом Глаубера.

Аналогично, модификация доли адронных пар в ядре определяется соот-

ношением:

JAA ≡
JPYAA

〈Ncol〉JPYpp
, (1.24)

а модификация доли адронных пар к адронам-триггерам:

IAA ≡
Y AA
jet_ind(p

a
T , p

b
T )

Y pp
jet_ind(p

a
T , p

b
T )
. (1.25)

В отсутствии эффектов среды указанные величины оказались бы равны еди-

нице.

Для жестких адронов величина IAA является оптимальной характеристи-

кой. Действительно, в следствие крутого спада функций фрагментации струй,

вероятность рождения более чем одного жесткого адрона от одной струи ма-

ла, в связи с этим Y pp
jet_ind характеризует отношение числа пар струй к общему

числу струй, тогда как IAA характеризует ядерную модификацию отношения
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количества обратных струй к числу струй. Однако, для средних и жестких

адронов указанное соответствие между струями и адронами отсутствует, по-

этому обычно используется величина JAA.

Источником корреляций адронов в солкновениях протонов и ядер могут

быть как коллективные потоковые эффекты (такие, например, как v2), так и

эффекты, связанные с фрагментацией струй в адроны. Для того, чтобы вы-

делить последние, необходимо вычесть азимутальные корреляции, связанные

с эллиптическим потоком.

Азимутальная корреляционная функция определяется соотношением:

C(∆φ) =
Nsame(∆φ)

Nmixed(∆φ)
, (1.26)

где Nsame(∆φ) и Nmixed(∆φ) – это распределение диадронных пар, наблюдае-

мых в одном событии и разных событиях соответственно. Распределение пар

в разных событиях вычисляется следующим образом: азимутальное распреде-

ление адронов-партнеров по отношению к адронам-триггерам выбираются из

разных событий с одинаковыми значениями центральности. Форма распреде-

ления Nmixed определяется угловым разрешением и эффективностью детекто-

ра, однако, не содержит физических корреляций. Далее:∫
d∆φNmixed(∆φ) = Nevts〈na〉〈nb〉, (1.27)

здесь Nexts число событий, тогда как na и nb – среднее число зарегистриро-

ванных адронов-триггеров и адронов-партнеров в событии.

Наличие эллиптического потока вносит неизотропную поправку к ком-

бинаторному распределению адронов, пропорциональную фактору ξ(1 +

2va2v
b
2 cos(∆φ)) (где va2 и vb2 – средние значения элиптического потока в событии

для адронов-триггеров и адронов-партнеров соответственно). Таким образом,
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распределение диадронных пар может быть представлено в виде:

N same(∆φ) = ξ(1 + 2va2v
b
2 cos(2∆φ))Nmixed(∆φ) + Jet(∆φ), (1.28)

здесь член Jet(∆φ) в правой части представляет собой вклад, связанный с

парами струй.

Далее несложно видеть, что величину ξ можно вычислить из соотношения:

ξ =
〈nanb〉
〈na〉〈nb〉

. (1.29)

Метод вычисления величины ξ с помощью этой формулы носит название ABS

(absolute combinatoric background substraction method; метод полного вычи-

тания комбинаторного фона). У этого метода есть недостаток, связанный с

тем, что от события к событию число адронов-триггеров и адронов-партнеров

коррелируют, при этом между их числом имеется сущестенная положитель-

ная корреляция (чем больше множественность в событии, тем больше как

адронов-триггеров, так и адронов-партнеров). Таким образом, среднее 〈nanb〉

может оказаться больше 〈na〉〈na〉 (в этом случае ξ > 1). На практике, как

правило, используют некоторую модификацию метода.

Также для определения ξ используется метод ZYAM (zero yield at minimum,

нулевой выход в минимуме). Метод основывается на предположении, что

функция Jet(∆φ) принимает значение ноль в точке своего минимума, которое,

в свою очередь, выполняется в пределе, при котором адроны от пары струй

не перекрываются (на практике это не всегда так).

После того, как ξ определено, отношение диадронных пар, сформирован-

ных из пар струй к комбинаторному фону вычисляется согласно:

JPR(∆φ) =
Jet(∆φ)

Nmixed(∆φ)
=

Nsame

Nmixed
− ξ(1 + 2va2v

b
2 cos(2∆φ)). (1.30)
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Для определения эллиптического потока использовался метод плоскости

реакции. В соответствие с этим методом, сначала из анализа множествен-

ность частиц в событии определяется плоскость реакции события (это экспе-

риментально определенное значение, вообще говоря, не обязательно совпадает

с истинной плоскостью реакции; как правило используется термин плоскость

события), а затем определяется v2 по формуле:

〈〈cos 2(φ− ΦEP )〉〉, (1.31)

здесь ΦEP - азимутальный угол плоскости события. В формуле два усред-

нения: одно усреднение по трекам частиц в событии, второе усреднение – по

событиям в заданной области центральностей (центральность события восста-

навливается из общей множественности, либо из оценки числа спектаторов –

непровзаимодействовавших нуклонов).

Экспериментальные данные коллаборации PHENIX

Коллаборация PHENIX проводила измерения двухадронных корреляций

на основе minimum bias (минимальное вычитание) данных столкновения ядер

золота и протонов с ускорителя RHIC при энергиях в системе центра масс в

200 ГэВ/нуклон в 2004-2005 годах.

Центральность столкновения определялось из оценки числа спектаторов

на основе данных субдетекторов BBC (beam-beam counters) и ZDC (zero degree

calorimeter, калориметр на малые углы). Для достаточной статистики в бинах

по поперечному импульсу в анализе экспериментальных данных проводилась

грубая разбивка по центральностям: 0− 20%, 20− 40%, 40− 60%. Для оценки

числа участников и числа бинарных столкновений использовалась программа,

использующая метод монте-карло, основанная на модели Глаубера.
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Треки адронов измерялись с помощью дрейфовых камер, расположенных

вне центрального магнитного поля на расстоянии 2 метра от точки взаимодей-

ствия и двух слоев многопроводных пропорциональных камер (PC1 и PC3),

расположенных на расстоянии 2.5 метров и 5 метров соответственно. В це-

лом система измерения треков PHENIX представляет собой два крыла в цен-

тральной области, покрывающих интервал псевдобыстрот от −0.35 до +0.35 и

области азимутального угла шириной 90◦ каждая. Разрешение по импульсам

составляло (0.7%⊕ 1%)× p (ГэВ/c).

Результаты оказались устойчивы по отношению к выбору конкретоного

метода вычитания фона (ZYAM либо ABS, см. выше). Ниже приведены при-

меры графиков диадронных корреляций для различных значений централь-

ностей и выборок по поперечному импульсу для адронов-триггеров и адронов-

партнеров.

Экспериментальные данные коллаборации STAR

Коллаборация STAR также представила данные двухадронных корреля-

ций по результатам измерений столкновений ядер золота при энергии в систе-

ме центра масс в 200 ГэВ/нуклон в 2004-2005 годах.

Центральность столкновений также определялась на основе данных суб-

детекторов STARа BBC (beam-beam counters) и ZDC (zero degree calorimeter,

адронный калориметр на малые углы), данные которых также использовались

триггером события.

Треки адронов измерялись с помощью системы время-проекционных ка-

мер TPC (time projection chamber). Внутрений и внешний радиус трековой

системы, измеренной от оси пучка составляют 0.5 и 2 метра соответственно.
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10

underlying event rate. However, due to in-medium mod-
ifications, the near- and away-side jets are not neces-
sarily Gaussian, especially for ∆φ values away from 0
and π. Even in p + p collisions, the underlying event
can include contributions from multiple-parton interac-
tion, beam remnants, initial and final state radiation [64],
which are related to the hard-scattering but not neces-
sarily correlated in ∆φ. Such effects have been studied
at the Tevatron [64, 65] and RHIC [44] energies. For
illustration purposes, Figure 5 shows the dihadron cor-
relation from PYTHIA [66] with and without initial and
final state radiation effects. The difference between the
two is clearly significant.

Rigorous decomposition of the jet from its underlying
event currently requires assumptions about the jet shape
or the physics of the underlying event. As discussed ear-
lier, a simple approach to fix ξ is to follow the subtraction
procedure outlined in Refs. [18, 67]. That is, one assumes
that the jet function has zero yield at its minimum ∆φmin

(ZYAM), after subtraction of the underlying event. The
uncertainty on ξ from this procedure is related to the
statistical accuracy of the data around ∆φmin. In the
present analysis, this uncertainty is negligible at low pT ,

but becomes important for pA,B
T > 4 GeV/c in central

collisions.
The ZYAM procedure, by definition, provides only a

lower limit on the jet yield. To estimate the possible
over-subtraction of jet yield at ∆φmin, we also made in-
dependent estimates of ξ via an absolute combinatoric
background subtraction method (ABS) [68] and by a fit-
ting method. In the ABS method, ξ, as defined by Eq. 12,
is assumed to reflect only a residual multiplicity smearing
effect caused by intrinsic positive correlations between
the na

0 and nb
0 in real events, i.e. a larger na

0 implies a
larger nb

0 and vice versa. Because of this positive cor-
relation, the average of the product can become larger
than the product of the average, i.e. 〈na

0n
b
0〉 > 〈na

0〉〈nb
0〉

or ξ > 1.
To estimate ξ, we parameterize the centrality depen-

dence of the trigger and partner rate from the measured
single particle spectra in relevant momentum range, as a
function of either Npart or Ncoll

〈na,b
0 〉 = f(Npart) = g (Ncoll) . (19)

We then assume the event-by-event fluctuation of trig-
ger and partner hadrons to follow a Poisson distribution
around their mean values,

na,b
0 = Poisson(〈na,b

0 〉). (20)

However, we have verified that that our estimates are not
very sensitive to the functional forms of the fluctuations.

For each centrality bin, we determine the distribution
of Npart and Ncoll from standard PHENIX Glauber cal-
culation [48, 49]. For each simulated event, we sample
randomly from the Npart distribution, calculate the cor-

responding mean value 〈na,b
0 〉 and then the actual value

na,b
0 after taking into account the fluctuation. The same

exercise is repeated for the Ncoll distributions. The final
ξ is given by the average of the two and their difference
is taken as the systematic error. The correction mod-
ifies the background level by 0.2% in the most central
and 25% in 60-92% centrality bin. The ABS method and
ZYAM methods give consistent ξ values in central colli-
sions, but the ABS method gives somewhat lower values
in peripheral collisions.

In the fit method, Yjet ind(∆φ) is fitted with a func-
tion comprised of one near- and two symmetric away-
side Gaussians, following a procedure similar to that re-
ported in Ref. [19]. One important difference is that a
region around π (|∆φ − π| < 1) is excluded to avoid the
punch-through jet contributions (see Fig. 6). Thus, the
fit uses the near-side and the falling edge of the away-
side to estimate the overlap of the near- and away-side
Gaussians at ∆φmin. This approach gives systematically
lower ξ values than those obtained from the ZYAM and
ABS methods.
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FIG. 6: (Color online) Per-trigger yield versus ∆φ for vari-
ous trigger and partner pT (pa

T ⊗ pb
T ), arranged by increasing

pair proxy energy (sum of pa
T and pb

T), in p + p and 0-20%
Au+Au collisions. The data in several panels are scaled as in-
dicated. Solid histograms (shaded bands) indicate elliptic flow
(ZYAM) uncertainties. Arrows in Fig. 6c depict the “Head”
region (HR), the “Shoulder” region (SR) and the “Near-side”
region (NR).

Table. II summarizes the ξ values from the three meth-
ods. The results for the ZYAM and ABS methods are
close, but the values from the fitting method are system-
atically lower. This could be due to the correlations be-
tween the fitting parameters or a limitation in the Gaus-
sian assumptions for the jet shape. To avoid a possible
overestimation of the jet yield in the ∆φ region where
the near- and away-side Gaussians overlap, we constrain
the ξ to be ≥ 1. This is a reasonable assumption in the
absence of anti-correlation in trigger and partner hadron

Рис. 1.1: Доля адронных пар по отношению к адронам-триггерам как функ-

ция азимутального угла ∆φ для различных значений поперечного импульса

адрона-триггера и адрона-партнера для столкновений протонов и столкнове-

ний золота с центральностями 0 − 20%; данные в правой части масштабиро-

ваны (данные коллаборации PHENIX [51]).

Трековая система покрывает все азимутальные углы и область псевдобыстрот

|η| < 1.8

Для вычитания фона использовалась процедура ZY A1 (zero yield at 1,

нулевой выход при 1). Согласно этому функция Jet(∆φ) принимает нулевое

значение при ∆φ = 0, которое, впрочем, соответствует минимуму. Адроны-

триггеры измерялись при значениях псевдобыстрот |ηTrig.| < 0.7, адроны-

триггеры – при |ηAssoc.| < 1

Экспериментальные данные коллаборации STARа, а также сравнение с мо-

делью излучения черенковских глюонов будут приведены ниже в тексте дис-
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сертации.

1.2 Наблюдение излучения черенковских глюо-

нов.

Результаты, изложенные ниже были получены в работе автора в соавтор-

стве с А. В. Виноградовым, И. М. Дреминым и А. В. Леонидовым [150].

1.2.1 Простая модель.

Для иллюстрации кинематики черенковского излучения в столкновкениях

ядер полезно рассмотреть следующую простую модель: пусть пары партонов

ядер рассеиваются на угол в 90◦, а затем один из партонов испускает черенков-

ский глюон. Тогда соотношение между углом излучения черенковского глюона

и углами θL и φL в лабораторной системе (здесь θL – угол с осью столкновений,

φL – азимутальный угол в плоскости перпендикулярной оси столкновений, от-

считываемый от направления обратной струи) принимает вид:

cos θ = |sin θL cosφL| (1.32)

Тогда 1.18 принимает вид:

d4N

dldωdφLd cos θL
=

4αsCV (A)

π

∣∣sin θL cosφL(1− sin2 θL cos2 φL)
∣∣Γ(ω)

(sin2 θL cos2−ζ(ω))2 + Γ2(ω)
(1.33)

В случае, если фрагментация в адроны происходит в направлении первона-

чального глюона, распределение адронов можно получить, проинтегрировав

предыдущее уравнение по θL.
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Рис. 1.2: Распределение
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для различных
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Рис. 1.3: Распределение
d3N

4αsCV (A)dωdldφL
для различных

значений ε1 при фиксированном ε2

Интеграл можно вычислить аналитически. В результате получается рас-

пределение (зависимости переменных Γ, A и B от ω опущены для краткости):

d3N

dωdldφL
= 4αsCV (A)

Γ

| cosφL|

{
1√

Γ2 + (cos2 φL − ζ)2
1

A2 +B2

}
×[(

A+ (1− ζ)
B

Γ

)√
1

2

(√
A2 +B2 + A

)
−
(
B + (1− ζ)

A

Γ

)√
1

2

(√
A2 +B2 − A

)]
(1.34)

здесь,

A(ω, φL) = Γ2(ω) + ζ2(ω)− ζ(ω) cos2 φL

B(ω, φL) = Γ(ω) cos2 φL

(1.35)

Максимум распеделения приходится на угол arccos ζ. Также, как легко мож-

но заметить, в случае, когда выполняется неравенство ε22 << ε21 положение

максимума практически полностью определяется значением ε21, тогда как ши-

рина определяется ε2. Существенным также является тот факт, что функция

распределение принимает значение 0 при углах больше
π

2
. Свойства распре-

деления иллюстрируют Рис. 1.2 и Рис. 1.3.
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1.2.2 Монте-карло процедура для генерации черенков-

ского спектра.

Для генерации черенковского спектра необходимо осуществить следующие

действия:

(а) описать кинематику распределения пар начальных партонов, являющихся

источником вторичных черенковских глюонов;

(б) осуществить процедуру генерации спектра черенковских глюонов с уче-

том распределения источников;

(в) описать адронизацию глюонов в адроны и учесть экспериментальные огра-

ничение на псевдобыстроты, азимутальный угол и поперечные импульсы ад-

ронов.

Также для решения задачи необходимо определить конкретные зависимо-

сти ε1(ω) и ε2(ω). Поскольку в данный момент не существует модели, позволя-

ющей вычислить поляризационные свойства КХД-материи вне приближения

слабой связи, можно попытаться ограничиться простейшими предположения-

ми о частотных свойствах хромопроницаемости. Принимая во внимание, что

импульсное окно, в котором наблюдается двугорбая структура достаточно уз-

кое (∼ 2 ГэВа), можно в первом приближении положить ε1(ω) и ε2(ω) (не

рассматривается зависимость от волнового вектора k, таким образом здесь

пренебрегается возможной пространственной дисперсией хромопроницаемо-

сти) постоянными в рассматриваемом интервале. Предполагается, что область

энергий, в которой ε1(ω) > 1, ограничена значениями максимальной частоты

ωmax. Таким образом:
d2N

dωdl
∝ θ(ωmax − ω), (1.36)

ωmax характеризуется верхней границей энергии резонансов в ядерной среде.
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Таким образом, ωmax представляет собой один из параметров модели. В на-

шей модели выбиралось значение энергии ωmax в 3.5 ГэВ, исходя из того, что

в эксперименте не наблюдается двугорбая структура при значениях энергии

обратной струи больших 3 ГэВ. К тому же анализ показал, что результаты

слабо зависят от величины ωmax.

Для того чтобы получить кинематику первоначальных партонных пар рас-

сматривались столкновения протонов в 200 ГэВ в генераторе адронных столк-

новений PYTHIA [78]. Таким образом пренебрегалось ядерной модификацией

функции распределения.

Далее была написана Монте-Карло процедура для генерации черенков-

ских глюонов согласно распределению (1.18) вокруг направления обратного

партона.

Для того чтобы перейти к следующему этапу необходима процедура, поз-

воляющая преобразовать партоны в адроны. Описание адронизации осуществ-

лялось с использованием фрагментационных функций Dh
q(g)(x,p⊥ | Q2), кото-

рые описывают вероятность адронизации партона q(g) с виртуальностью Q2

в адрон h с долей продольного импульса x и поперечным импульсом p⊥. В

предположениях гипотезы мягкого обесцвечивания (которая показала себя в

качестве хорошего приближения при интерпретации экспериментальных дан-

ных в столкновениях лептонов) форма распределения адронов совпадает с

распределением глюонов, т. е. Dh
g (x,p⊥ | Q2) ∝ δ(1 − x). Однако, вследствие

рассеяния на партнонах среды условия, гипотезы мягкого обесцвечивания в

ядрах не выполняются. К тому же, как видно из Рис. 1.2 и Рис. 1.3, в обла-

сти углов |∆φ| > π

2
корреляция глюонов отсутствует. Мы сосредоточили наше

внимание на фрагментации глюонов в легкие адроны, поскольку эксперимен-
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тальная доля остальных резонансов мала (в частности ρ : ω : φ = 10 : 2 : 1

согласно [76]). Для учета поперечного импульса, приобретаемого глюоном, ис-

пользовалась следующая параметризация фрагментационных функций:

Dh
g (x,p⊥ | Q2) ∝ Dh

g (x, | Q2)
1√

2π∆2
⊥

exp

{
− p⊥2

2∆2
⊥

}
, (1.37)

где ∆⊥ – параметр, характеризующий размытие струи в поперечном направ-

лении.

В качестве Dx,|Q2

g выбиралась фрагментационная функция для начальной

виртуальности Q2
0 = 2 ГэВ. Фрагментация прямой струи проводится без учета

размазывания в поперечном направлении.

Следует отдельно отметить недостатки модели. Модель не учитывает кас-

кадное излучение глюонов и кварков в начальном и конечном состоянии, дис-

персионные зависимости компонент хромопроницаемости, полную геометрию

среды, образовавшейся в результате столкновения, детальное описание мно-

гократного рассеяния глюона в сильно взаимодействующей среде. Также в

модели не учитывался эффект распада на два черенковских глюона, рассмот-

ренный позднее в работе [63]. Таким образом, приведенные ниже значения па-

раметров среды представляют собой всего лишь оценку. Тем не менее, модель

иллюстрирует возможность извлечения информации о сильновзаимодейству-

ющей среде на основе экспериментальных данных.

Таким образом, в конечном счете, имеется три параметра для описания

экспериментальных данных STAR и PHENIX: действительная часть цветной

проницаемости ε1, мнимая часть цветной проницаемости ε2 и параметр, ха-

рактеризующий размытие струи в поперечном направлении. На последнем

этапе распределения, получаемые после осуществления Монте-Карло проце-

дуры, приведенной выше, нормировались так, чтобы левый минимум обрат-
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Эксперимент θmax ε1 ε2 ∆⊥

STAR 1.04 рад. 5.4 0.7 0.7 ГэВ

PHENIX 1.27 рад. 9.0 2.0 1.1 ГэВ

Рис. 1.4: Таблица оптимальных значений параметров среды, описывающих

экспериментальные данные STAR и PHENIX для значений поперечного им-

пульса обратной струи 1GeV < |pT | < 2GeV и 2GeV < |pT | < 3GeV соответ-

ственно

ной струи совпадал с левым минимумом обратной струи экспериментальных

распределений двухчастичных корреляций.

В таблице ниже представлены значения параметров наилучшим образом

описывающие экспериментальные данные для областей значений поперечно-

го импульса обратной струи 1GeV < |pT | < 2GeV и 2GeV < |pT | < 3GeV

для STAR и PHENIX соответственно. Следует отметить, что различные зна-

чения для ε1 для STAR и PHENIX напрямую связаны с разницей в значениях

положений максимумов θmax. Указанное различие может быть вызвано необ-

ходимостью учесть зависимость ε1 от частоты, а также возможной зависимо-

стью свойств среды от псевдобыстроты (напомним, что области охватываемых

псевдобыстрот для STAR и PHENIX различаются).

Ниже представлены сравнения экспериментальных точек распределений

двухчастичных корреляций с результатами моделирования:
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Figure 2: Away-side azimuthal correlations for PHENIX, circles - experimen-
tal data, triangles - simulation.

feature is that they are noticeably larger than 1. This shows that the density
of scattering centers is quite large and the nuclear medium reminds a liquid
rather than a gas (for more details see [16]). The accuracy of the estimate
of the values of ε2 is much less but more important is the fact that they are
rather small compared with ε1.

In this paper we have described a qualitative model that allows, in a
framework of a reasonable phenomenological picture, to reproduce the exper-
imentally observed double-humped structure of the away-side jets in heavy
ion collisions at RHIC [1, 2, 3, 4, 5]. To develop a quantitative description
one needs to consider a more specific microscopic model for chromodielec-
tric permittivity and study the effects of hadronization in more detail using

9

Рис. 1.5: Сравнение экспериментального распределений диадронных корреля-

ций коллаборации PHENIX с результатами моделирования для области попе-

речных импульсов адронов прямой и обратной струи 2 ГэВ < pT < 3 ГэВ

и 2 ГэВ < pT < 3 ГэВ соответственно (треугольные отметки – результаты

моделирования; круглые отметки – эксперимент).

1.2.3 Оценка потерь энергии за счет излучения черен-

ковских глюонов.

Подробные вычисления потерь на излучение черенковских глюонов с уче-

том квантовых эффектов представлены в работе [63].

Здесь будет представлена квазиклассическая оценка. Потери энергии на

черенковское излучение можно оценить, используя цветное обобщение фор-

мулы Тамма-Франка – (1.20). Учитывая оцеки, приведенные в предыдущем

параграфе, можно для определенности рассмотреть потери на единицу длины
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The resulting angular spectra for STAR and PHENIX are shown in Figs.
1 and 2 correspondingly.

We see that the positions of the maxima (and therefore the values of
ε1) are quite stable to accounting for additional smearing on top of that in
Eq. (6). However, it is indeed important in achieving a good description of
the widths of humps in experimental data as seen in Figs. 1 and 2. The
shape of humps in the former ”dead zone” determines the parameter ∆⊥,
which, in its turn, influences ε2.

To conclude, the values of the real part of the nuclear permittivity ε1 found
from the fit to experimental data of RHIC (albeit somewhat different in the
two experimental sets) are determined with good precision. Their common

8

Рис. 1.6: Сравнение экспериментального распределений диадронных корре-

ляций коллаборации STAR с результатами моделирования для области попе-

речных импульсов адронов прямой и обратной струи 3 ГэВ < pT < 4 ГэВ

и 1 ГэВ < pT < 2 ГэВ соответственно (треугольные отметки – результаты

моделирования; круглые отметки – эксперимент).

кварка с начальной энергией в 10 ГэВ, движущегося с ультрарелятивистской

скоростью в среде, в которой дисперсионная зависимость диэлектрической

проницаемости имеет вид:

ε(ω) =


ε0, если ω ≤ ω0 ГэВ

0 если ω > ω0 ГэВ.

Тогда согласно (1.20), записав формулу в системе Гаусса, можно получить:

dE

dz
= CF (V )

1

0.1973
αs

∫ ω0

0

ω(1− 1/ε0)dω, (1.38)

здесь константа связи квантовой хромодинамики αs и множитель 1
0.1973
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возникли в связи с переходом к системе Гаусса. Инвариант Казимира фун-

даментального представления группы квантовой хромодинамики SU(3) CV

равен 4
3 .

Оценка потерь энергии согласно этой формуле приводит к величине по-

рядка 9 ГэВ/фм для высокоэнергетичного кварка, движущегося в среде со

значением ε0 = 7.0.
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Глава 2

Поляризация турбулентной

кварк-глюонной плазмы
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2.1 Введение

Естественным образом ранние стадии столкновения ядер описываются на

языке классических уравнений движения для полей Янга-Миллса. Переход к

классическому описанию достигается благодаря большим плотностям и, со-

ответственно, числам заполнения мягких глюонных мод. В этой парадигме

жесткие партонные составляющие структурной функции ядра выступают в

роли источников для мягких глюонных мод. Решение классических уравне-

ний движения демонстрирует, что конфигурация полей в начальный момент

времени после столкновение представляет собой существенно неизотропную

совокупность полей – глазму [79, 80]. Важным для последующей динамики

столкновения ядер является тот факт, что продольная по отношению к оси

столкновения конфигурация полей в глазме нестабильна относительно лоренц-

неинвариантных квантовых флуктуаций [81]. Как показывает численный ана-

лиз, проделанный в работе [82], при последующем развитии неустойчивой ди-

намики указанная полевая конфигурация приходит в состояние, характери-

зующееся турбулентным колмогоровским спектром импульсов ее мод. Чуть

раннее было продемонстрировано, что колмогоровский спектр возникает в

простой скалярной модели множественного рождения частиц в столкновени-

ях ядер [94, 95]. В работе [96] было указано, что следствием турбулентности,

возникающей в результате эволюции глазмы, является малая вязкость обра-

зующейся системы.

Успех применения гидродинамического подхода к описанию эксперимен-

тальных данных столкновения ядер на RHIC и LHC указывает на то , что

образующаяся материя достаточно быстро достигает стадии локальной терма-

лизации. Достаточно очевидно, что модели, способные обеспечить быстрый (в
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сравнении с температурой системы) переход в состояние равновесия должны

быть существенно непертурбативны. В связи с этим достаточно актуальными

представляются в настоящий момент подходы к изучению поведения кван-

товополевых теорий в режиме сильной связи с использованием дуальности

между классом конформных квантовых теорий поля размерности d и теорией

струн в пространстве анти-де Ситтера размерности d + 1 [97, 98] (дуальность

AdS/CFT). Одним из следствий из AdS/CFT является тот факт, что тензор

энергии импульса широкого класса квантовых теорий поля размерности d в

режиме сильной связи можно описать, исследуя динамику уравнения Эйн-

штейна размерности d+ 1 с отрицательной космологической постоянной [99].

Наиболее реалистичной моделью для описания коллективных свойств в столк-

новениях ядер, учитывающей начальную анизотропность динамики глазмы,

представляется анизотропная гидродинамика. Последняя исследовалась в ра-

ботах [100–104].

В свою очередь, динамика неизотропной кварк-глюонной плазмы неустой-

чива. Роль неустойчивостей, по всей видимости, существенна для обеспечения

быстрой изотропизации системы. Вообще говоря, можно выделить два типа

неустойчивостей в плазме: неустойчивости, вызванные неоднородностями в

пространственном распределении частиц, составляющих плазму (гидродина-

мические нестабильности) и неустойчивости, вызванные неоднородностью и

неизотропностью в распределении частиц плазмы по импульсам (кинетиче-

ские нестабильности) [107]. По всей видимости наиболее существенной для

феноменологии ядерных столкновений плазменной неустойчивостью является

кинетическая неустойчивость Вайбеля [108–114], возникающая в случаях, ко-

гда импульсы частиц в плазме распределены неизотропно. Неизотропность ди-
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намики кварк-глюонной плазмы (последняя очевидным образом связана с гео-

метрией столкновения ядер) приводит к тому что неустойчивость Вайбеля и

связанный с ней турбулентный каскад (см. [115,116]) оказывает существенное

влияние на физику ядерных столкновений. В частности в [117], [118], [119](ука-

занные работы в значительной степени опирались на более ранние вычисления

в электромагнитной плазме [120,121]) была вычислена сдвиговая вязкость тур-

булентной плазмы и указано, что турбулентность может представлять собой

эффективный механизм, обеспечивающий наблюдаемую в эксперименте ма-

лую вязкость образующейся в результате столкновения ядер кварк-глюонной

среды.

В этой части диссертации будет схематически изложен вывод для коэф-

фициентов переноса (которые были вычислены в [117], [118] и [122]), а так-

же будут рассмотрены поляризационные свойства изотропной турбулентной

кварк-глюонной плазмы.

2.1.1 Кварк-глюонная плазма.

Основные положения кинетической теория для неабелевой плазмы

В квазиклассическом приближении макроскопические свойства кварк-

глюонной плазмы полностью характеризуются одночастичными и много-

частичными функциями распределения: f(p, x,Q), f(p1, p2, x1, x2, Q1, Q2)...

Здесь, соответственно, p - импульс частицы, x - координата частицы, Q -

цветной заряд (см. далее). Условием применимости квазиклассического при-

ближения является малость области локализации частиц в плазме в сравнении

с длинной волны калибровочного поля в ней [123]. В дальнейшем будет везде

предполагаться, что условие применимости квазиклассического приближения
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выполнено.

В случае, когда взаимодействие между частицами в плазме мало, для

описания макроскопических характеристик плазмы достаточно информации

об одночастичной функции распределения. Последнее верно вследствие того,

что в этом приближении можно отбросить высшие члены иерархии кинети-

ческих уравнений Боголюбова-Борна-Грина-Кирквуда-Ивона (ББГКИ эволю-

ция). В дальнейшем изложении внимание будет сосредоточено на одночастич-

ной функции распределения.

Вообще говоря, кинетическую теорию для анализа физики процессов, про-

исходящих в плазме, можно применять только в том случае, когда плазменный

параметр много меньше единицы. Рассмотрим условие применимости коллек-

тивного описания для классической и квантовой плазмы [123] вблизи равно-

весия. Ниже все физические константы (~, c, kB - постоянная Больцмана) в

формулах будут выписаны в явном виде.

Имеет смысл рассмотреть для начала абелев случай [105,106] классической

плазмы. Равновесная функция распределения релятивистской электромагнит-

ной плазмы (под электромагнитной плазмой здесь и везде в дальнейшем будет

подразумеваться релятивистская электрон-позитронная плазма) - распределе-

ние Гиббса:

f̂ eq(p0) = exp

(
µ− p0
kBT

)
. (2.1)

Тогда средняя плотность частиц (которую можно вычислить, проинтегриро-

вав функцию распределения по импульсной мере d3p
(2π~)3 ) равна:

N̄ = 8π

(
kBT

2π~c

)3

exp

(
µ

kBT

)
. (2.2)

Для того, чтобы квантовыми эффектами в плазме можно было пренебречь,

необходимо выполнение условия exp( µ
kBT

) << 1. Последнее, как несложно по-
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казать, эквивалентно малости длины волны де Бройля в сравнении со средним

расстоянием между частицами плазмы.

Еще одним размерным параметром плазмы помимо средней плотности ча-

стиц N̄ является радиус Дебая:

r2D =
kBT

4πN̄e2
. (2.3)

Из этих двух величин можно сконструировать безразмерную величину - плаз-

менный параметр [105]:

ε =
r̄3

r3D
, (2.4)

где r̄ определяется как r̄ ≡ N̄−1/3 и соответствует, по порядку величины, сред-

нему расстоянию между частицами в плазме.

Коллективное описание плазменной динамики применимо только в том слу-

чае, когда плазменный параметр мал. Это означает, что в объеме области про-

странства, в которой проявляются коллективные эффекты в плазме (величина

этой области очевидным образом связана с дебаевским радиусом), сосредото-

ченно большое количество частиц плазмы. Это условие можно выписать в

явном виде: (
4π

kBT

) 3
2

N̄
1
2

( e
~c

)3
<< 1. (2.5)

Аналогичный анализ для классической плазмы можно провести в неабеле-

вом случае. Различие состоит в том, что выражение для дебаевского радиуса

кварк-глюонной плазмы (вывод выражения для радиуса экранировки кварк-

глюонной плазмы будет приведен в тексте диссертации ниже) содержит зави-

сящий от неабелевых зарядов инвариант Казимира C2 = 1/2 для кварков и

C2 = N для глюонов (см. ниже):

r2D =
kBT

4πN̄g2(~c)2C2
, (2.6)
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здесь как и везде далее, безразмерный параметр g - константа сильных взаи-

модействий.

Условие малости параметра ε приводит к выражению:(
4πC2

kBT

) 3
2

N̄
1
2g3 << 1. (2.7)

Как видно, для того чтобы в классической неабелевой плазме (как впрочем и

в абелевой) можно было использовать коллективное описание, нет необходи-

мости требовать малости параметра g. При достаточной плотности материи

в плазме условие (2.5) и (2.7) выполняются даже в случаях когда константы

взаимодействий не малы.

В дальнейшем тексте диссертации будет предполагаться, что химический

потенциал равен нулю µ = 0 (хотя вычисления легко обобщаются на случай

ненулевого химического потенциала). Это приближение выглядит разумным

с учетом совокупности экспериментальных данных [123,124]. Кроме того, сле-

дует отметить, что химический потенциал можно ввести только для частиц, с

которыми ассоциируется сохраняющийся заряд. Отсутствие глобальной U(1)

симметрии связанной с глюонными степенями свободы, делает невозможным

введение химического потенциала для равновесного распределения глюонов.

Для плазмы с нулевым химическим потенциалом невозможно обеспечить

выполнение exp( µ
kBT

) << 1. В связи с этим необходимо пользоваться кван-

товыми функциями распределения: распределением Ферми-Дирака или Бозе-

Эйнштейна в зависимости от статистики.

fBE =
1

exp
(

p0
kBT

)
− 1

fFD =
1

exp
(

p0
kBT

)
+ 1

,

(2.8)
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(вообще говоря, указанные выражения приведены в системе координат, свя-

занной с неподвижной средой (heat bath); в произвольной системе координат,

движение которой относительно системы покоя среды задается четырехвекто-

ром скорости uµ, в статистичеких распределениях следует использовать экс-

поненту exp(−nµpµ/T ))

В этом случае, как несложно показать, плазменный параметр ε совпадает

по порядку величины с константой взаимодействия g. Таким образом, коллек-

тивное описание квантовой плазмы возможно только в случае малости кон-

станты взаимодействия.

Вообще говоря, функция распределения зависит от переменных фазово-

го пространства, динамических переменных: энергии-импульса, координаты-

времени и цветного заряда. Цветной заряд неабелевой калибровочной груп-

пы, вообще говоря, не является динамической переменной системы. Однако,

всегда можно определить канонические переменные (переменные Дарбу), ас-

социированные с этим зарядом [123,125]. Необходимо, чтобы скобки Пуассона

для этих переменных имели вид:

{Qa, Qb}P.B. = fabcQc, (2.9)

где fabc - структурные константы алгебры.

Тогда элемент фазового пространства для данного представления группы

имеет вид:

dQ = crdQ
1 . . . dQmδ (QaQa − q2) . . . δ (da1...akQ

a1Qa2 . . . Qak − qk) (2.10)

здесь m - число генераторов представления (для присоединенного представ-

ления группы SU(n) имеем m = n2 − 1), k - число операторов Казимира

представления (для присоединенного представления групп SU(n) - k = n− 1)
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и зависящая от распределения нормировка cr выбирается так, чтобы
∫
dQ = 1.

Инвариант Казимира q2 зависит от представления калибровочной группы. В

частности, например, q2 =
N 2 − 1

2N
для фундаментального и антифундамен-

тального представлений и q2 = N для присоединенного представления.

Также достаточно очевидно (с учетом нормировки), что интегралы по этой

мере обладают свойствами,
∫
dQQa = 0,

∫
dQQaQb = C2δ

ab, которые будут ис-

пользоваться в дальнейшем. Инвариант Казимира C2 зависит от представле-

ния: для фундаментального и антифундаментального представления (кварков

и антикварков соответственно) C2 =
1

2
, для присоединенного представления

(глюонов) C2 = N . Импульсная мера фазового пространства для частицы с

массой m имеет вид:

dP = d4p2θ(p0)δ
(
p2 −m2

)
, (2.11)

что отвечает условию нахождения частицы плазмы на массовой оболочке.

Таким образом, функция распределения f(x, p,Q) представляет собой ве-

роятность нахождения частицы с импульсом p, и зарядом Qa в точке с

пространственно-временными координатами x.

Далее, используя информацию о функции распределения, можно вычис-

лить макроскопические характеристики плазмы. Так, выражение для тензора

энергии-импульса частиц плазмы имеет вид:

T µν =

∫
dQdPpµpνf(x, p,Q, ). (2.12)

Цветной ток, генерируемый частицами плазмы, задается формулой:

jaµ = g

∫
dPdQpµQ

af(x, p,Q). (2.13)
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Тензор поляризации Πab
µν определяется из равенства:

jaµ = Πab
µνA

ν
b , (2.14)

где Aa
µ приложенный внешний потенциал калибровочного поля.

Или иначе:

Πab
µν =

δjaµ
δAν

b

, (2.15)

опустив индексы цвета, можно очевидным образом получить выражения для

электромагнитной плазмы.

Записав кинетическое уравнение Больцмана с учетом уравнений Вонга

[136] (которые суть классические уравнения движения на элементы фазового

пространства):

m
dx

dτ
= pµ

m
dpµ

dτ
= gQaF µν

a (x)pν

m
dQa

dτ
= −gfabcpµAb

µ(x)Qc

(2.16)

(Aa
µ и F a

µν соответственно потенциал самосогласованного калибровочного поля

и собственно калибровочное поле), можно получить кинетическое уравнение

для функции распределения неабелевой плазмы:

df(p(τ), x(τ), Q(τ))

dτ
=pµ

(
∂µ − gfabcAb

µQ
c ∂

∂Qa

−gQaF
a
µν

∂

∂pν

)
f(x, p,Q) = C[f ]

(2.17)

Во власовском приближении бесстолкновительной плазмы кинетическое

уравнение принимает вид:

pµ
(
∂µ − gfabcAb

µQ
c ∂

∂Qa
− gQaF

a
µν

∂

∂pν

)
f(x, p,Q) = 0. (2.18)
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Самосогласованное поле в плазме связано с функцией распределения по-

средством уравнения движения для полей Янга-Милса:

Dab
µ F

µν
b = jaν(x), (2.19)

Отметим, что поскольку при локальных преобразованиях заряд Qa преоб-

разуется по неприводимому представлению калибровочной группы (см. третье

уравнение Вонга в (2.16)), левая часть уравнений (2.17) и (2.71) калибровочно

инвариантна. Также правильным образом относительно калибровочной груп-

пы преобразуется выражение для тока (2.13).

Поляризационные свойства релятивистской кварк-глюонной плаз-

мы в лидирующем приближении. Дебаевский радиус. Затухание

Ландау

Ниже будет приведено вычисление поляризационных свойств бесстолкно-

вительной турбулентной плазмы. Аналогичные выражения для релятивист-

ской электрон-позитронной плазмы было получено в [126]. В неабелевом слу-

чае ответ был получен в [137] путем пересуммирования жестких петлевых мод

(HTL, hard thermal loop) температурной квантовой хромодинамики (см. так-

же [127,128] и обзоры [129,130]).

Для вычисления поляризации будем искать решение (2.71) в виде:

f(p, x,Q) = f eq(p) + δf(x, p,Q), (2.20)

где feq зависящая от типа частиц плазмы равновесная функция распределе-

ния (а именно, распределение Ферми-Дирака для кварков и антикварков и

распределение Бозе-Эйнштейна для глюонов). После перехода к импульсно-

му представлению и элементарного вычисления легко получить выражение
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для δf(k, p,Q) в лидирующем порядке по самосогласованному калибровочно-

му полю плазмы:

δf(k, p,Q) =
1

ı((pk) + ıε)
Qap

µ ∂

∂pν
F a
µν(k)f eq(p) (2.21)

малая добавка ıε позволят учитывать запаздывающие граничные условия.

Далее, вследствие нейтральности основного состояния плазмы по отноше-

нию к неабелевому зараяду (свойство аналогичное электрической нейтрально-

сти электромагнитной плазмы), f eq(p) не вносит вклада в ток. Таким образом,

используя (2.13) и (2.15), можно получить выражение для поляризационного

тензора бесстолкновительной кварк-глюонной плазмы:

Πµν
ab =

2

(2π)3
g2
∫
dQQaQb

∫
dΩv
−(vk)vµgν0 + k0vµvν

(vk) + ıε

(
−
∫
p2
df eq(p)

dp
dp

)
(2.22)

Как легко заметить вследствие калибровочной инвариантности и изотропии,

лишь две компоненты тензора независимы. Также очевидна факторизация

цветных индексов (действительно,
∫
dQQaQb ∼ δab). В итоге, компоненты по-

ляризационного тензора изотропной среды можно полностью задать двумя

независимыми компонентами ΠL (компонента продольной поляризации) и ΠT

(компонента поперечной поляризации):

Π00
ab(k0,k) = δab

|k|2
k20

ΠL(k0,k) (2.23)

Π0i
ab(k0k) = δab

ki

k0
ΠT (k0,k) (2.24)

Πij
ab = δab

[(
δij − kikj

|k|2
)

ΠT (k0,k) +
kikj

|k|2 ΠL

]
(2.25)

Поляризационный тензор (2.15) связан с диэлектической проницаемостью

εij(ω,k| l) посредством формулы:

εij(ω,k) = 1− Πij(ω,k)

ω2
, , (2.26)
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так что

εL(T )(ω,k) = 1− ΠL(T )(ω,k)

ω2
(2.27)

Вычислив интегралы по dP и dQ, можно получить явные выражения для

продольной и поперечной компонент тензора поляризации (обозначение HTL

связанно с тем, что вклад в поляризацию, связанный с этим членом, совпада-

ет с ответом первого порядка, полученным при пересуммировании петлевых

вкладов от жестких температурных мод (Hard Thermal Loops)):

ΠHTL
L = −m2

gx
2
[
1− x

2
L(x)

]
ΠHTL
T = m2

g

x2

2

[
1 +

1

2x
(1− x2) L(x)

]
,

(2.28)

где m2
D = g2/3(N +N2)T

2 дебаевская масса плазмы, в свою очередь Nf число

частиц фундаментального и антифундаментального представления в плазме

(кварков и антикварков) x ≡ k0/|k| и

L(x) ≡ ln

∣∣∣∣1 + x

1− x

∣∣∣∣− ıπθ(1− x). (2.29)

Аналогичное выражение имеет место для случая электромагнитной плазмы с

дебаевской массой mD = e2T 2/3.

Для релятивистской электромагнитной плазмы ответ был получен в рабо-

те [126] в 60-м году. Вычисление было произведено на основе кинетического

уравнения в бесстолкновительном пределе методом, аналогичным изложено-

му выше. В неабелевом случае ответ первоначально был получен на основе

техники перенормировки мягких мод плазмы петлями жестких мод в темпе-

ратурной квантовой хромодинамике [127,128].

Мнимая часть в выражениях для компонент тензора поляризации связана

с правилом обхода при интегрировании, соответствующим запаздывающему
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начальному условию. Затухание волн, связанное с этой мнимой частью, вызва-

но когерентным взаимодействием поля с частицами плазмы и носит название

затухания Ландау [131].

Дисперсию для продольных и поперечных коллективных возбуждений в

плазме можно получить, решая дисперсионные уравнения соответственно для

продольного и поперечного пропагатора:

k20 − ReΠL(k0,k) = 0 (2.30)

k20 − k2 + ReΠT (k0,k) = 0 (2.31)

Дисперсионные уравнения бесстолкновительной плазмы, вообще говоря,

можно решить численно. Ниже приведено аналитическое разложение решений

в случае, когда модуль волнового вектора много меньше плазменной частоты

[123].

ω2
L(|k|)HTL = ω2

pl

(
1 +

3

5

( |k|
ωpl

)2

+O

(( |k|
ωpl

)4
))

ω2
T(|k|)HTL = ω2

pl

(
1 +

6

5

( |k|
ωpl

)2

+O

(( |k|
ωpl

)4
))

,

(2.32)

здесь ωpl - плазменная частота, определяемая соотношением:

ω2
pl =

m2
D

3
. (2.33)

Величина, обратная дебаевской массе, задает дебаевскую длину плазмы, зна-

чение которой в абелевом и неабелевом случае приведено ранее.

2.1.2 Статистическое описание турбулентности.

Турбулентное состояние вещества характеризуется наличием случайных

коллективных возбуждений. Вследствие случайного характера возбуждений
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плазмы, статистическое описание наиболее естественно при рассмотрении ре-

гулярных характеристик в задачах, связанных с турбулентностью. Для всех

макроскопических характеристик вещества (в данном случае плазмы) мож-

но выделить их регулярную и турбулентную части. Корректность указанно-

го разделения обеспечивается в предположении эргодичности, согласно кото-

рой система за достаточно большой промежуток времени пройдет достаточно

близко к любому заданному состоянию в фазовом пространстве вне зависимо-

сти от начальных условий. Таким образом, начальные состояния системы не

влияют на средние значения величин и среднее по статистическому ансамблю

совпадает со средним по времени [120].

Разложим самосогласованный потенциал калибровочного поля на регуляр-

ную и турбулентную компоненты:

Aa
µ = ARa

µ + ATa
µ , (2.34)

причем среднее по ансамблю от турбулентной компоненты равно нулю:

〈ATa
µ 〉 = 0.

Аналогично, можно разложить функцию распределения в плазме:

f(p, x,Q) = fR(p, x,Q) + fT (p, x,Q)

〈f(x, p,Q)〉 = fR(x, p,Q), 〈fT (x, p,Q)〉 = 0
(2.35)

При малых калибровочных преобразованиях потенциал поля преобразует-

ся следующим образом:

δAa
µ = ∂µα

a + gfabcAb
µα

c (2.36)

Для обеспечения корректности рассмотрения необходимо отделить калиб-

ровочные преобразования регулярной и турбулентной компонент потенциала
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следующим образом:

δARa
µ = ∂µα

a + gfabcARb
µ α

c

δATb
µ = gfabcATb

µ α
c,

(2.37)

подобное разделение проводится при проведении вычислений в калибровке

фонового поля.

Как видно при таком разделении условие равенства нулю среднего от тур-

булентного поля по ансамблю 〈AaT
µ 〉 = 0 не нарушается при калибровочном

преобразовании.

Для дальнейшего рассмотрения, удобно ввести следующие обознчения:

F a
µν = FRa

µν + FTa
µν + FTaµν , (2.38)

где:

FRa
µν = ∂µA

Ra
ν − ∂νARa

µ + gfabcARb
µ A

Rc
ν

FTaµν = ∂µA
Ta
ν − ∂νATa

µ + gfabcATb
µ A

Tc
ν

FTa
µν = gfabc

(
ATb
µ A

Rc
ν + ARb

µ A
Tc
ν

) (2.39)

Далее определим коррелятор калибровочного потенциала, а также калиб-

ровочно инвариантный коррелятор полей:

〈
ATa
µ (x)ATb

ν (y)
〉

= Gab
µν(x, y) (2.40)

〈
FTaµν (x)U b(x, y)FTcµ′ν′(y)

〉
= Kab

µνµ′ν′(x, y). (2.41)

Везде ниже в тексте диссертации будут предполагаться статистическая одно-

родность корреляцийKTa
µνµ′ν′(x, y) = KTa

µνµ′ν′(x−y) (и аналогичное соотношение

для Gab
µν) и симметрия корреляторов относительно перестановок цветных и ло-

ренцевских индексов.
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Для вычисления характеристик турбулентной кварк-глюонной плазмы

(как, например, коэффициентов переноса или поляризационных свойств плаз-

мы, которые будут приведены ниже в тексте) по теории возмущений, необ-

ходимо раскладывать одночастичную функцию распределения по степеням

турбулентного поля и затем проводить усреднение.

2.1.3 Турбулентная плазма. Эффекты нулевого порядка

по регулярному полю

Уравнение диффузии для турбулентной плазмы

Рассмотрим сначала турбулентную кварк-глюонную плазму в нулевом по-

рядке по регулярному полю FRa
µν .

Обозначим равновесную функцию распределения турбулентной плазмы через:

fR(0)(x, p,Q) = fR(0)(x, p), (2.42)

где индекс (0) обозначает член нулевого порядка в разложении по регулярной

части калибровочного потенциала AR.

В случаях, когда плазма в основном состоянии в среднем нейтральна относи-

тельно калибровочного заряда, эта функция не зависит от Q.

Далее следует разложить кинетическое уравнение (2.71) по турбулентным

полям. Усредняя по статистическому ансамблю, пользуясь тем, что частная

производная fR(0)(x, p) по калибровочному заряду равна нулю и оставляя чле-

ны лидирующего порядка по корреляторам G и K, можно получить следую-
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щее уравнение для fR(0):(
pµ∂µ − g2pµfabc

〈
ATb
µ Qc

∂

∂Qa

1

(pµ∂µ)
pµ

′
QdF

Td
µ′ν

〉
∂

∂pν

−g2pµQa

〈
FTaµν

∂

∂pν

1

(pµ∂µ)
pµ

′
QbF

Tb
µ′ν′

〉
∂

∂pν′

)
fR(0).

(2.43)

Вследствие ассимметрии структурных констант fabc алгебры su(3) по цве-

товым индексам, в случае, когда коррелятор Gµν
ab симметричен по цветовым

индексам, второй член в выражении равен нулю. Тогда после интегрирования

по заряду, окончательно можно получить следующее уравнение для основного

турбулетного состояния кварк-глюонной плазмы в этом приближении:(
pµ∂

µ − q2g2pµ
∂

∂pν
1

(p∂) + ıε
Kµνµ′ν′
aa (x)pµ′

∂

∂p′

)
f (2.44)

здесь через 1
(pk)+ıε формально обозначает запаздывающую функцию Грина

уравнения pµ∂µf = 0.

Появление вильсоновской линии при вычислении среднего по ансамблю (фор-

мула (2.41)) связано с зависимостью зарядов Q(x) от пространственно-

временных координат в плазме. Действительно, подстановка:

Q(t)a = P exp

(
−
∫ x(t)

x(t0)

fabcA
µ
cdxµ

)
Qb
x(t0)

(2.45)

в выражение, содержащее Qa и использование статистической однородности

коррелятора приводит к (2.44).

Как видно уравнение (2.44) имеет вид уравнения диффузии:(
pµ∂

µ − ∂

∂pν

(
Dµν ∂

∂p

))
fR(0). (2.46)

Перейдя в импульсное представление и воспользовавшись антисимметрией

Kµνµ′ν′, можно получить явное выражение для Dµν:

Dµν = g2q2pµ′pν′

∫
d4kKµµ′ν′ν(k)

1

ı((pk) + ıε)
. (2.47)
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Уравнение диффузии для турбулентной электромагнитной плазмы было ис-

следовано в [138,139], неабелевый случай рассматривался в [117,118]

Исследуя уравнение (2.46), можно изучать транспортные свойства турбу-

лентной плазмы. Ниже будет приведена схема вычисления аномальной вязко-

сти турбулентной плазмы, следуя [117].

Аномальная сдвиговая вязкость плазмы

Аномальная вязкость турбулентной кварк-глюонной плазмы была вычис-

лена в работах [117,118].

Эффективные столкновения частиц плазмы друг с другом посредством

турбулентного поля способны существенно уменьшить среднюю длину про-

бега. Это, в свою очередь, явным образом сказывается на ее транспортных

свойствах. Прежде чем приводить схему вычисления, ниже будет представле-

на эвристическая оценка.

Для начала будет рассмотрена оценка в плазме в отсутствии турбулент-

ности. В кинетической теории газов выводится формула, устанавливающая

простую связь между длиной свободного пробега и сдвиговой вязкостью си-

стемы слабо связанного газа или жидкости [132,133]

η ∼ 1

3
N̄ p̄λf , (2.48)

где p̄ - средний импульс частиц, λf - средняя длина свободного пробега

Оценка для p̄ в релятивистской плазме дает p̄ = 3T . В свою очередь, длина

свободного пробега в слабо связанной плазме выражается через транспортное

сечение рассеяния частиц в ней посредством формулы:

λf = (N̄σtr)
−1, (2.49)
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тогда как, транспортное сечение выражается через дифференциальное сече-

ние рассеяния формулой:

σtr =

∫
dΩ

dσ

dΩ
sin2(θ) (2.50)

квадрат синуса угла рассеяния под интегралом в правой части отражает тот

факт, что наиболее эффективная передача импульса осуществляется при рас-

сеяниях на большие углы.

Транспортное сечение в КХД было рассчитано в работе [133]. Было получено

следующие выражение:

σtr ≈
5g4

4p̄2
log

4π

g
. (2.51)

Таким образом, окончательно оценка для сдвиговой вязкости принимает вид:

η =
T

σtr
=

18πs

25g4 log 4πg
, (2.52)

здесь s - плотность энтропии, для ультрарелятивистских частиц плазмы

s = 4N̄

Эта оценка близка к результату подробного вычисления в приближении ли-

дирующих логарифмов, полученному в [134]

В случае, когда в плазме присутствуют турбулентные поля, данная оценка

претерпевает изменения. Длина свободного пробега по определению - длина,

на которой частица полностью теряет первоначальный импульс, то есть им-

пульс, приобретенный за счет перерассеяний, становится сравнимым с перво-

начальным импульсом частицы. Далее, если длина когерентности турбулент-

ных полей в плазме - l, то изменение импульса частицы на этой длине имеет

порядок:

∆p ∼ gQaF al (2.53)
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где F a турбулентное поле в плазме (будь-то электрическое или магнитное).

В итоге, длина свободного пробега выражается формулой:

λ = l

〈
p̄

∆p

〉
=

p̄2

g2Q2〈F 2〉l (2.54)

Другие слагаемые формулы для вязкости не претерпевают изменений. Таким

образом, оценка для вязкости турбулентной плазмы принимает вид:

η ∼ 9sT 3

4g2Q2〈F 2〉l (2.55)

Как можно видеть, турбулентные поля эффективно уменьшают длину сво-

бодного пробега частиц в плазме, что в свою очередь приводит к уменьшению

вязкости.

Далее будет рассмотрена схема подробного вычисления вязкости в турбу-

лентной как в изотропном, так и в неизотропном случае. Вычисление прово-

дится в приближении линейного отклика. Поскольку вязкость является ре-

лятивистским инвариантом, можно без ограничения общности рассмотреть

координатную систему, связанную с покоящейся средой. Разумно рассмотреть

линейную поправку к равновесной функции распределения:

fR(0)(p, r) = f eq(p) + δfR(0) = f eq [1 + f1(p, x)(1± f eq(p))] , (2.56)

знак определяется статистикой: + для бозонов, − для фермионов

Для определения коэффициентов вязкости необходимо вычислить поправки к

тензору энергии-импульса плазмы:

δTij = −2η(∇u)ij − ξδij(∇u), (2.57)

здесь (∇u)ij = ∂iuj + ∂jui −
2

3
δij∂kuk - симметричный бесследовый тензор.

Тензор энергии-импульса выражается через одночастичную функцию распре-
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деления посредством формулы:

Tik =

∫
d3p

(2π)2p0
pipjf

R(0)(p, r) (2.58)

Вязкость можно получить рассматривая возмущения вида (аналогичное вы-

числение для объемной вязкости дает 0, как и должно быть в масштабно-

инвариантной системе):

f1(p, x) = − ∆̄(p)

EpT 2
pipj(∇u)ij (2.59)

Несложное вычисление показывает, что таким образм сдвиговая вязкость вы-

ражается через ∆̄(p) посредством формулы:

η = − 1

15T

∫
d3p

(2π)3
p4

p20
∆̄(p)

∂f eq

∂p0
. (2.60)

Подставляя вариацию (2.56) с функцией f1 вида (2.59) в (2.46) В работе [117]

была выбрана следующая параметризация коррелятора турбулентных полей:

Kab
µνµ′ν′(x) =

〈
F a
0µνF

b
0µ′ν′
〉

exp

[
−r2

a2
− t2

.
τ 2
]

(2.61)

Рассматривался как изотропный:

〈Ea
i E

b
j〉 =

1

3
δabδij〈E2〉

〈Ba
iB

b
j〉 =

1

3
δabδij〈B2〉

〈EiBj〉 = 0,

(2.62)

так и неизотропный сценарий:

〈Ea
i E

b
j〉 = 0

〈Ba
iB

b
j〉 =

1

2
δab(δij − δi3δj3)〈B2〉

〈Ea
iB

b
j〉 = 0,

(2.63)

здесь Ea и Ba соответственно хромоэлектрическое и хромомагнитное поле.
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Физической мотивацией выбранной конфигурации полей в неизотропном

сценарии служит тот факт, что неустойчивость Вайбеля, с которой приня-

то связывать развитие турбулентности в столкновениях ядер - магнитная

неустойчивость. Причем неустойчивость развивается в направлении попереч-

ном относительно оси столкновения. Поэтому на начальном этапе развития

турбулентности можно ожидать неизотропную конфигурацию полей, тогда

как со временем плазма изотропизируется и происходит перекачка магнит-

ных мод в электрические.

В работе [118] вариационным методом было проведено вычисление с учетом

столкновительного члена. По порядку величины ответ согласуется с оценкой

полученной в начале подраздела. Таким образом, турбулентность представля-

ет собой эффективный механизм обеспечивающей малую вязкость среды.

Коэффициент q̂.

Интересно, что турбулентность кварк-глюонной плазмы способна также,

по крайней мере частично, объяснить эффект гашения струй в столкновениях

ядер. Вычисления радиационных потерь в среде кварков и глюонов демон-

стрируют [140–144, 147], что ключевым параметром определяющим потери в

веществе является параметр q̂, который по определению представляет собой

средний квадрат поперечного импульса, передаваемого партону в среде на еди-

ницу длины. Турбулентные поля плазмы эффективно перерассеивают глюо-

ны, тем самым, увеличивая коэффициент и, соответственно, гашения струй.

В кварк-глюонной плазме в отсутствии турбулентности вычисление в при-

ближении лидирующих логарифмов дает следующее значение коэффициен-

65



та [135]:

q̂ =
8ζ(3)

π
NCrα

2
sT

3 ln
1

αs
, (2.64)

где l, как и ранее, длина корреляции турбулентных полей плазмы.

В турбулентной плазме элементарное вычисление дает следующий вклад к

значению коэффициента, вызванный перерассеянием на турбулентных полях:

q̂ = q2g
2〈E2 +B2〉l, (2.65)

действительно, в среднем на длине когерентности частица приобретает им-

пульс p̄2 = q2g
2〈E2 +B2〉, откуда непосредственно следует формула для q̂

2.2 Диаграммная техника для вычисления

функции распределения турбулентной

плазмы. Разложение по регулярным по-

лям

Далее рассмотрим эффекты в турбулентной плазме, связанные с присут-

ствием в плазме регулярных полей. В частности, будет рассмотрен ряд теории

возмущений функции распределения относительно регулярных и турбулент-

ных полей, изложена соответствующая диаграммная техника. Как результат,

будут исследоваться турбулентные поправки к поляризационному тензору в

приближении длиноволновых корреляций. Матеириал соответствует результа-

там двух работ автора в соавторстве с Андреем Владимировичем Леонидовы и

Берндтом Мюллером [151] и Андреем Владимировичем Леонидовым и Игорем

Михайловичем Дреминым [152].
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2.2.1 Пертурбативное разложение функции распределе-

ние в общем случае

Далее будет проведено систематическое пертурбативное разложение функ-

ции распределения по регулярным полям в плазме и корреляциям турбулент-

ных полей.

Рассмотрим для начала уравнение следующего вида:

(pµ∂µ − gfabcAb
µQ

c ∂

∂Qa
)f(p, x,Q) = Qaφ

a(x, p), (2.66)

где функция φ(x, p) - не зависит от Qa.

Раскладывая решение этого уравнения по степеням Ab
µ, можно получить сле-

дующее формальное выражение для f(x, p,Q).

f(x, p,Q) = f (0)(p, x,Q) +

(
1

pµDµ

)
ab

Qbφa(x, p) (2.67)

здесь (1/pµDµ)ab - оператор обратный оператору pµDµab, где Dab
µ , как обычно,

ковариантная производная:

Dab
µ = ∂µδ

ab − fabcAc
µ (2.68)

функция f 0(p, x,Q) - "нулевая мода" , то есть решение одородного уравнения:

(pµ∂µ − gfabcAb
µQ

c ∂

∂Qa
)f (0)(p, x,Q) = 0 (2.69)

Записанный выше формально обратный оператор представляется в виде

ряда: (
1

pµDµ

)
ab

=
1

(p∂)

(
δab +

1

(p∂)
fabc(p

µAc
µ)

+
1

(p∂)
fadc(p

µAc
µ)

1

(p∂)
fdbe(p

νAe
ν) + . . .

) (2.70)
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Далее будет вновь рассмотрено кинетическое уравнение во власовском преде-

ле:

pµ
(
∂µ − gfabcAb

µQ
c ∂

∂Qa
− gQaF

a
µν

∂

∂pν

)
f(x, p,Q) = 0 (2.71)

Учитывая (2.67) достаточно очевидно, что уравнение для функции распреде-

ления f(x, p,Q) можно переписать в виде операторного уравнения:

f(x, p,Q) = f (0)(x, p,Q) +

(
1

(pD)

)
ab

pµgQbF b
µν

∂

∂pν
f(x, p,Q) (2.72)

где f (0)(x, p,Q) = f eq(p) - равновесная функция распределения плазмы.

В диаграммном представлении уравнение (2.72) имеет вид:

�
=

�
eq

+

�
(2.73)

где сплошная линия с индексом "eq" обозначает первый член f eq(p) (2.72)

�
eq

= f eq(p) (2.74)

сплошная толстая линия обозначает функцию распределения:

�
= f(x, p,Q) (2.75)

вьющаяся линия обозачает цветное поле в плазме:

� = F a
µν(x) (2.76)
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прерывистая линия обозначает пропагатор:

� =

(
1

(pD)

)
ab

(2.77)

Наконец, определим вершину:

� = gQapµ
∂

∂ν
(2.78)

Уравнение (2.72) можно решать раскладывая в ряд теории возмущений по сте-

пеням полей плазмы плазмы F a
µν. В диаграммном виде указанное разложение

записывается в виде:

� =�
eq

+�eq +	eq
+ . . . (2.79)

2.2.2 Разложение по регулярным полям и корреляциям

турбулентных полей для абелевой плазмы.

Первым делом будет рассмотрен абелевый случай (электромагнитная

электрон-позитронная плазма). В абелевом случае в выражении для пропа-

гатора вместо ковариантной производной стоит обычная производная:(
1

(pD)

)
ab

→ 1

(p∂)
(2.80)

Также неабелевые заряды Qa следует заменить знаком (положительным

или отрицательным) соответствующего абелевого заряда (электрический за-

ряд не имеет цветных индексов). Интеграл по неабелевым зарядам
∫
dQ пе-

реходит в сумму по положительным и отрицательным зарядам плазмы:∫
dQ→

∑
+−

(2.81)
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По очевидной причине для обозначения константы связи электромагнитного

взаимодействия будет использоваться символ e.

Далее, коррелятор полей турбулентной абелевой плазмы принимает вид:

Kµνµ′ν′

ab (x)→ Kµνµ′ν′(x) =
〈
F Tµν(x)F Tµ′ν′(0)

〉
(2.82)

Можно разложить калибровочное поле электромагнитной плазмы на тур-

булентную и регулярную компоненты:

F µν = FRµν + F T µν, (2.83)

где среднее от турбулентной компоненты равно нулю, 〈F T µν〉 = 0

Как и в неабелевой плазме, проводится разложение функции распределе-

ния на регулярную и турбулентную компоненты:

f(p, x) = fT (p, x) + fR(p, x). (2.84)

В диаграммных обозначениях:

�R = fR(k, p,Q) (2.85)

�T = fT (k, p,Q) (2.86)

�T = F T
µν(k), (2.87)

Для вычисления характеристик плазмы на основе теории возмущений будет

проведено разложение регулярных и турбулентных компонент функции рас-

пределения и калибровочного поля плазмы по степеням регулярного поля:

F T µν = F T (0)µν + F T (1)µν + . . .

fT (p, x) = fT (0)(p, x) + fT (1)(p, x) + . . .

fR(p, x) = fR(0)(p, x) + fR(1)(p, x) + . . .

(2.88)
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где члены разложения с верхним символом (n) пропорциональны (n)-ой сте-

пени регулярного поля (F T µν ∼ FRµν, ...).

Для проведения вычислений удобно ввести также следующие диаграммные

обозначения:

�T (R)
≡ (fT (R)(k, p,Q))(0) ∼ (FR

µν)
0 (2.89)

�T (R)
≡ (fT (R)(k, p,Q))(1) ∼ (FR

µν)
1 (2.90)

�T ≡ (F T
µν)

(0) ∼ (FR
µν)

0 (2.91)

�T ≡ (F T
µν)

(1) ∼ (FR
µν)

1. (2.92)

Тогда в диаграммных обозначениях разложение (2.88) принимают вид:

�T (R)
=	T (R)

+
T (R)
+ . . . (2.93)

�T =�T +T + . . . (2.94)

Подставляя указанные разложения в (2.73) можно получить следующее диа-

граммное уравнение:

�
R

+�
R

+�
T

+�
T

=�
eq

+

�R

R
+�T

R
+�T

T
+�R

T
+

�T

T
+�R

T
+�R

T
+�T

T

(2.95)

Для вычисления поляризационных свойств плазмы необходимо определить

вклад в функцию распределения связанный с присутствием в плазме регуляр-

ных полей. Поляризационный оператор вычисляется согласно формуле ана-

логичной (2.14):

jµ = ΠµνA
Rν, (2.96)
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где, как обычно, Aµ- потенциал регулярного калибровочного поля.

В свою очередь, ток, возникающий в плазме в присутствии регулярных полей,

может, очевидно, быть вычислен согласно уравнению:

jν(x) = e
∑
i,s

∫
dPpνqif(p, x, q), (2.97)

где сумма по i (i пробегает значения от одного до двух, причем q1 = +1,

q2 = −1), а сумма по s - сумма по спинам.

Также в абелевой плазме упрощаются уравнения движения для полей

(2.19). Динамика полей в электромагнитной плазме описывается уравнениями

Максвелла:

∂µF
µν(x) = jν(x) (2.98)

2.2.3 Вклады нулевого порядка по регулярным полям.

Для начала будут рассмотрены вклады нулевого порядка по регулярным

полям. После усреднения, из (2.95) легко получить следующее диаграммное

уравнение для регулярной компоненты функции распределения:

�
R

=�
eq

+

〈
�T

T
〉
. (2.99)

Оттуда же слеует диаграммное уравнение для стохастической компоненты

функции распределения:

�
T

=�R

T
+

[
�T

T
−
〈
�T

T
〉]

(2.100)

Подставляя уравнение для турбулентных частей в выражения для регу-

лярных компонент, можно после усреднения получить выражения зависящие
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только от корреляций турбулентных полей. При вычислении регулярных ве-

личин в условиях слабой турбулентности выражением в квадратных скобках

можно пренебречь. Это связанно с тем обстоятельством, что в первом порядке

теории возмущений по корреляциям турбулентных полей результат усредне-

ния зависит от тройных корреляций, которые не дают вклада в гауссовском

приближении (см. ниже). Вообще говоря, выражение в квадратных скобках

приводит к нечетным корреляциям турбулентных полей. В случае, когда рас-

пределение турбулентных полей плазмы подчинено гауссовскому статистиче-

скому ансамблю, корреляции полей нечетного порядка равны нулю. В даль-

нейшем, в ходе вычислений турбулентные поля в плазме будут рассмотрены

в гауссовском приближении. Подставляя выражение для f (0)T , из (2.100) в

(2.99), можно получить:

�
R

=	
eq

+

〈



T

R

T
〉

(2.101)

Далее можно определить диаграммное представление для коррелятора турбу-

лентных полей:

�
K

= Kµνµ′ν′(x) (2.102)

Тогда уравнение (2.101) принимает вид:

�
R

=
eq

+�
K

R
(2.103)

Переходя в импульсное представление, предыдущее уравнение можно пе-

реписать в виде: (
ı(pk)− Ô(p, k,K)

)
×�

R
= 0 (2.104)

где оператор Ô(p, k,K) приближенно задается следующей диаграммой в им-

пульсном представлении:
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Ô(p, k,K) =�
K

+ . . . (2.105)

при выводе (2.104) использовался тот факт, что (p∂)f eq(p, x) = 0.

Таким образом, уравнение (2.104) определяет перенормировку пропагато-

ра В рассматриваемом пределе гауссовских корреляций оператор Ô(p, k,K)

представляет собой сумму неприводимых диаграмм:

Ô(p, k,K) =

�

K

+

�

K

+

�
+ . . . (2.106)

В первом порядке (2.104), очевидно, представляет собой абелевый аналог

уравнения диффузии (2.44). Таким образом, достаточно очевидно, что тур-

булентные поправки к функции распределения в нулевом порядке по регу-

лярным полям можно учесть используя в вычислениях перенормированный

пропагатор:

�
≡ 1

ı(pk)− Ô(p, k,K)
. (2.107)

и взяв в качестве начальной функции распределения турбулентной плазмы

решение уравнения диффузии (2.104), которое обозначим через f (0)(p, x).

Вообще говоря, уравнение (2.104) допускает стационарные решения толь-

ко специального вида (см. подробнее в подразделе "Условия применимости").

Функция f eq(p) не является решением. В дальнейшем везде ниже будет ис-

пользоваться приближении, в котором вместо f (0)(p, x) можно использоваться

f eq(p). Более подробно условия применимости будут освещены ниже в специ-

ально посвященном этому подразделе.
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2.2.4 Вклады первого порядка по регулярным полям.

В данном подразделе будут расмотрены поправки к функции распреде-

ления пропорциональные первой степени регулярного поля: fR(1) and fT (1).

Используя ту же процедуру, что и в предыдущем подразделе, можно из урав-

нения (2.95) получить следующее диаграммные выражения:

�R =�R

R
+

〈�T

T
〉

+

〈�T

T
〉

(2.108)

и:

�T =�T

R
+�R

T
+�R

T
(2.109)

Для того чтобы замкнуть систему для fR(1) необходимо выразить турбу-

лентную компоненту поля пропорциональную первой степени регулярного по-

ля F T (1)
µν (двойная волнистая линия в правой части (2.109)) соотвественно через

турбулентную компоненту функции распределения пропорциональную первой

степени регулярного поля fT (1) (двойная прямая линия). Для этого следует

воспользоваться уравнением Маквелла (2.98). В импульсном представление

решение уравнения Максвелла с током jν задается выражением:

Fµν(k) = −ıkµjν − ıkνjµ
k2

(2.110)

Далее воспользовавшись выражением для тока (2.97), можно получить

F T (1)
µν (k) = g

∫
d4p dQQ δ(p2) · θ(p0) fT (1)(k, p,Q)× ıkνpµ − ıkµpν

k2
(2.111)

Для удобства проведения вычислений разумным представляется ввести но-

вое диаграммное обозначение - квадратную вершину, определяющую связь

между F T (1)
µν и fT (1) в (2.111):

	 =
g
∫
d4p1dQQ

2 δ((p1)
2) θ((p1)

0) (ıkν(p1)µ − ıkµ(p1)ν)

k2
(2.112)
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С учетом введенных обозначений можно таким образом переписать (2.109) в

следующем виде:


T =�T

R
+�R

T
+

R

R T

+

�R

T R

+

�R

T R (2.113)

Уравнение (2.113) вновь выражает fT (1) через F T (1)
µν . Повторяя итерации, мож-

но очевидным образом получить выражение для fT (1) содержащее только FR
µν,

а также бесконечно много диаграмм с квадратными вершинами. Однако, как

будет подробно показано в подразделе "Условия применимости" , диаграм-

мы с квадратными вершинами подавлены по сравнению с диаграммами не

содержащими последних. Таким образом ряд можно оборвать. Наконец, под-

ставляя (2.113) в (2.108), усредняя и оставляя только члены содержащие не

более одного коррелятора турбулентных полей, можно получить следующее

диаграммное выражение для функции распределения в импульсном представ-

лении fR(1)(k, p) в приближении слабой турбулентности:

�R =�R

R
+�

K

R eq
+

�eq

K
R

eq

+

�eq

K
Req

+

�
K

eq

R eq

+

�
K

eq

R
eq

(2.114)
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здесь всюду используется пересуммированный пропагатор (2.107).

К сожалению не удается выполнить пересуммирование (2.107) в аналити-

ческой форме. Ограничиваясь первым порядком по корреляциям, получаем:

�R =�R

R
+�

K

R eq
+�K

eq

R
+

�eq

K
R

eq

+

�eq

K
Req

+

�
K

eq

R eq

+

�
K

eq

R
eq

(2.115)

2.2.5 Неабелевая плазма. Вклады пропорциональные

Gµν
ab

Далее будет рассмотрен вклад неабелевых членов в разложение функции

распределения.

Ситуация в кварк-глюонной плазме в сравнении с электромагнитным слу-

чаем осложняется тем, что потенциал глюонного поля Aa
µ содержится в пропа-

гаторе (2.77) для неабелевого кинетического уравнения (2.71). Таким образом

при усреднении возможно появление вкладов пропорциональных коррелято-

ру потенциалов глюонного поля Gµν
ab . Вычисление ниже показывает, что, по

крайней мере в первом порядке по корреляциям полей, ответ для поляриза-

ционного оператора не зависит от Gµν
ab .
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Вычисление будет производиться непосредственно исходя из уравнения

(2.71). Регулярная и турбулентная компоненты функции распределения fR,

fT будут раскладываться в ряд по степеням регулярного потенциала (f (0) ∼

(AR)0, f (1) ∼ (AR)1, ...). AR. Сосредоточимся на неабелевых вкладах, то есть

только на членах, содержащих коррелятор Gab
µν. Вклады с Kab

µνµ′ν′ исследуют-

ся ниже. Причина, по которой AT не раскладываются в ряд по регулярным

полям заключается в том, что AT (n) связаны с fT (n) посредством уравнениям

движения (2.19), которые в первом порядке по константе связи g эквивалент-

ны уравнениям Максвелла (2.98), и, как будет показано ниже в подразделе

посвященном условиям применимости, приводят к вкладам, которыми можно

пренебречь.

Далее, из (2.71) следует:

(pµ∂µ)fT (0) = gpµQaF
Ta
µν

∂

∂pν
fR(0) (2.116)

(pµ∂µ)fT (1) = gpµfabcATb
µ Q

c ∂

∂Qa
fR(1) + g2pµfabcARb

µ Q
c 1

(p∂)
pµ

′
FTaµ′ν

∂

∂pν
fR(0)

+ gpµQaF
Ta
µν

∂

∂ν
fR(0) + gpµQaF

Ta
µν

∂

∂pν
fR(1) + g2pµpµp′QaFRa

µν

∂

∂pν

1

(pµ∂µ)

×QcF
Tc
µ′ν′

∂

∂pν′
fR(0) + g2pµfabcARb

µ Q
c ∂

∂Qa

1

(pµ∂µ)
pµ

′

d F
Td
µ′ν

∂

∂pnu
fR(0)

(2.117)

(pµ∂µ)fR(1) = gpµfabc
〈
ATb
µ Q

c ∂

Qa
fT (1)

〉
+ gpµQa

〈
FTaµν

∂

∂pν
fT (1)

〉
+ gpµQa

〈
FR
µν

∂

∂pν
fT (0)

〉
+ gpµQaF

Ra
µν

∂

∂pν
fR(0)

(2.118)

Наконец, подставив (2.116) и (2.117) в (2.118), можно получить следующую

поправку к регулярной функции распределения первого порядка по отноше-
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нию к корреляциям потенциалов:

fR(1) = fHTL + I1 + I2 + I3 + I4 + I5 + I6 + I7 + I8 (2.119)

Здесь fHTL обозначает уже приведенный вклад в функцию распределения бес-

столкновительной плазмы, связанный с присутствием в ней регулярного поля

, тогда как In отвечают турбулентным поправкам.

I1 = g3pµfabc
〈
ATb
µ Q

c ∂

∂Qa
pµ

′ 1

pµ∂µ
fdefARe

µ′ Qf ∂

∂Qd

1

pµ∂µ
pµ

′
QgFµ′′ν

〉
∂

∂pν
fR(0)

I2 = g2pµfabc
〈
ATb
µ Q

c ∂

∂Qa

1

(pµ∂µ)
fdefpµ

′
ATe
′

〉
Qf ∂

∂Qd
fR(1)

I3 = g3pµfabc
〈
ATb
µ Q

c ∂

∂Qa

pµ
′
pµ

′′

(pµ∂µ)
QdQeF

Rd
µ′ν

∂

∂pν
1

pµ∂µ
QfF

Tf
µ′′ν′

〉
∂

∂pν
fR(0)

I4 = g2pµfabc
〈
ATb
µ Q

c ∂

∂Qa

1

(pµ∂µ)
pµ

′
QdF

Td
µ′ν

〉
∂

∂pν
fR(0)

I5 = g2pµfabc
〈
ATb
µ Qc

∂

∂Qa

1

(pµ∂µ)
pµ

′
QdF

Td
µ′ν

〉
∂

∂pν
fR(1)

I6 = g3pµQa

〈
FTaµν

∂

∂pν

1

pµ∂µ
pµ

′
f bdcQd ∂

∂Qb
ARc
µ′

1

(pµ∂µ)
pµ

′′
FTdµ′′ν′

〉
Qd

∂

∂pν′
fR(0)

I7 = g3pµQa

〈
FTaµν

∂

∂pν

1

(pµ∂µ)
pµ

′
QbFRb

µ′ν′
∂

∂pν′
1

(pµ∂µ)
pµ

′′
QcF

Tc
µ′′ν′′

〉
∂

∂pν′′
fR(0)

I8 = g2pµQa

〈
FTaµν

∂

∂pν

1

(pµ∂µ)
pµ

′
QdF

Td
µ′ν′

〉
∂

∂pν′
fR(0)

(2.120)

Для вычисления поляризации необходимо взять интеграл по dQ. После

умножения на Qa и интегрирования по частям по Q, становится ясно, что нет

вклада в поляризацию от I3, I5, I6 и I8.

Далее для определенности будет рассматриваться изотропный коррелятор

Gab
µν:

Gab
µν = δab

[
gµνgν0

〈
A2

0

〉
+

1

3
δ̂µν
〈
A2
〉]
B(|r|, t) (2.121)

Обозначим через fRa(1)(x, p) =
∫
Qa dQ fR(1)(x, p,Q) функция распреде-

ления неабелевого заряда. Из члена I2 можно получить следующую ренор-
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мализацию уравнения для fRa(1)(x, p) в режиме длинноволновых корреляций

(детали вычисления представлены в Приложении А):

[(pµ∂µ) + pγ]fRl(1) =

∫
Ql dQ (HTL+ I1 + I4) (2.122)

здесь:

γ = g2
N 2 − 1

4N

√
πl

[〈
A2

0

〉
+

〈
1

3
A2

〉]
(2.123)

где l = 1√
1

2a2
+ 1

2τ2

Только лишь сумма всех трех членов HTL (перенормированная согласно

(2.122)), I1 I4 является калибровочно инвариантной. Подробное вычисление

приведено в Приложении A. Окончательное выражение для поляризационного

тензора имеет вид:

Πsum ab
µν = m2

gδ
ab

∫
dΩ

4π

[
−vµgν0 +

k0vµvν

(vk) + ıγ
+

k0vµvν

(vk) + ıε)((vk) + ıγ)

]
(2.124)

Как видно, указанное выражение калибровочно-инвариантно. Более того, ли-

дирующий вклад имеет порядок γ2 и квадратичен по коррелятору Gab
µν. Таким

обраом, в наинизшем (по крайней мере) порядке по корреляциям калибровоч-

ных потенциалов в турбулентной плазме, корреляции потенциалов не вносят

вклада в поляризационные свойства.

2.2.6 Неабелевая плазма. Вклады пропорциональные

Kab
µνµ′ν′.

Как было показано в предыдущем подразделе корреляции потенциалов не

вносят вклад в поляризацию плазмы в первом порядке.

В результате поляризационные свойства турбулентной кварк-глюонной

плазмы определяются исключительно коррелятором калибровочных полей
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Kab
µνµ′ν′(x), определенным в (2.41). Вильсоновская линия в определении кор-

релятора здесь возникает в результате усреднения выражений содержащих

пропагатор (2.77). Действительно, как не сложно показать, проведя довольно

простое вычисление в импульсном представлении:

Ô(p, k,K) =�
K

=

〈
pµ

∂

∂pν
QaQbF T µν

a

(
1

pµDµ

)
bc

F T µ′ν′
c pµ′

∂

∂pν′

〉
= pµ

∂

∂pν
QaQb

∫
d4k1

1

(pk1)
Kµνµ′ν′

ab (k − k1)pµ′
∂

∂pν′

(2.125)

Отсюда, разложение для функции распределения в наинизшем порядке

по корреляциям полей и потенциалам слаботурбулентной неабелевой плазмы

совпадает с соответствующим разложением для абелевой плазмы с точностью

до замены коррелятора (2.82) коррелятором (2.41):

Kµνµ′ν′ → Kab
µνµ′ν′ (2.126)

и цветовых множителей Qa.

2.3 Турбулентная поляризация релятивистской

плазмы в длинноволновом пределе.

2.3.1 Электромагнитная плазма.

Ниже приведено вычисление турбулентных поправок к поляризационному

тензору релятивистской электромагнитной плазмы. В данной работе вычис-

ления проводились в предположении выполнения условий изотропного тур-

булентного сценария (см. формулу (2.62)), то есть рассматривается предел

развитой турбулентности. Для определенности (а также для удобства прове-

дения вычислений) рассматривалась параметризация коррелятора аналогич-
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ная (2.61):

Kµνµ′ν′(x) = 〈F0µνF0µ′ν′〉 exp

[
−r2

a2
− t2

τ 2

]
(2.127)

В изотропном случае:

〈EiEj〉 =
1

3
δij〈E2〉

〈BiBj〉 =
1

3
δij〈B2〉

〈EiBj〉 = 0

(2.128)

Разложим полный поляризационный тензор турбулентной электромагнит-

ной плазмы Πij(ω,k) на сумму двух компонент: компоненту Π HTL
L(T ) , представ-

ляющую приведенное в (2.28) выражение для поляризации бесстолкновитель-

ной плазмы, и компоненту Π turb
L(T )(ω,k), определяющую турбулентные поправ-

ки:

ΠL(T )(ω,k) = Π HTL
L(T ) (ω,k) + Π turb

L(T )(ω,k). (2.129)

Далее, как уже упоминалось, вычисления проводятся в приближении слабой

турбулентности, и сохраняются наинизшие вклады по корреляциям турбу-

лентных полей, а именно вклады пропорциональные первой степени корре-

ляций турбулентных полей 〈E2〉 и 〈B2〉 (см. формулу (2.62)). Помимо это-

го, вычисления проводится в длинноволновом приближении: рассматривается

градиентное разложение компонент поляризационного тензора Π turb
L(T )(ω, |k|) по

параметру (|k| l) < 1:

Π turb
L(T )(ω, |k| | l) =

∞∑
n=1

(|k| l)n
k2

[
φ

(n)
L(T )

(
ω

|k|

)
〈E2〉+ χ

(n)
L(T )

(
ω

|k|

)
〈B2〉

]
(2.130)

Ниже будут подробно рассматриваться поправки к функции расспределе-

ния, определяемые формулой (2.115) в релятивистском пределе. Как уже упо-

миналось (и будет показано ниже) диаграммами с квадратными вершинами

можно пренебречь. Таким образом, основной вклад в турбулентные поправки
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к функции распределения привносят две диаграммы без квадратных вершин,

диаграмма:

〈δf12〉I =�K eq

R
=

e3 q3

ı((pk) + ıε)
FR ρσ(k) ·

∫
d4k1 pµ

∂

∂ pν
Kµνµ′ν′(k1)

× 1

ı((p(k − k1)) + ıε)
pµ′

∂

∂ pν′
1

ı((pk) + ıε)
pρ

∂

∂ pσ
f eq(p)

(2.131)

и диаграмма:

〈δf12〉II =�
K

R eq
=

e3 q3

ı((pk) + ıε)
FR ρσ(k) ·

∫
d3k1K

µνµ′ν′(k1)pµ
∂

∂ pν

× 1

ı((p(k − k1)) + ıε)
pρ

∂

∂ pσ
1

ı(−(pk1) + ıε)
pµ′

∂

∂ pν′
f eq(p),

(2.132)

где f eq - распределение ферми-дирака для электронов и позитронов.

Первая диаграмма дает основной вклад в градиентное разложение (2.130).

Последнее связано с тем обстоятельством, что выражение (2.132) содержит два

пропагатора под интегралом по k1, тогда как выражение (2.132) содержит один

пропагатор в подинтегральным выражении. Поэтому выражение для (2.132)

содержит дополнительный фактор (|k| l) по сравнению с (2.131).

Для определения турбулентных поправок к поляризации необходимо вы-

числить поправки к функции распределения (2.131) и (2.132), проинтегриро-

вать по импульсам и просуммировать по зарядам согласно (2.97) и воспользо-

ваться (2.96).

Вычисление проводилось в первых двух порядках градиентного разложе-

ния по (|k| l). Как уже упоминалось выше, градиентное разложение для (2.131)

начинается с членов порядка (|k| l) и содержит как члены пропорциональные

корреляциям электрических полей φ (n)
L(T ), так и члены пропорциональные кор-

реляциям магнитных полей χ (n)
L(T ), тогда как разложение для (2.132) начина-
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ется с членов порядка (|k| l)2 и содержит только члены пропорциональные

корреляциям электрических полей φ (n)
L(T ) ( χ

(n)
L(T ) = 0).

Процедура вычисления интеграла по k1 приведена в приложение А.2. При-

ложение А.3 содержит вычисления интегралов по импульсам.

Приведем ответы для поляризации. Вычисление вклада от диаграммы

(2.131) приводит к следующим выражениям для функций φ (1)
L(T ) и χ

(1)
L(T ), опре-

деляющий лидирующий вклады градиентного разложения (2.130):

φ
(1)
I T (x) =

ıe4

6π
√
π

2x

[
4 + 10x2 − 6x4

3(1− x2) + x(1− x2) L(x)

]
(2.133)

φ
(1)
I L (x) = − ıe4

6π
√
π

8x3

3(1− x2)2 (2.134)

и

χ
(1)
I T (x) =

ıe4

6π
√
π

4x

[−2 + 6x2

3(1− x2) + x L(x)

]
(2.135)

χ
(1)
I L (x) = − ıe4

6π
√
π

8x3

3(1− x2)2 . (2.136)

Выражение для функций φ (2)
L(T ) и χ

(2)
L(T ) определяющих вклад от (2.131) во вто-

ром порядке по (|k| l) имеют вид:

φ
(2)
I T (x) =

e4

6π2
x

[
22

3
x+ 4x3 + (1 + 3x2 + 2x4) L(x)

]
(2.137)

φ
(2)
I L (x) =

e4

6π2
2x3

[
2x

1− x2 + L(x)

]
(2.138)

и:

χ
(2)
I T (x) =

e4

6π2
x
[
14x+ (1− 7x2) L(x)

]
(2.139)

χ
(2)
I L (x) =

e4

6π2
2x

[
6x− 4x3

1− x2 + (1− 2x2) L(x)

]
, (2.140)

где, как и ранее:

x =
k0

|k| =
ω

|k| (2.141)
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L(x) ≡ ln

∣∣∣∣1 + x

1− x

∣∣∣∣− ıπθ(1− x) (2.142)

φ
(1 )
II L(T) = χ

(1 )
II L(T) = 0, (2.143)

Далее обратимся к вкладам от диаграммы (2.132). Ниже приведена фор-

мула для единственных ненулевых вкладов, φ(2 )
II L(T):

φ
(2)
II T(x) =

e4

6π2

[
2

3
x2 − 4x4 − x(1 + x2 − 2x4) L(x)

]
(2.144)

φ
(2)
II L(x) =

e4

6π2
[
4x2 − 2x3 L(x)

]
(2.145)

2.3.2 Кварк-глюонная плазма.

Как было показано ранее, вычисление поляризации кварк-глюонной плаз-

мы турбулентной плазмы отличается от соответствующего вычисления для

электромагнитной плазмы только лишь множителем, связанным с интегриро-

ванием по неабелевым зарядам dQ и статистикой функции распределения для

глюонов.

Цветовой множитель, связанный с интегралом по динамическим перемен-

ным Qa можно получить воспользовавшись приведенной ранее формулой:∫
dQQaQb = C2δ

ab. (2.146)

Напомним, что C2 зависящая от представления алгебры su(n) величина, для

кварков и антикварков:

C2 =
1

2
, (2.147)

а для глюонов:

C2 = N, (2.148)

85



так же как и ранее, q2 зависит от представления алгебры зарядов. Для фун-

даментального и антифундаментального представления:

q2 =
N 2 − 1

2N
, (2.149)

для присоединенного представления:

q2 = N. (2.150)

Воспользовавшись этими формулами, можно вычислить интеграл по dQ.

Также при вычислении поляризационного тензора производится интегри-

рование по импульсу. В первом порядке по корреляциям турбулентных полей

ответ для поляризации зависит от интеграла
∫
dp
df eq(p)

dp
. Вообще говоря, ука-

занный интеграл расходится для бозонов вследствие того, что наиболее эф-

фективно с полями плазмы взаимодействуют ультрарелятивистские частицы

малых энергий (что представляет собой релятивистский эффект: второй за-

кон Ньютона, записанный для частицы с нулевой массой и зарядом Qa в поле

F µνa имеет вид
dvµ

dτ
= 1/p0vνgQaF

µνa), которые перенасыщены в статисти-

ке Бозе-Эйнштейна. Впрочем, указанная расходимость устраняется при учете

того факта, что глюоны в плазме приобретают эффективную массу порядка

mg. Соответственно интеграл можно обрезать на значениях энергии порядка

дебаевской массы.

С учетом вышесказанного ответ для поляризации турбулентной плазмы в

первом порядке по корреляциям принимает вид:

φ
(1)
I T (x) =

ıCq(g)

6π
√
π

2x

[
4 + 10x2 − 6x4

3(1− x2) + x(1− x2) L(x)

]
(2.151)

φ
(1)
I L (x) = − ıCq(g)

6π
√
π

8x3

3(1− x2)2 (2.152)
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и

χ
(1)
I T (x) =

ıCq(g)

6π
√
π

4x

[−2 + 6x2

3(1− x2) + x L(x)

]
(2.153)

χ
(1)
I L (x) = − ıCq(g)

6π
√
π

8x3

3(1− x2)2 . (2.154)

φ
(2)
I T (x) =

Cq(g)
6π2

x

[
22

3
x+ 4x3 + (1 + 3x2 + 2x4) L(x)

]
(2.155)

φ
(2)
I L (x) =

Cq(g)
6π2

2x3
[

2x

1− x2 + L(x)

]
(2.156)

и

χ
(2)
I T (x) =

Cq(g)
6π2

x
[
14x+ (1− 7x2) L(x)

]
(2.157)

χ
(2)
I L (x) =

Cq(g)
6π2

2x

[
6x− 4x3

1− x2 + (1− 2x2) L(x)

]
(2.158)

φ
(2)
II T(x) =

Cq(g)
6π2

[
2

3
x2 − 4x4 − x(1 + x2 − 2x4) L(x)

]
(2.159)

φ
(2)
II L(x) =

Cq(g)
6π2

[
4x2 − 2x3 L(x)

]
, (2.160)

где поперечная и продольная компонента поляризационного оператора выра-

жаются через φ и χ посредством (2.130).

Коэффициенты Cq(g) различны для кварков и глюонов. После интегрирования

по зарядам dQ и импульсу dp можно получить значения для коэффициентов.

Для кварков:

Cq = g4Nq
N 2 − 1

4N
(2.161)

Для глюонов:

Cg =
2g3N 2

N +
Nq
2

(2.162)
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Отметим, что глюонный вклад - лидирующий по константе взаимодействия.

Это связано с тем, что интеграл по импульсу для глюонов обрезается на деба-

евской массе. В итоге, глюоны основной вклад в турбулентную поляризацию

плазмы. В дальнейшем кварковая компонента будет отбрасываться.

2.4 Условия применимости.

В этом подразделе будут рассмотрены условия применимости приближе-

ний и оценка следующих порядков разложения по корреляциям турбулентных

полей.

Рассмотрим для начала приближение, позволившее заменить функцию

распределения частиц в турбулентной плазме f (0)(p, x) равновесной функцией

распределения f eq.

Функция распределения турбулентной плазмы f (0)(x, p) представляет со-

бой решение уравнения диффузии (2.104):(
(pµ∂µ − Ô(p, x,K))

)
f (R)0(p, x) = 0 (2.163)

где, уже приведенный раннее оператор Ô(p, x,K) в импульсном представле-

нии, в наинизшем приближении по корреляциям турбулентных полей выра-

жается посредством формулы:

Ô(p, k,K) ∼ pµ
∂

∂pν

(∫
d4k1

1

ı((pk1)− ıε)
Kµνµ′ν′(k − k1)

)
pµ

′ ∂

∂pν′
(2.164)

Для начала разумно попробовать искать стационарные решения уравне-

ния (2.163). Для этого будем искать решения для функции распределения в

импульсном представлении в виде:

f (R)0(p, k) = δ4(k)h(p) (2.165)
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Достаточно очевидно, что для того чтобы функция распределения указан-

ного вида удовлетворяла уравнению диффузии (2.163), функция импульсов

h(p) должна удовлетворять следующему условию:

Ô(p, 0, K)h(p) = 0. (2.166)

Элементарный анализ показывает, что в первом порядке по турбулентным

пульсациям, решение этого уравнения - степенная функция распределения

вида:

h(p) =
C1

p
, (2.167)

где C1 - не зависящая от импульса константа. Средняя энергия частиц плаз-

мы для решений подобного вида бесконечна. В дальнейшем анализе решения

такого типа рассматриваться не будут.

Далее перейдем к нестационарным решениям уравнения диффузии (2.104).

Представляется разумным рассмотреть нестационарное решение (для опреде-

ленности также можно сосредоточиться на пространственно однородных ре-

шениях), которое переходит в равновесное распределение f eq(p)δ4(k) в преде-

ле K → 0, при котором турбулентные корреляции исчезают. В импульсном

представлении указанным свойством обладает решение:

f (R)0(k, p) = ıp0δ(ı(pk)− Ô(p, k,K))δ3(k)f eq(p), (2.168)

после перехода обратно в координатное представление:

f (R)0(x, p) = exp (κ̂t) f eq(p), (2.169)

где, в свою очередь, κ̂ удовлетворяет уравнению:

ı(p0κ̂)− Ô(p, κ̂, 0, K) = 0 (2.170)
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(следует отметить, что κ̂ также представляет собой оператор, зависящий от

импульсов p и производных по ним)

Как известно из теории линейного отклика нестационарных сред, отклик

на внешнее возмущение нелокален. Таким образом поляризация зависит не

только от величины регулярного поля турбулентной плазмы FR
µν(k), но и от

производных регулярного поля по компонентам волнового вектора, например

∂kF
R
µν(k).

Для того чтобы оценить условие, при котором указанным нестационарным

вкладом можно пренебречь, необходимо произвести соответствующее вычис-

ление. Что в лидирующим (по корреляциям турбулентных полей) приближе-

нии сводится к оценке вклада от следующей диаграммы (диаграмма анало-

гичная той, которая определяет вклад первого порядка в приближении HTL)

и сравнении его со вкладом от (2.131):

�R

R
(2.171)

Далее, записывая выражение для вклада (2.171) в явном виде:

1

ı((pk) + ıε)
pµ

∂

∂pν

∫
d4k1eqF

µν(k1)ıp
0δ(ı(p(k − k1))− Ô(p, k − k1, K))δ3(k)f eq

=
eq

ı((pk) + ıε)
pµ

∂

∂pν
F µν (κ̂,k) f eq(p) ∼ eq

ı((pk) + ıε)
pµ

∂

∂pν

(
F µν(k)

+ı
∂F µν(k)

∂k0
Ô(p, 0, K)

p0

)
f eq(p)

(2.172)

и сравнивая с диаграммы, дающей лидирующий вклад в градиентное разло-

жение (2.130):

�K eq

R
, (2.173)

как легко увидеть с помощью элементарных вычислений, можно получить
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следующие условие на регулярное поле в плазме:

∂FR
µν(k)/∂k0

FR
µν(k)

<<
1

k
(2.174)

или, переходя в координатное представление:

δt
∂Fµν(t)

∂t
<< Fµν(t) (2.175)

Таким образом приближение работает на временах много меньших характе-

ристичекого времени изменения полей в плазме. Кроме того ограничения на

параметры задачи накладывают требование малости разложения по корреля-

циям турбулентных полй в сравнении со вкладом в функцию распределения в

нулевом порядке по корреляциям (2.28), а также малости следующих членов

разложения в сравнении с вкладом первого порядка по корреляциям. Первое

условие накладывает следующее ограничение на параметры задачи:

e2
〈
E2
〉
l

|k|T 2
<< 1 (2.176)

аналогично, оценивая следующие член разложения по корреляциям турбу-

лентных полей, получаем условие:〈
E2
〉
l

|k|T 2
<< 1 (2.177)

Далее следует подробно остановиться на диаграммах с квадратными вер-

шинами. Выше в расчетах пренебрегался вклад от этих диаграмм. Ниже будет

представлена оценка условий, при которых это возможно. Для этого выпишем
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в явном виде выражение для одной из диаграмм с квадратной вершиной:

�eq

K
R

eq

=
e5

(2π)4 ı(pk)

∫ ∫ ∫ ∫ ∑
q1

d4p1 d
4k1d

4k2d
4k3 · q21δ(p21)θ(p01)×

k1νp1µ − k1µp1ν
k21

1

ı(p1k1)
p1ρ

∂

∂pσ1
q1F

ρσ(k1 − k3)
1

ıp1(k1 − k2)
p1µ

∂

∂pν1
f(p1)q1qK

µνµ′ν′(k3)

δ4(k1 − k2 − k3)×
1

ıp(k − k1)
pµ′

∂

∂pν′
f(p)δ4(k − k1 + k3)

=
e5F ρσ(k)

(2π)4ı(pk)

∫ ∫ ∑
q1

d4p1q1d
4k1q

2
1δ(p

2) θ(p01)
ı(k1µp1ν − k1νp1µ)

k21

1

ı(p1k1)
p1ρ

∂

∂pσ1
q1×

1

ıp1(k1 − k)
p1µ

∂

∂pν1
f(p1) q1q K

µνµ′ν′(k1 − k)
1

ıp(k − k1)
pµ′

∂

∂pν′
f(p)

(2.178)

Чтобы получить выражение для тока, нужно дополнительно проинтегриро-

вать по p и просуммировать по q. Как легко видеть (сравнивая с (2.132) и

подсчитывая количество интегрирований по импульсам p и p1 и по k1), этим

членом можно пренебречь при 1/l >> eT . Однако даже при 1/l << eT диа-

граммами с квадратными вершинами можно пренебречь если учесть экра-

нирование при величинах волнового вектора k порядка дебаевской массы в

знаменателе выражения (2.111).

Применимость теории линейного отклика также накладывает ограничение

на амплитуду регулярных калибровочных полей F µν плазмы. Последняя при-

менима в случаях когда поле не изменяет существенным образом распределе-

ние частиц в плазме. Можно использовать следующие простые физические ар-

гументы следуя, например, [148]: регулярные поля плазмы могут существенно

изменить распределение частиц если импульс полученный частицей на длине

когерентности становится порядка характерных импульсов частиц плазмы, то
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есть порядка температуры плазмы. Отсюда можно прийти к условию:

|Fµν| <<
kfieldT

e
. (2.179)

2.5 Физические следствия.

2.5.1 Затухание волн в турбулентной плазме.

Рассмотрим для начала случай электромагнитной плазмы. Для того чтобы

исследовать затухание волн в палзме, рассмотрим мнимую часть поляризации

турбулентной плазмы в первом порядке градиентного разложения (2.130). Как

уже было показано ранее, в первом порядке вклад в поляризацию дают только

члены φ
(1)
I T(L) и χ

(1)
I T(L) из (2.131), так что мнимая часть поперечной и продоль-

ной поляризации в этом приближении задается выражениями:

ImΠT (ω,k| l) ' −πm2
D

x

4
(1− x2)θ(1− x) +

(|k| l)
k2

(〈
E2
〉

Imφ
(1)
I T(x)

+
〈
B2
〉

Imχ
(1)
I T(x)

) (2.180)

ImΠL(ω,k| l) ' −πm2
D

x3

2
θ(1− x) +

(|k| l)
k2

(〈
E2
〉

Imφ
(1)
I L(x) +

〈
B2
〉

Imχ
(1)
I L(x)

)
,

(2.181)

где функции Imφ
(1)
I L(T) и Imχ

(1)
I L(T) даются уравнениями (2.133)-(2.136). Графи-

ки для функций Imφ
(1)
I T, Imχ

(1)
I Tб Imφ

(1)
I L, Imχ

(1)
I L представлены на Рис. (2.1) и

(2.2) соответственно.

1. Времениподобная область. Из Рис. 2.1 и 2.2 можно видеть, что знак

мнимой части турбулентной проницаемости в поляризационном тензоре во

времениподобной области x > 1 - отрицательный. Что приводит к турбулент-

ному затуханию как поперечных, так и продольных времениподобных мод.
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0.5 1.0 1.5 2.0
x

-20

-10

0

10

20

ΦLHxL and ΧLHxL

Рис. 2.2: Функции
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]
(пре-

рывистая линия).

Следует отметить, что в этой области четырехмерного пространства волно-

вых векторов нет затухания Ландау и поэтому турбулентное затухание волн

в этой области является лидирующим эффектом.

2. Пространственноподобная область. В пространственноподобной обла-

ти x < 1 ситуация отлична от описанной выше. В отличие от времениподобной

области, даже в нулевом порядке по турбулентным корреляциям присутствует

ненулевой отрицательный вклад отвечающий затуханию Ландау в уравнении

(2.28). Как видно из рисунков 2.1 и 2.2, мнимая турбулентная добавка к про-

дольной поляризации отрицательна. Таким образом турбулентность усилива-

ет затухание Ландау продольных волн. Не так обстоит дело с турбулентными

поправками в поперечную часть поляризационного тензора (2.133) и (2.135).

Из Рис. 2.1 и 2.2 также можно увидеть, что электрический вклад (а имен-

но вклад пропорциональный корреляциям электрических полей) Im
[
φ

(1)
T (x)

]
в пространственноподобной области положителен для всех значений x, тогда
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как магнитный вклад отрицателен при x < x∗, где x∗ ∼ 0.43 и положителен

при x > x∗. Таким образом, в пространственноподобной области турбулент-

ность может уменьшать эффект затухания Ландау. При определенных услови-

ях (см. ниже) турбулентный вклад может сравняться с по величине с вкладом

от затухания Ландау, что может привести к нестабильности длинноволновых

мод (хотя следует отметить, что область параметров, для которых турбулент-

ный вклад сравним с вкладом нулевого порядка по корреляциям выходит за

рамки рассматриваемого приближения) .

Рассмотрим условие, при которых турбулентный вклад равен по величине

вкладу, отвечающему за затухание Ландау релятивистской плазмы. Легко по-

лучить указанное условие, когда в турбулентнонй плазме присутствуют нену-

левые корреляции только лишь магнитных полей:

ImΠT (ω, |k|) = −πe
2T 2

12
x(1− x2)

[
1− 4

π2
√
π

(|k| l)
k2

e2〈B2〉
T 2

Φ(x)

]
, (2.182)

где

Φ(x) =
1

x(1− x2)

[−4 + 12x2

3(1− x2) + 2x ln

∣∣∣∣1 + x

1− x

∣∣∣∣] (2.183)

На Рис. 2.3 и 2.4 представлена зависимость значений безразмерного параметра

e2(|k| l)〈B2〉/(k2m2
D) от , для которых турбулентный вклад равен по величине

вкладу нулевого порядка по корреляциям. В случае, когда амплитуда корре-

ляций магнитных и электрических полей турбулентной плазмы равны между

собой 〈B2〉 = 〈E2〉, уравнение аналогичное (2.182) принимает вид:

ImΠT (ω, |k|) = −πe
2T 2

12
x(1− x2)

[
1− 4

π2
√
π

(|k| l)
k2

e2〈E2〉
T 2

Θ(x)

]
(2.184)

где

Θ(x) =
1

x(1− x2)

[
x2(22− 6x2)

3(1− x2) + x(3− x) ln

∣∣∣∣1 + x

1− x

∣∣∣∣] (2.185)
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Рис. 2.3: Значения параметра

e4(|k| l)〈B2〉/k2m2
D в случае когда

в плазме присутствуют только

корреляции магнитных полей.
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Рис. 2.4: Значения параметра

e4(|k| l)〈B2〉/k2m2
D в предположе-

нии что амплитуда корреляций

электрических и мангнитных по-

лей равна по величине 〈B2〉 = 〈E2〉.

Аналогичные выражения для кварк-глюонной плазмы со всей очевидно-

стью следуют из выражений для поляризаций в неабелевом случае. Качествен-

но, поведение мнимой части во времениподобной и пространственноподобной

области не претерпевает изменений. Различаются лишь численные коэффи-

циенты в выражениях для турбулентного вклада. Используя (2.151) и (2.153),

легко получить выражение для мнимой части поперечной части поляризации

(очевидно лидирующий вклад вносят глюоны), когда в плазме присутствуют

только лишь корреляции хромомагнитных полей:

ImΠT (ω, |k|) = −πg
2T 2

12
x(1− x2)

[
1− 4

π2
√
π

(|k| l)
k2

Cg〈B2〉
g2T 2

Φ(x)

]
(2.186)

Соответственно, условие, при котором турбулентный вклад сравнивается

по величине с вкладом нулевого порядка принимает вид:

4

π2
√
π

(|k| l)
k2

Cg〈B2〉
g2T 2

Φ(x) = 1 (2.187)
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Аналогично, в предположении равенства корреляций хромоэлектрических

и хромомагнитных полей 〈E2〉 = 〈B2〉, получаем:

ImΠT (ω, |k|) = −πg
2T 2

12
x(1− x2)

[
1− 4

π2
√
π

(|k| l)
k2

Cg〈E2〉
g2T 2

Θ(x)

]
(2.188)

и
4

π2
√
π

(|k| l)
k2

Cg〈E2〉
g2T 2

Θ(x) = 1 (2.189)

2.5.2 Плазмоны в турбулентной плазме.

Также интересно проанализировать влияние турбулентности на распро-

странение в плазме коллективных возбуждений - плазмонов. Как в абелевом

так и в неабелевом случае плазмоны характеризуются дисперсионными соот-

ношениями ωT(L)(|k|), которые можно получить из решения дисперсионных

уравнений для соответствующих компонент поляризационного тензора. Урав-

нения дисперсии представляют собой нули реальной части обратных пропага-

торов поперечных и продольных волн соответственно

Re

[
k2

(
1− ΠL(k0, |k|)

ω2

)∣∣∣∣
k0=ωL(|k|)

]
= 0

Re
[
k2 − (k0)2 + ΠT((k0, |k|) |k0=ωT(|k|)

]
= 0,

(2.190)

в то время как мнимая часть поляризации определяет затухание и расплы-

вание плазмонов. Решая указанные уравнения (в общем случае численно)

и используя выражения для поляризации в плазме, можно в приближении

gT l << 1 получить модификацию дисперсионных соотношений для плазмо-

нов. Кроме того, как можно легко увидеть, ширина размытия плазмонов свя-

зана с мнимой частью посредством уравнения:

ΓT (L) =
√
−Im(ΠT (L)) (2.191)
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Следует отметить, что, как уже отмечалось прежде, мнимый турбулентный

вклад яаляется лидирующим по отношению к градиентному разложению по

kl в сравнении с действительным.

Рассмотрим для определенности дисперсионные соотношения в пределе

k
ωpl

<< 1 (значение плазменной частоты будет приведено ниже). В этом пре-

деле в отсутствие турбулентности можно получить аналитические выражения

для дисперсии плазмонов. Для поляризационного тензора (2.28) бесстолкно-

вительной плазмы можно получить выражения для разложений по степеням

k
ωpl

( [123]) уже приведенное в (2.32)

Далее можно вычислить турбулентные поправки к указанным соотношени-

ям. Из выражений для поляризации поляризации легко получить указанные

поправки как для электромагнитного плазмы:

ω2
L(|k|)turb = (ωturb

pl L )2
(

1 +
3

5
y2L

)
− e4l2

6π2

(
24

5
〈E2〉+

64

15
〈B2〉

)
y2L +O

(
y4L
)

ω2
T(|k|)turb = (ωturb

pl T)2
(

1 +
3

5
y2T

)
− e4l2

6π2

(
24

7
〈E2〉+

32

15
〈B2〉

)
y2T +O

(
y4T
)
,

(2.192)

где

yL =
|k|
ωturb
pl L

; yT =
|k|
ωturb
pl T

(2.193)

и

(ωturb
pl L )2 = ω2

pl L −
e4l2

6π2

(
16

3
〈E2〉+

8

3
〈B2〉

)
(ωturb

pl T)2 = ω2
pl T −

e4l2

6π2

(
128

15
〈E2〉+

8

3
〈B2〉

)
.

(2.194)

Так и для кварк-глюонной плазмы:

ω2
L(|k|)turb = (ωturb

pl L )2
(

1 +
3

5
y2L

)
− Cgl

2

6π2

(
24

5
〈E2〉+

64

15
〈B2〉

)
y2L +O

(
y4L
)

ω2
T(|k|)turb = (ωturb

pl T)2
(

1 +
3

5
y2T

)
− Cgl

2

6π2

(
24

7
〈E2〉+

32

15
〈B2〉

)
y2T +O

(
y4T
)
,

(2.195)
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где

yL =
|k|
ωturb
pl L

; yT =
|k|
ωturb
pl T

, (2.196)

и

(ωturb
pl L )2 = ω2

pl L −
Cgl

2

6π2

(
16

3
〈E2〉+

8

3
〈B2〉

)
(ωturb

pl T)2 = ω2
pl T −

Cgl
2

6π2

(
128

15
〈E2〉+

8

3
〈B2〉

)
.

(2.197)
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Глава 3

Цветное переходное

излучение на случайных

неоднородностях
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3.1 Введение

Численное моделирование убедительно демонстрирует, что начальное рас-

пределение плотности энергии в столкновениях тяжелых ядер неоднородно в

плоскости прицельного параметра [58], [73] (см. графики ниже). Впрочем, ука-

занная неоднородность достаточно очевидна и является следствием флуктуа-

ций числа мягких и жестких столкновений на единицу площади в плоскости

столкновения.

В качестве иллюстрации, ниже на рис. 3.1 (взято из [73]) представлено

начальное распределение плотности энергии, полученное с помощью Монте-

Карло модели NEXUS [74], в основе которой лежит микроскопическое опи-

сание, основанная на теории Редже-Грибова. Также, на рис. 3.2 представлен

аналогичный график распределения плотности энергии, полученное в рабо-

те [58] на основе модели HIJING (Heavy Ion Jet INteraction Generator [75]).

Ниже приведена процедура получения начального распределения плотно-

сти энергии в столкновениях ядер следуя работе [58].

Для простоты рассматривалось приближение бьеркеновской гидродинами-

ки и игнорировались продольные флуктуации плотности энергии. В прибли-

жении бьеркеновской гидродинамики поток в продольном направлении по от-

ношению к оси столкновений отсутствует при z = 0. Таким образом, плотность

энергии при z = 0 можно оценить исходя из формулы:

 E(τ,x⊥, z = 0)

M⊥(τ,x⊥, z = 0)

 =
∑
α

 1

v⊥α

 p⊥α
τ
F (τp⊥α) δ2(x⊥ − x⊥α(τ)) δ(yα),

(3.1)

здесь τ =
t

γ
- время в системе отсчета неподвижного глюона.

101



-6 -3 0 3 6
x (fm)

-8

-4

0

4

8

y (
fm

)

-6 -3 0 3 6
x (fm)

2
4
6
8
10
13
16
19
22

3Рис. 3.1: Слева, начальное распределение плотности энергии в единичном

столкновении ядер золота при энергии в 200 ГэВ/нуклон как функции коорди-

нат в плоскости перпендикулярной оси столкновений, полученное с помощью

Монте-Карло модели NeXus. Справа, то же распределение после усреднения

по 30 столкновениям.
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M. Gyulassy et al./Nuclear Physics A 613 (1997) 397-434 405 

Hot Spots and Turbulent Minijet Initial Conditions t=0.5 fm/c 
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Fig. 2. (a) Hot spots in Au+Au (x/~ = 200A.GeV, b = 0) at the thermalization time t = rth = 0.5 fm/c are 
seen as spikes in the local energy density, £(rth, X_L), as a function of the transverse coordinate, X L, in the 
z = 0 plane. The transverse and longitudinal resolution scales are fixed to be Ar± = 1 fm and ~y = 1. The 
mini-jet scale here is P0 = 2 GeV/c. (b) The chaotic initial transverse momentum field, l~vlj_(rth, Xj_), is 
represented here by arrows. (c) The spectrum of proper energy density fluctuations at rth in the central region 
with r_L < 4 fm is shown. The histogram is an average of 200 HIJING events and includes a soft gluon 
component due to beam-jet fragmentation. (d) The spectrum of effective gluon temperatures in the central 
region corresponding to (c) is shown. 

the mean values of £ and T do not provide an adequate characterization of such an 
ensemble of initial conditions. The ensemble of mini-jet initial conditions has a broad 
fluctuation spectrum primarily because the local event horizon is so small at early times. 
Fluctuations of £ in finite volumes arise even in an ideal Stefan-Boltzmann thermal 
ensemble with (e) = KT 4. A simple estimate of the magnitude of thermal fluctuations is 
given by Ae/(e) ~_ 2/(KT3V) 1/2 ~_ 0.5 for T = 350 MeV, K ~- 5.26 (if only the gluon 
degrees of freedom are assumed to be equilibrated), V = 4(c'rth) 3 (for Ay = 1). This 
is comparable to the fluctuations induced dynamically by the mini-jet formation. The 
spectrum of fluctuations differs from an ideal thermal one because they are driven here 
by Glauber nuclear geometry and the pQCD mini-jet spectrum. 

Рис. 3.2: Начальное распределение плотности энергии в столкновениях ядер

золота при энергии в 200 ГэВ/нуклон как функции координат в плоскости

перпендикулярной оси столкновений, полученное с помощьюМонте-Карло мо-

дели HIJING (рисунок взят из работы [58]).

Формула учитывает движение глюонов x⊥α(τ) = x⊥α + v⊥ατ , фактор

F (τp⊥α) =
1

1 + ~2
(τp⊥α

)2
учитывает вероятность рождения партона с попереч-

ным импульсом p⊥α.

Далее, для перехода от дискретного распределения к непрерывному сле-

дует определить пространственное разрешение в плоскости поперечной оси

столкновений, а также разрешение по псевдобыстроте. В предположении, что

разрешение по псевдобыстроте равно ∆y, а пространственное разрешение рав-

но ∆r⊥, можно выполнить замену:

δ2(x⊥ − x⊥α(τ))δ(yα)→ Θ(∆y/2− |yα|)
∆r2⊥∆y

∏
i=1,2

Θ(∆r⊥/2− |xiα(τ)− xi|) (3.2)

Принцип неопределенности накладывает ограничение на величину ∆r⊥

снизу, в следствие того, что ∆r⊥ >
~

∆p⊥
. Тогда как причинность ограничивает
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величину ∆r⊥ сверху. Действительно, через время τ после столкновения в си-

стеме отсчета связанной с движущимся ядром локальная причинно связанная

область для произвольного партона ядра равна cτ . Таким образом, даже к мо-

менту, когда наступает адронизация (τ ∼ 3fm/c) имеется несколько причинно

не связанных друг с другом областей. В работе [58] для оценки минимального

эффекта флуктуаций рассматривалась величина ∆r равная максимальному

причинно-связанному диаметру к моменту термализации: ∆r⊥ = 2cτth. В ка-

честве величины ∆y значительной степени произвольно выбиралось значение

∆y = 1, так как глюоны с большими значениями псевдобыстрот рождаются

позже в процессе столкновения и не успевают достигнуть равновесия с глюо-

нами с yα = 0.

Оценивая плотность энергии согласно формулам (3.1) и (3.2) и используя

HIJING для определения r⊥α и pα⊥, можно получить распределение начальной

плотности энергии. Согласно результатам моделирования типичные величины

относительной флуктуации плотности энергии составляют
∆E
E ∼ 0.7. Следует

также отметить, что даже в идеальном Стеффан-Больтцмановском ансамбле

в конечном объеме температурные флуктуации могут достигать значительных

величин. В частности в условиях RHIC последние могут достигать величины
∆E
E ∼ 0.5 [58].

3.2 Хромоэлектрическая проницаемость стати-

стически однородной среды.

Результаты, представленные ниже, получены автором. Часть результатов

была опубликована в [149], другая часть (касающаяся поправок к черенков-
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ским потерям) публикуется впервые.

Как уже было указано, неоднородность начального состояния, вместе с

неустойчивостью могут привести к значительным флуктуациям хромоэлек-

трических свойств образовавшейся сильновзаимодействующей материи. Зада-

ча о потерях на неоднородностях в среде тесно связано с задачей о распро-

странении волн в неоднородных средах, изучение которой имеет достаточно

длинную историю. Монография [68] может использоваться в качестве хороше-

го обзора состояния области на момент написания.

Следует отметить, что в данной диссертации не рассматривается переход-

ное излучение на границе между средой и вакуумом. Приминительно к столк-

новениям ядер оно исследовалось в работе [69].

Далее вычисления будут проводится в абелевом приближении. Из форму-

лы (1.11) следует, что для определения потерь необходимо вычислить компо-

ненты хромоэлектрического тензора.

Рассмотрим уравнение для хромоэлектрического поля в среде с проницае-

мостью зависящей от пространственных координат ε(r):

∆Ea −∇(∇Ea) + ω2ε(r) · Ea = 4πıω · j(ω), (3.3)

здесь E(ω, r) - вектор хромоэлектрической проницаемости в смешанном пред-

ставлении, a – цветовой индекс, ja – источник поля в среде.

следует отметить, что в абелевом приближении компоненты хромоэлектриче-

ского поля Ea калибровочно инвариантны.

Далее, представив ε в виде ε(r) = 1 + χ(r), получаем:

∆Ea −∇(∇Ea) + ω2E + ω2χ(r)E (3.4)

Поскольку задача о распространении скалярных волн в среде значитель-
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но проще задачи о распространении электромагнитных волн, нередко можно

встретить приближение, в которых пренебрегают эффектами деполяризации.

В этом приближении отбрасывается член ∇(∇Ea) и, как следствие, векторное

волновое уравнение переходит в скалярное. Кроме того, изучение скалярно-

го волнового уравнения имеет самостоятельный интерес, например, в связи с

задачей изучения распространения акустических волн.

Рассмотрим далее модель среды с флуктуирующим значением χ(r) =

χ0(1 + ξ(r)), где ξ(r) представляет собой статистическую функцию, среднее

значение которой, без ограничения общности можно положить равным нулю,

〈ξ(r)〉 = 0. Пусть также распределение случайной функции ξ(r) гауссовское,

а именно, корреляции полей даются выражениями:

〈ξ(r1)ξ(r2)〉 = B(r1, r2)

〈ξ(r1)ξ(r2) . . . ξr2n+1〉 = 0

〈ξ(r1)ξ(r2)ξ(r3)ξ(r4) = B(r1, r2)B(r3, r4) +B(r1, r3)B(r2, r4) +B(r1, r4)B(r2, r3)

. . .

(3.5)

Аналогично произвольная корреляция четного количества функций 2n дается

суммой (2n− 1)!! членов с произведением всевозможных парных корреляций.

Для вычисления электромагнитных или КХД свойств среды в наинизшем при-

ближении достаточно знать только лишь функцию парного кореллятора, тре-

бование гауссовости корелляций сказывается только лишь при вычислении

вкладов высших порядков, а также при определении пределов применимости.

Кроме того, в дальнейшем будет предполагаться статистическая однород-

ность корреляций:

B(r1, r2) = B(r2 − r1) (3.6)
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Статистически однородные корреляции естественным образом возникают в

средах с развитой турбулентностью. Как будет видно далее усредненные элек-

трические (цветные) свойства среды со статистически однородными флукту-

ациями диэлектрической(хромо) проницаемости можно описать с помощью

эффективного ди(хромо)электрического тензора зависящего от волнового век-

тора.

Дальнейшее изложение будет в значительной степени следовать работе

[70], в которой рассматривалась поправка к черенковскому излучению в тур-

булентной атмосфере.

Представим хромоэлектрическое поле Ea в среде как сумму регулярнной

и стохастической коспонент:

Ea = 〈Ea〉+ ea (3.7)

здесь ea - стохастическая компонента хромоэлектрического поля.

Подставляя указанное выражение в (3.3), можно получить следующую си-

стему уравнений для 〈Ea〉 и ea:
4〈Ea〉 − ∇(∇〈Ea〉) + ω2〈Ea〉+ χ0 · ω2〈Ea〉+ χ0 · ω2〈eaξ(r)〉 = 4πıω · ja(ω)

4ea −∇(∇ea) + ω2ea + χ0 · ω2ea = −χ0 · ω2ξ(r)〈Ea〉+ χ0 · ω2 [ξ(r)ea − 〈ξ(r)ea〉]

Оставляя только лишь квадратичные по ξ(r) члены, можно, очевидным обра-

зом, получить следующее выражении для эффективного тензора хромопро-

ницаемости среды.

εij(ω,k) = ε0(ω)δij − χ0 · ω2

∫
Gij(r)B(r) exp(ıkr)d3r

= ε0(ω)δij − χ0 · ω2

∫
d3k1Gij(k1) ·B(k− k1)

(3.8)

здесь Gij(r) и Gij(k) представляют собой функцию Грина векторного волново-

го уравнения в координатном и импульсном представлениях соответственно,
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тогда как B(k) представляет собой корреляционную функцию в импульсном

представлении.

Последовательный диаграммный вывод формулы для эффективной ди-

электрической проницаемости, позволяющий оценить область применимости

выражений приведен в приложении Б.1

В связи с сингулярностью функции Грина векторного волнового уравне-

ния, работах [71] и [72], где впервые исследовалась распространение вектор-

ных волн в случайных средах, было проведено нелинейное переопределение

флуктуирующей части диэлектрической проницаемости, в которой нет необ-

ходимости при работе с импульсным представлением.

В случае статистической изотропности среды, которая будет предполагать-

ся далее корреляционная функция (в координатном представлении) имеет вид:

B(r) = B(|r|) (3.9)

В этом случае тензор хромопроницаемости имеет только две независимые ком-

поненты:

εij =

(
δij −

kikj
k2

)
ε⊥ +

kikj
k2

ε|| (3.10)

Для корреляционных функций:

• B(r) = σ2 exp(− r
a)

• B(r) = σ2
1

(( ra)
2 + 1)2

для скалярного волнового уравнения

интегрирование в (3.8) можно выполнить аналитически.

Степенной коррелятор рассматривался, для того чтобы оценить влияние

дальних корреляций (присутствие которых следует ожидать в реальных тур-

булентных системах вследствие степенного поведения в них корреляционной

функций).
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Выражения для продольной и поперечной части эффективной диэлектри-

ческой проницаемости приведены в приложении Б.2.

3.3 Поправки к черенковским потерям и оцен-

ка размытия черенковского спектра за счет

неоднородностей

Формула для потерь на излучение в среде с заданным тензором хромоэлек-

трической проницаемости (1.11) и выражения для компонент эффективного

хромоэлектрического тензора в среде с флуктуирующей хромопроницаемо-

стью позволяет оценить поправку к потерям на черенковское излучение за

счет потерь на переходное излучение на неднородностях. На графике ниже

представленна зависимость величины ∆ =
d2Ech/dx · dω

d2Ech+inh/dx · dω
от частоты ω, по-

лученной благодаря численному интегрированию с помощью формулы (1.11).

Здесь d2Ech/dx · dω дифференциальные потери отнесенные на единицу длины

за счет излучения черенковских глюонов, соответственно d2Ech+inh/dx · dω –

дифференциальные потери отнесенные на единицу длины за счет излучения

черенковских глюонов в неоднородной среде.

Как видно неоднородности вносят небольшой вклад (∼ 1−2%) в излучение

черенковских глюонов и ими можно пренебречь. Наличие небольшого подав-

ления черенковского излучения в неоднородной среде связано с тем фактом,

что реальная часть эффективной поперечной ди(хромо)электрической прони-

цаемости уменьшается. Это, в свою очередь, подавляет потери на излучение

Вавилова-Черенкова. Это уменьшение оказывается достаточно сильным, что-

бы компенсировать потери собственно на переходное излучение на неоднород-
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Here Gij(r) and Gij(k) corresponds Green functions for vector wave equation in spatial and momentum
representation respectively.

For statistically isotropic medium (B(r) = B(r)) dielectric tensor, obviously, can be written as:

"ij(!,k) = (�ij �
kikj

k2
)"?(!,k) +

kikj

k2
"k(!,k) (3.9)

Integration in (3.8) can be performed analytically for:

• B(r) = �2 exp(� r
a )

• B(r) = �2 1

(( r
a )2 + 1)2

(scalar calculation)

Power like correlation function was examined since can expect that in real physical system medium
properties’ correlations are power like and to explore how strongly correlation function’s long distance
tail contributes to polarization properties.

Actual expressions for "? and "k are given in Appendix. 2.4

4 Cherenkov radiation in locally inhomogeneous medium.

For a given ✏0(!), correlation amplitude and correlation length energy loss may be calculated using
(2.4). Thus to calculate energy loss one need a model for chromoelectric permittivity (which is generally
a tensor) of strongly interacting media. Further let us examine whether spatial fluctuations of media may
spoil two-bump Cherenkov picture and how significant is it contributions to energy loss by Cherenkov
radiation. Let us take "0 = 7 (experiment indicates that dielectric permittivity in medium formed in
heavy ion collisions may be that large), correlation amplitude � = 0.3 and correlation length a = 0.5fm

which should be sensible. Bellow is presented � =
dEch/dx · d!

dEch+inh/dx · d!
as a function of ! in GeV for these

parameter values:

2 4 6 8 10

0,983

0,984

0,985

0,986

D

w ,  GeV

 ExpVect
 Pow
 Scalar

Fig. 1 � as a function of ! (GeV) for "0 = 7 and � = 0.3
As it can be seen stochastic contribution in Cherenkov radiation is about 1�2% and can be neglected.

The reason why � < 1 is that stochastic medium reduce real part of permeability. So while presence
of imaginary part enlarge energy loss, decreasing of real part (see Tamm-Frank formula ()) contributes
strong enough to make � < 1.

Physically stochastic inhomogeneities not making significant contribution to Cherenkov corresponds
to fact, that Cherenkov radiation generally is stronger e↵ect than transient radiation, i. e. in a region

4

Рис. 3.3: Величмина ∆ в зависимости от ω в гигаэлектронвольтах для ε0 = 7

и σ = 0.3

ностях.

Малость эффекта обусловлена тем, что переходное излучение вообще го-

воря представляет собой более слабый эффект в сравнении с черенковским

излучением. Так в области постоянства ди(хромо)электрической проницаемо-

сти (по частоте) потери на черенковское излучение растут как ω2, тогда как

потери на переходное излучение – как ω.

Также в соответствие с формулой (1.18) следствием наличия мнимой части

у поперечной компоненты ди(хромо)электрической проницаемости является

размазывания углового распределения черенковского излучения. Однако рас-

чет показывает, что ширина Брейта-Вигнера не превышает одного процента

от угла излучения.
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3.4 Неоднородности в кварк-глюонной плазме

Заряженная частица, движущаяся в плазме теряет энерги/ на поляри-

зацию. Кроме того, высокоэнергичная частица в плазме теряет энергию на

столкновение с частицами плазмы (следует отметить, что основным источ-

ником потерь в кварк-глюонной плазме является упомянутое во введении к

диссертации радиационное излучение глюнов, которое здесь не рассматрива-

ется).

Вследствие того что реальная часть ди(хромо)проницаемости полностью

ионнизированной плазмы меньшее единицы, поляризационные потери инду-

цированы мнимой компонентой поляризационного тензора в (2.28). Поляриза-

ционные потери можно вычислить согласно формуле (1.11) из первой главы:

dE

dx
= −CV (A)αs

2π2v

∫
d3k

( ω
k2
(
Im[ε−1L ] + (v2k2 − ω2)Im[(ω2εT − k2)−1]

))
ω=kv

(3.11)

В неоднородной плазме также имеется переходное излучение на неоднород-

ностях среды. Ниже будет приведена оценка указанного вклада, полученная

в работе автора [149]. Как уже было отмечено, даже спустя времена порядка

термализации в веществе, образовавшемся в результате столкновения, присут-

ствуют неоднородности. Амплитуда корреляций температуры может дости-

гать величин порядка
δT

T
∼ 0.5, длина корреляций составляет ∼ 0.5 ферми.

Таким образом, интересной представляется задача об оценке вклада потерь

на переходное излучение на неоднородностях в кварк-глюонной плазме.

В пренебрежении столкновениями, в абелевом приближении уравнение для

цветной компоненты хромоэлектрического поля (для удобства цветной индекс
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опущен) в плазме имеет вид:

∆E−∇(∇E) + ω2ε0E− gv
∫

4π · d3p
ı(kv − ω)

∂f eq

∂p
· E = j(r, t) (3.12)

Далее выполним замену f eq(p)→ f eq(1+η(r)), где ηr случайная функция.

Тогда в импульсном представлении предыдущее уравнение принимает вид:

− k2
(
δij −

kikj
k2

)
Ej + ω2ε⊥(ω,k)

(
δij −

kikj
k2

)
Ej +

kikj
k2

ω2ε‖(ω,k)

+ ω2ε⊥(ω,k)

(
δij −

kikj
k2

)
Êjη(ω,k) +

kikj
k2

ω2ε‖(Êjη)(ω,k)

= j(k, ω),

(3.13)

где, в свою очередь:

(̂Ejη)(ω,k) =
1

(2π)3)

∫
d3rEj(r)η(r) exp(ıkr) (3.14)

Далее, вновь предположив статистическую однородность и гаусовость кор-

реляций, после пересуммирования (см. предыдущий раздел), можно получить

следующее выражение для эффективных поперечной и продольной компонент

тензора хромопроницаемости:(
δij −

kikj
k2

)
ω2εeff⊥ +

kikj

k2
ω2εeff‖

=

(
δij −

kikj
k2

)
ω2ε⊥ +

kikj
k2

ω2ε‖

+ Cij1(ω,k)

∫
d3k1Cj1j2(ω,k1)B(k1 − k),

(3.15)

где:

Cij ≡ (ε‖ − 1)
kikj
k2

+ (ε⊥ − 1)

(
δij −

kikj
k2

)
, (3.16)

в свою очередь, ε‖, ε⊥ - стандартные функции компонент проницаемости ре-

лятивистскоц плазмы, полученные из (2.28) согласно формуле:

εij1−
Πij

ω2
, (3.17)
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тогода как тензор Aij определяется как:

Aij ≡

(
δij −

kikj
k2

)
k2 − ω2ε⊥

− 1

ω2ε‖

kikj
k2

(3.18)

Переходное излучение на неоднородностях приводит к дополнительному

вкладу в мнимую часть компонент тензора хромопроницаемости.

В итоге, для экспоненциальной корреляционной функции вида:

B(r) = σ2 exp(−αr) (3.19)

значения компонент хромопроницаемости и интеграл потерь (3.11) были рас-

считанны численно. Здесь на рис. 3.4 приведен график отношения потерь на

поляризацию и переходное излучение в неонднородной плазме к потерям на

поляризацию в однородной плазме в зависимости от энергии партона в кварк-

глюонной плазме с параметрами флуктуаций σ = 0.3 (амплитуда корреляций)

и a =
1

α
= 0.4 фм (длина корреляций).

Как видно на графике эффект от неоднородностей практически отсутству-

ет (разница порядка 0.1 процента).

Причина по которой вклад от неоднородностей мал, заключается в том, что

флуктуирующая часть хромопроницаемости близка к нулю в области частот,

на которой набирается интеграл потерь (3.11), то есть m2
g << ω2 для ω ∼ E

(здесь E - энергия частицы).
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Рис. 3.4: Отношение потерь легкого партона на поляризацию и переходное

излучение на неоднородностях к потерям на поляризацию в однородной кварк-

глюонной плазме в зависимости от энергии партнона в ГэВ для σ = 0.3 и

a = 0.5 фм
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Заключение

В заключение, ниже приведен список основных результатов данной дис-

сертации:

1 Исследовался феномен излучения черенковских глюонов в среде с

сильным взаимодействием. Была построена феноменологическая мо-

дель, позволяющая объяснить экспериментальные данные двухчастич-

ных корреляций в столкновениях ядер на ускорителе RHIC и написана

компьютерная программа, использующая метод монте-карло, симулиру-

ющая эту модель. Произведена оценка хромоэлектрических параметров

среды, позволяющих объяснить наблюдаемые в эксперименте распре-

деления. Было показано, что комбинируя параметры действительной и

мнимой частей хромопроницаемости среды в некоторой области частот

и учитывая многократное рассеяние, можно описать экспериментальные

данные.

2 Рассматривались поляризационные свойства турбулентной релятивист-

ской плазмы в пределе слабой турбулентности. Разработана схема вычис-

лений по теории возмущений параметров релятивистской плазмы с ка-

либровочным полем. Было получено выражение для поляризационного

тензора в ведущем и следующем за ним порядках градиентного разложе-
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ния по длине корреляций как в электромагнитной, так и в КХД-плазме.

Вычисления продемонстрировали, что в первом порядке по корреляциям

турбулентных полей выражения различаются лишь на постоянный мно-

житель, причем ответ для поляризации КХД-плазмы слабее подавлен

по константе связи. Показано, что мнимый вклад в поляризационный

оператор приводит к затуханию волн во времениподобной области. То-

гда как в пространственноподобной области турбулентная поправка при-

водит к уменьшению эффекта от затухания Ландау поперечных волн и

усилению затухания продольных волн. Были проанализированы поправ-

ки к дисперсионным соотношениям для плазмонов.

3 Рассматривались потери на переходное излучение на случайных неод-

нородностях в среде с сильным взаимодействием, образующейся в ре-

зультате столкновения ядер. Было показано, что вклад от этих потерь

пренебрежимо мал как в среде, в которой возможно излучение черен-

ковских глюонов, так и в кварк-глюонной плазме.
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Приложение A

Приложение к главе 2

A.1 Вычисление коэффициетов I1 − I8.

Сначала рассмотрим поправку к HTL связанную с перенормировкой про-

пагатора (2.122):

ΠHTL
µν = m2

g

∫
dΩ

4π

−(vk)vµgν0 + k0vµvν
(vk) + ıγ

= m2
g

∫
dΩ

4π

[
−vµgν0 +

ıγ · vµgν0
(vk) + ıγ

+
k0vµvν

(vk) + ıγ

]
(A.1)

Ниже приведена выражение для поправки к поляризации от I1 . После

усреднения и интегрирования Q и p можно получить:

δI1Π
ab
µ′λ = g4δab

(
N +

NF

2

)
N 2 − 1

2N

∫
dP

pµpλpµ′pµ
′′

ı[(pk) + ıγ]

[
−
(
gµ0gµ′′0

〈
A2

0

〉
+

1

3
δ̂µµ′′

〈
A2
〉)

×
∫
d4k1G(k1)

−ık1ν
ı[p(k − k1) + ıε]

1

ı[−(pk) + ıε]
+

(
gµ0gν0

〈
A2

0

〉
+

1

3
δ̂µν
〈
A2
〉)

×
∫
d4k1Gk1

−ık1µ′′

ı[p(k − k1) + ıε]ı[−(pk1) + ıε]

]
∂

∂pν
fR(0)

(A.2)

Первый член в большой квадратных скобках задается переписывается в ви-

де (второй член в больших квадратных скобках сократится как будет видно
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ниже).∫
d4k1G(k1)

ık1ν
ı[p(k − k1) + ıε]ı[−(pk1) + ıε]

= ı

∫
d4k1G(k1)

[
1

ı(pk)

(
k1ν

ı[p(k − k1) + ıε]

− k1ν
ı[−(pk1) + ıε]

)]
=

ı

ı(pk)

∫
d4k1

[
G(k1 + k)

k1ν
ı[−(pk1) + ıε]

−G(k1)
k1ν

ı[−(pk1) + ıε]

+G(k1)
kν

ı[−(p(k − k1)) + ıε]

]
(A.3)

В свою очередь:∫
d4k1

[
G(k1 + k)

k1ν
ı[−(pk1) + ıε]

−G(k1)
k1ν

ı[−(pk1) + ıε]

]
≈
∫
d4k1

dG(k1)

dk1ν′
kν′

× k1ν
ı[−(pk1) + ıε]

(A.4)

Далее,
dG(k1)

dk1ν′
= −2

√
ĝ

(2π)2
ĝµν

′
k1µ exp[−ĝµνkµ1kν1 ] (A.5)

здесь введено определение:

ĝ =



1

τ 2
0 0 0

0
1

a2
0 0

0 0
1

a2
0

0 0 0
1

a2


(A.6)

Таким образом,

∫
d4k1

k1µk1ν exp[−ĝµνkµ1kµ1 ]

ı[−(pk1) + ıε]
= −1

2

d

dĝµν

(2π)2

det ĝ

√
π

2

1√
ĝ−1µν pµpν

 (A.7)

Произведя сопутствующие расчеты и собрав воедино, можно получить выра-

жение, определяющее вклад от первого члена в больших квадратных скобках

(A.2):

δI1Π
ab
µ′λ = δabm2

g · ıγ
∫
dΩ

[
k0

vµvν
((vk) + ıε)((vk) + ıγ)

]
(A.8)
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Далее, вклад от I4:

δI4Π
ab
νλ = g4δab

(
N +

NF

2

)
N 2 − 1

2N

∫
dP

pµpλ

ı[(pk) + ıε]

[(
gµ0gµ′0

〈
A2

0

〉
+

1

3
δ̂µµ′

〈
A2
〉)

×
∫
d4k1G(k1)

pµ
′

ı[p(k − k1) + ıε]

∂

∂pν
fR(0) −

(
gµ0gµ′0

〈
A2

0

〉
+

1

3
δ̂µµ′

〈
A2
〉)

×
∫
d4k1G(k1)

pν

ı[p(k − k1) + ıε]

∂

∂pµ′
fR(0)

]
(A.9)

Вторый член в больших квадратных скобках в точности сокращает второй

член в больших квадратных скобках выражения (A.2). Соответственно перый

член дает вклад:

δI4Π
ab
µν = −δabıγm2

g

∫
dΩ

4π

vµgν0

(vk) + ıγ
(A.10)

который, в свою очередь, сокращает второй член в больших квадратных скоб-

ках (A.1).

Суммируя оставшиеся члены, получаем (2.124).

A.2 Петлевое интегриррование по k1, пример.

В этом приложении будет продемонстрировано вычисление интеграла по k1

в выражении (2.131). Следует отметить, что несмотря на то что в тексте дис-

сертации приведено ответы для изотропного случая, ниже будут приведены

вычисления в общем случае, с произвольным коррелятором полей Kµνµ′ν′(x).:

Необходимо вычислить следующий интеграл:

I1 =

∫
d4k1

Kµνµ′ν′(k1)

ı((p(k − k1)) + ıε)
(A.11)

Используя α-представление:

1

ı((p(k − k1)) + ıε)
= −

∫ +∞

0

dα exp [ıα((p(k − k1)) + ıε)] (A.12)
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и параметризацию коррелятора в виде (??), можно получить:

I1 = − a3τ

(2π)2
Kµνµ′ν′

0

∫ +∞

0

dα

∫
d4k1 exp

[
−k

2
1a

2

2
−
(
k01
)2
τ 2

2

]
exp [ıα (p(k − k1) + ıε)]

= − a3τ

(2π)2
Kµνµ′ν′

0

∫ +∞

0

dα

∫
d4k1 exp

[
−a

2

2

(
k2
1 −

2ıαpk1

a2

)
− τ 2

2

(
(k01)

2 +
2ıαp0k0

τ 2

)]
×

× exp[ıα(pk)] = −Kµνµ′ν′

0

∫ +∞

0

dα exp

[
−α

2p2

2a2
− α2(p0)2

2τ 2
+ ıα(pk)

]
=c.o.v. α̂ = −α ·

√
p2

2a2
+

(p0)2

2τ 2

 = −Kµνµ′ν′

0

1√
p2

2a2 + (p0)
2

2τ2

∫ +∞

0

dα̂

× exp

−α̂2 + ıα̂(pk)

/√
p2

2a2
+

(p0)2

2τ 2

 ≈ −Kµνµ′

0

1√
p2

2a2 + (p0)
2

2τ2

∫ +∞

0

dα̂

×

1 +
ıα̂(pk)√
p2

2a2 + (p0)
2

2τ2

 exp[−α̂2]

(A.13)

Таким образом, после некоторых вычислений:

I1 = −Kµνµ′ν′

0

1√
p2

2a2 + (p0)
2

2τ2

√π
2

+
ı(pk)

2

√
p2

2a2 + (p0)
2

2τ2

 (A.14)

наконец, турбулентный вклад в функцию распределения 〈δf12〉I соответству-

ющий (2.131) принимает:

〈δf12〉I =
�

≈− e3 q3

ı((pk) + ıε)
F ρσ(k)Kµνµ′ν′

0

pµ
∂

∂pν

 √
π

2

√
p2

2a2 + (p0)
2

2τ2

+
ı(pk)

2
(

p2

2a2 + (p0)
2

2τ2

)
× pµ′

∂

∂pν′
1

ı((pk) + ıε)
pρ

∂

∂pσ
fF(p, T )

(A.15)
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A.3 Индуцированный ток. Пример.

Далее будет приведено вычисление индуцированного тока, отвечающего

диаграмме (??). Используя (2.13), получаем:

δjλI(k) = e
∑
q,s

q

∫
d4p δ(p2)θ(p0)pλ〈δf12(p, k, q)〉I = −e4Kµνµ′ν′

0 F ρσ(k)
∑
q,s

q4

×
∫
d4p δ(p2)θ(p0)pλ

pµ
ı((pk) + ıε)

∂

∂pν

 √
π

2

√
p2

2a2 + (p0)
2

2τ2

+
ı(pk)

2
(

p2

2a2 + (p0)
2

2τ2

)
 pµ′

∂

∂pν′

1

ı((pk) + ıε)
pρ

∂

∂pσ
fF(p, T )

(A.16)

проинтегрировав по частям, и воспользовавшись антисимметрией Kµνµ′ν′ по

перестановке индексов µ ν и µ′ ν ′ можно получить:

δjλI(k) = −e4Kµνµ′ν′

0 F ρσ(k)
∑
q,s

q4
∫
d4pδ4(p2)θ(p0)

[
δλν

(pk)
− kνp

λ

(pk)2

]
pµ √

π

2

√
p2

2a2 + (p0)
2

2τ2

+
ı(pk)

2
(

p2

2a2 + (p0)
2

2τ2

)
 pµ′

 ∂2fF
∂pν′∂pσ

pρ
(pk)

+
∂fF
∂pσ

gρν′

(pk)
− kν′pρ

(pk)2
∂fF
∂pσ


≡ P λ

11 + P λ
12 + P λ

21 + P λ
22 + P λ

31 + P λ
32 + P λ

41 + P λ
42 + P λ

51 + P λ
52 + P λ

61 + P λ
62

(A.17)

Отметим, что калибрововчная инвариантность выражения для тока очевид-

ным образом следует из структуры первой скобки в (A.17).

A.4 Используемые обозначения.

Ниже привдены обозначения и определения, которые упростят запись вы-

ражений для (A.17).

123



При вычислении интеграла по импульсам удобно воспользоваться следую-

щимим обозначениями:

δ̂µν = diag(0, 1, 1, 1); ĝµν = diag(0,−1,−1,−1); k̂µ = (0,−k); êµ =
k̂µ
k

(A.18)

PL
µν(k̂) =

k̂µk̂ν
k2

; PT
µν(k̂) =

(
−ĝµν −

k̂µk̂ν
k2

)
(A.19)

A.5 Вычисления интегралов: примеры

Ниже будет проиллюстрировано вычисление интегралов на примеры вкла-

дов P λ
11 and P λ

12 из (A.17). Можно получить:

P λ
11 = −4 · 2e4√πlKµνµ′ν′

0 F ρσ

2(2π)3

(∫ +∞

0

dpp
∂2f

∂p2

)∫
Ωv
gν′0gσ0δ

λ
νvµvρvµ′

(vk)2
=

=
2ı
√
πg4l

(π)2
〈F µλ

0 F µ′0
0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0

[
gµ0 · PL

µ′ρ(k̂) ·B3(ω, |k|) + gµ0 · PT
µ′ρ(k̂)

×B4(ω, |k|) + êµ′ êρêµ ·B5(ω, |k|) +
(
êµ′ · PT

ρµ(k̂) + êµ · PT
ρµ′(k̂) + êρ · PT

µ′µ(k̂)
)

×B6(ω, |k|)
]

(A.20)

P λ
12 =

4 · 2e4l2Kµνµ′ν′

0 F ρσ

2(2π)3

(∫ +∞

0

dpp
∂2f

∂p2

)∫
Ωv
gν′0gσ0δ

λ
νvµvρvµ′

(vk)
=

= −2ıe4l2

(π)2
〈F µλ

0 F µ′0
0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0

[
gµ0 · PL

µ′ρ(k̂) · A3(ω, |k|) + gµ0 · PT
µ′ρ(k̂)

× A4(ω, |k|) + êµ′ êρêµ · A5(ω, |k|) +
(
êµ′ · PT

ρµ(k̂) + êµ · PT
ρµ′(k̂) + êρ · PT

µ′µ(k̂)
)

×A6(ω, |k|)
]

(A.21)

Выражения для стандартных интегралов A1·9, B1·9, C1·9 и D1·9, появляю-

щихся при угловом интегрировании приведены ниже в A.7.
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A.6 Вычисления интегралов: ответы

P λ
21 =

2ı
√
πe4l

(π)2
〈F µν

0 F µ′0
0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0kν

[
gµ0g

λ0 · PL
µ′ρ(k̂)C3(ω, |k|) + gµ0g

λ0

×PT
µ′ρ(k̂)C4(ω, |k|) +

(
gµ0êµ′ êρê

λ + gλ0êµ′ êρêµ
)
C5(ω, |k|) +

(
gµ0

[
êρ · PTλ

µ′ (k̂)

+êµ′ · PTλ
ρ (k̂) + êλ · PT

µ′ρ(k̂)
]

+ gλ0
[
êρ · PT

µ′µ(k̂) + êµ′ · PT
ρµ(k̂) + êµ · PT

ρµ′(k̂)
])

× C6(ω, |k|) +
[
êµêµ′ · PTλ

ρ (k̂) + êµêρ · PTλ
µ′ (k̂) + êµ′ êρ · PTλ

µ (k̂) + êµê
λ · PT

µ′ρ(k̂)

+êµ′ êλ · PT
µρ(k̂) + êρê

λ · PT
µµ′(k̂)

]
C8(ω, |k|) + êµ′ êµêρê

λC7(ω, |k|)

+
(
PTλ
µ′ (k̂) · PT

µρ(k̂) + PTλ
µ (k̂) · PT

µ′ρ(k̂) + PTλ
ρ (k̂) · PT

µ′µ(k̂)
)
C9(ω, |k|)

]
(A.22)

P λ
21 = −2e4l2

(π)2
〈F µν

0 F µ′0
0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0kν

[
gµ0g

λ0 · PL
µ′ρ(k̂)B3(ω, |k|) + gµ0g

λ0

×PT
µ′ρ(k̂)B4(ω, |k|) +

(
gµ0êµ′ êρê

λ + gλ0êµ′ êρêµ
)
B5(ω, |k|) +

(
gµ0

[
êρ · PTλ

µ′ (k̂)

+êµ′ · PTλ
ρ (k̂) + êλ · PT

µ′ρ(k̂)
]

+ gλ0
[
êρ · PT

µ′µ(k̂) + êµ′ · PT
ρµ(k̂) + êµ · PT

ρµ′(k̂)
])

×B6(ω, |k|) +
[
êµêµ′ · PTλ

ρ (k̂) + êµêρ · PTλ
µ′ (k̂) + êµ′ êρ · PTλ

µ (k̂) + êµê
λ · PT

µ′ρ(k̂)

+êµ′ êλ · PT
µρ(k̂) + êρê

λ · PT
µµ′(k̂)

]
B8(ω, |k|) + êµ′ êµêρê

λB7(ω, |k|)

+
(
PTλ
µ′ (k̂) · PT

µρ(k̂) + PTλ
µ (k̂) · PT

µ′ρ(k̂) + PTλ
ρ (k̂) · PT

µ′µ(k̂)
)
B9(ω, |k|)

]
(A.23)

P λ
31 =

2ı
√
πe4l

(π)2
〈F µν

0 F µ′ν′

0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0gρν′δ
λ
ν

[
gµ0gµ′0B1(ω, |k|) + (gµ0êµ′ + gµ′0êµ)

×B2(ω, |k|) + PL
µ′µ(k̂)B3(ω, |k|) + PT

µ′µ(k̂)B4(ω, |k|)
]

(A.24)
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P λ
32 = −2e4l2

(π)2
〈F µν

0 F µ′ν′

0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0gρν′δ
λ
ν

[
gµ0gµ′0A1(ω, |k|) + (gµ0êµ′ + gµ′0êµ)

×A2(ω, |k|) + PL
µ′µ(k̂)A3(ω, |k|) + PT

µ′µ(k̂)A4(ω, |k|)
]

(A.25)

P41 = −2ı
√
πe4l

(π)2
〈F µν

0 F µ′ν′

0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0gρν′kν
[
gµ′0gµ0g

λ0C1(ω, |k|) +
(
gµ′0gµ0 · êλ+

+gµ0g
λ0 · êµ′ + gµ′0g

λ0 · êµ
)
C2(ω, |k|) +

(
gµ′0 · PLλ

µ (k̂) + gµ0 · PLλ
µ′ (k̂) + gλ0 · PL

µµ′(k̂)
)

×C3(ω, |k|) + +
[
gµ′0 · PTλ

µ (k̂) + gµ0 · PTλ
µ′ (k̂) + gλ0 · PT

µµ′(k̂)
]
C4(ω, |k|)

+êµ′ êµê
λC5(ω, |k|) +

[
êµ · PTλ

µ′ (k̂) + êµ′ · PTλ
µ (k̂) + êλ · PT

µµ′(k̂)
]
C6(ω, |k|)

]
(A.26)

P42 =
2e4l2

(π)2
〈F µν

0 F µ′ν′

0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0gρν′kν
[
gµ′0gµ0g

λ0B1(ω, |k|) +
(
gµ′0gµ0 · êλ+

+gµ0g
λ0 · êµ′ + gµ′0g

λ0 · êµ
)
B2(ω, |k|) +

(
gµ′0 · PLλ

µ (k̂) + gµ0 · PLλ
µ′ (k̂) + gλ0 · PL

µµ′(k̂)
)

×B3(ω, |k|) + +
[
gµ′0 · PTλ

µ (k̂) + gµ0 · PTλ
µ′ (k̂) + gλ0 · PT

µµ′(k̂)
]
B4(ω, |k|)

+êµ′ êµê
λB5(ω, |k|) +

[
êµ · PTλ

µ′ (k̂) + êµ′ · PTλ
µ (k̂) + êλ · PT

µµ′(k̂)
]
B6(ω, |k|)

]
(A.27)

P51 = −2ı
√
πe4l

(π)2
〈F µν

0 F µ′ν′

0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0δ
λ
νkν′ [gµ0gµ′0êρ · C2(ω, |k|) + (gµ′0

× PL
µρ(k̂) + gµ0 · PL

µ′ρ(k̂)C3(ω, |k|) +
[
gµ′0 · PT

µρ(k̂) + gµ0 · PT
µ′ρ(k̂)

]
C4(ω, |k|) + êρêµêµ′

× C5(ω, |k|) + +
[
êµ · PT

µ′ρ(k̂) + êµ′ · PT
µρ(k̂) + êρ · PT

µµ′(k̂)
]
C6(ω, |k|)

]
(A.28)

P52 =
2e4l2

(π)2
〈F µν

0 F µ′ν′

0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0δ
λ
νkν′ [gµ0gµ′0êρ ·B2(ω, |k|) + (gµ′0

× PL
µρ(k̂) + gµ0 · PL

µ′ρ(k̂)B3(ω, |k|) +
[
gµ′0 · PT

µρ(k̂) + gµ0 · PT
µ′ρ(k̂)

]
B4(ω, |k|) + êρêµêµ′

×B5(ω, |k|) + +
[
êµ · PT

µ′ρ(k̂) + êµ′ · PT
µρ(k̂) + êρ · PT

µµ′(k̂)
]
B6(ω, |k|)

]
(A.29)
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P61 = −2ı
√
πe4l

(π)2
〈F µν

0 F µ′ν′

0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0kν′kν′
[
gµ0gµ′0g

λ0êρD2(ω, |k|) +
(
gµ0g

λ0

×PL
µ′ρ(k̂) + gµ′0g

λ0 · PL
µρ(k̂) + gµ0gµ′0 · PLλ

ρ (k̂)
)
D3(ω, |k|) +

[
gµ0g

λ0 · PT
µ′ρ(k̂) + gµ′0g

λ0

×PT
ρµ(k̂) + gµ0gµ′0 · PTλ

ρ (k̂)
]
D4(ω, |k|) +

(
gµ0 · êρêµ′ êλ + gµ′0 · êρêµêλ + gλ0 · êρêµ′ êµ

)
×D5(ω, |k|) +

[
gµ0

[
êλ · PT

µ′ρ(k̂) + êµ′ · PTλ
ρ (k̂) + êρ · PTλ

µ′ (k̂)
]

+ gµ′0

[
êλ · PT

ρµ(k̂)

+êµ · PTλ
ρ (k̂) + êρ · PTλ

µ (k̂)
]

+ gλ0
[
êµ′ · PT

ρµ(k̂) + êµ · PT
ρµ′(k̂) + êρ · PT

µµ′(k̂)
]]

×D6(ω, |k|) + êµêµ′ êρê
λD7(ω, |k|) +

[
êµêµ′ · PTλ

ρ (k̂) + êµêρ · PTλ
µ′ (k̂) + êµê

λ · PT
µ′ρ(k̂)

+êµ′ êρ · PTλ
µ (k̂) + êµ′ êλ · PT

µρ(k̂) + êρê
λ · PT

µµ′(k̂)
]
D8(ω, |k|) +

[
PT
µρ(k̂) · PTλ

µ′ (k̂)

+PT
µ′µ(k̂) · PTλ

ρ (k̂) + PTλ
µ (k̂) · PT

µ′ρ(k̂)
]
D9(ω, |k|)

]
(A.30)

P62 =
2e4l2

(π)2
〈F µν

0 F µ′ν′

0 〉 (kρAσ − kσAρ) gσ0kν′kν′
[
gµ0gµ′0g

λ0êρC2(ω, |k|) +
(
gµ0g

λ0

×PL
µ′ρ(k̂) + gµ′0g

λ0 · PL
µρ(k̂) + gµ0gµ′0 · PLλ

ρ (k̂)
)
C3(ω, |k|) +

[
gµ0g

λ0 · PT
µ′ρ(k̂) + gµ′0g

λ0

×PT
ρµ(k̂) + gµ0gµ′0 · PTλ

ρ (k̂)
]
C4(ω, |k|) +

(
gµ0 · êρêµ′ êλ + gµ′0 · êρêµêλ + gλ0 · êρêµ′ êµ

)
×C5(ω, |k|) +

[
gµ0

[
êλ · PT

µ′ρ(k̂) + êµ′ · PTλ
ρ (k̂) + êρ · PTλ

µ′ (k̂)
]

+ gµ′0

[
êλ · PT

ρµ(k̂)

+êµ · PTλ
ρ (k̂) + êρ · PTλ

µ (k̂)
]

+ gλ0
[
êµ′ · PT

ρµ(k̂) + êµ · PT
ρµ′(k̂) + êρ · PT

µµ′(k̂)
]]

×C6(ω, |k|) + êµêµ′ êρê
λC7(ω, |k|) +

[
êµêµ′ · PTλ

ρ (k̂) + êµêρ · PTλ
µ′ (k̂) + êµê

λ · PT
µ′ρ(k̂)

+êµ′ êρ · PTλ
µ (k̂) + êµ′ êλ · PT

µρ(k̂) + êρê
λ · PT

µµ′(k̂)
]
C8(ω, |k|) +

[
PT
µρ(k̂) · PTλ

µ′ (k̂)

+PT
µ′µ(k̂) · PTλ

ρ (k̂) + PTλ
µ (k̂) · PT

µ′ρ(k̂)
]
C9(ω, |k|)

]
(A.31)
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A.7 Стандартные интегралы

Здесь приведены явные выражения для A1 (ω, |k|) . . . A9 (ω, |k|), . . .,

D1 (ω, |k|) . . . D9 (ω, |k|), x = ω/ |k|:

A1 (ω, |k|) =

∫ +π

0

dθ
sin θ

(kv) + ıε
=

1

|k|L[x]

A2 (ω, |k|) =

∫ +π

0

dθ
cos θ sin θ

(kv) + ıε
=

1

|k|(−2 + xL[x])

A3 (ω, |k|) =

∫ +π

0

dθ
cos2 θ sin θ

(kv) + ıε
=

1

|k|(−2x+ x2L[x])

A4 (ω, |k|) =
1

2
(A1 (ω, |k|)− A3 (ω, |k|))

A5 (ω, |k|) =

∫ +π

0

dθ
cos3 θ sin θ

(kv) + ıε
=

1

|k|

(
−3

2
− 2x2 + x3L[x]

)
A6 (ω, |k|) =

1

2
(A2 (ω, |k|)− A5 (ω, |k|))

A7 (ω, |k|) =

∫ +π

0

dθ
cos4 θ sin θ

(kv) + ıε
=

1

|k|

(
−3

2
x− 2x3 + x4L[x]

)
A8 (ω, |k|) =

1

2
(A3 (ω, |k|)− A7 (ω, |k|))

A9 (ω, |k|) =
1

4
(A1 (ω, |k|)− 2A3 (ω, |k|) + A7 (ω, |k|))

(A.32)
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B1 (ω, |k|) =

∫ +π

0

dθ
sin θ

((kv) + ıε)2
= − 1

k2

2

1− x2

B2 (ω, |k|) =

∫ +π

0

dθ
sin θ cos θ

((kv) + ıε)2
= − 1

k2

(
L[x] +

2x

1− x2
)

B3 (ω, |k|) =

∫ +π

0

dθ
sin θ cos2 θ

((kv) + ıε)2
= − 1

k2

(
−2 + 2xL[x] +

2x2

1− x2
)

B4 (ω, |k|) =
1

2
(B1 (ω, |k|)−B3 (ω, |k|))

B5 (ω, |k|) = − 1

k2

(
−4x+ 3x2L[x] +

2x3

1− x2
)

B6 (ω, |k|) =
1

2
(B2 (ω, |k|)−B5 (ω, |k|))

B7 (ω, |k|) = − 1

k2

(
−2

3
− 6x2 + 4x3L[x] +

2x4

1− x2
)

B8 (ω, |k|) =
1

2
(B3 (ω, |k|)−B7 (ω, |k|))

B9 (ω, |k|) =
1

4
(B1 (ω, |k|)− 2B3 (ω, |k|) +B7 (ω, |k|))

(A.33)

C1 (ω, |k|) =

∫ +π

0

dθ
sin θ

((kv) + ıε)3
=

1

|k|3
2x

(1− x2)2

C2 (ω, |k|) =
1

|k|3
(

2

(1− x2) +
2x2

(1− x2)2
)

C3 (ω, |k|) =
1

|k|3
(

4x

(1− x2) +
2x3

(1− x2)2 + L[x]

)
C4 (ω, |k|) =

1

2
(C1 (ω, |k|)− C3 (ω, |k|))

C5 (ω, |k|) =
1

|k|3
(
−2 + 3xL[x] +

6x2

(1− x2) +
2x4

(1− x2)2
)

C6 (ω, |k|) =
1

2
(C2 (ω, |k|)− C5 (ω, |k|))

C7 (ω, |k|) =
1

|k|3
(
−6x+ 6x2L[x] +

8x3

(1− x2) +
2x5

(1− x2)2
)

C8 (ω, |k|) =
1

2
(C3 (ω, |k|)− C7 (ω, |k|))

C9 (ω, |k|) =
1

2
(C1 (ω, |k|)− 2C3 (ω, |k|) + C7 (ω, |k|))

(A.34)
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D1 (ω, |k|) = − 2

3k4

3x2 + 1

(1− x2)
D2 (ω, |k|) = − 1

|k|C1 (ω, |k|) + xD1 (ω, |k|)

D3 (ω, |k|) = − 1

|k|(C2 (ω, |k|) + xC1 (ω, |k|)) + x2D1 (ω, |k|)

D4 (ω, |k|) =
1

2
(D1 (ω, |k|)−D3 (ω, |k|))

D5 (ω, |k|) = − 1

|k|(C3 (ω, |k|) + xC2 (ω, |k|) + x2C1 (ω, |k|)) + x3D1 (ω, |k|)

D6 (ω, |k|) =
1

2
(D2 (ω, |k|)−D5 (ω, |k|))

D7 (ω, |k|) = − 1

|k|(C5 (ω, |k|) + xC3 (ω, |k|) + x2C2 (ω, |k|) + x3C1 (ω, |k|))

+ x4D1 (ω, |k|)

D8 (ω, |k|) =
1

2
(D3 (ω, |k|)−D7 (ω, |k|))

D9 (ω, |k|) =
1

2
(D1 (ω, |k|)− 2D3 (ω, |k|) +D7 (ω, |k|))

(A.35)
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Приложение B

Приложение к главе 3

B.1 Эффективная хромопроницаемость слу-

чайно неоднородной среды. Диаграммный

вывод

Усредненное поле в неоднородной среде можно вычислить

используя разложение по (ξ(r)) в импульсном представлении(
G(ω,k) =

1

(2π)4
∫
E(r, t) exp(−ı(kr− ωt))dtdr

)
. Выражении для функ-

ции Грина уравнения 3.3 принимает вид:[
(ω2 · ε0 − k2)δij + kikj

]
×Gj = −ω2 · χ0 × (ξ̂Gi)(k)+

+
1

(2π)3
ni exp(−ık · r0)

(B.1)

Здесь (ξ̂Gi)(k) представляет собой:

(ξ̂Gi)(k) =
1

(2π)3

∫
ξ(r)E(r) exp(−ıkr)d3r =

∫
G(k′)ξ(k− k′)d3k′ (B.2)

Тогда как ξ(k), в свою очередь, Фурье-образ от ξ(r), то есть:

ξ(k) =
1

(2π)3

∫
ξ(r) exp(−ıkr)d3r (B.3)
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Матрица обратная к (ω2ε0−k2)δij+kikj является функцией Грина векторного

волнового уравнения в импульсном представлении:

Aij =
δij

ω2ε0 − k2
+

kikj
ω2ε0 · (ω2ε0 − k2)

(B.4)

Решая предыдущее уравнение по теории возмущений можно получить разло-

жение:

Gi(k) =
1

(2π)3
Aijnj exp(−ıkr0)−

− 1

(2π)3
· (ω2χ0) · Aij1(ξ̂Aj1jnj exp(−ıkr0))+

+
1

(2π)3
· (ω2χ0)

2 · Aij1(ξ̂Aj1j2(ξ̂Aj2jnj exp(−ıkr0))) + . . .

(B.5)

Далее как уже упоминалось в основном тексте предполагается, предпо-

лагается, что статистическая ξ(r) удовлетворяет условиям гауссовского ста-

тистического ансамбль. Последнее означает, что выражение для n-ых кор-

реляций записывается в следующем виде (без потери общности среднее от

ξ можно положить равным 0, так как χ0 содержит в себе среднее значение

ди(хромо)электрической проницаемости):

〈ξ(r1)〉 = 0

〈ξ(r1)ξ(r2)〉 = B(r1, r2)

〈ξ(r1) . . . ξ(r2n+1)〉 = 0

〈ξ(r1) . . . ξ(r2n)〉 = Sum of all sorts of (2(n-1)!!) pair correlations.

После усреднения ряда теории возмущений (B.5) по гауссовскому ан-
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самблю можно получить:

Gi(k) =
1

(2π)3
Aijnj exp(−ıkr0) +

1

(2π)3
(ω2χ0)

2Aij1×

×
∫ ∫ ∫ ∫

d3r1d
3r2d

3k1d
3k2B(|r1 − r2|)Aj1j2Aj2j3nj3×

× exp(−ıkr0) exp(ı(k1r1 − k2r1)) exp(ı(k2r2 − kr2)) + . . .

(B.6)

По обыкновению диаграммная техника является удобным способом пред-

ставления рдов теории возмущений. Можно сформулировать следующие обо-

значения и "правила Фейнмана"для ряда B.6:

1) Пропагатор

�
= Aij (B.7)

2) Простейшая петля поляризации :

�
= (ω2χ0)

4

∫
d3k1B(k1 − k)Aij(k1) (B.8)

3) Источник: ⊗
=

1

(2π)3
exp(−ıkr0) (B.9)

Тогда (B.6) можно записать виде:

�
=
�

+
�

+ . . . (B.10)

Далее уравнение Дайсона принимает вид:

�
=
�

+
�

+ . . . (B.11)

Где поляризационный оператор:

	
=



+
�

+ . . . (B.12)

Взяв первый член ряда для поляризационного оператора (что отвечает

условию σ2 << 1 и σ2ωε0α << 1) и проведя интегрирование можно получить

эффективный тензор ди(хромо)электрической проницаемости.
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B.2 Выражения для диэлектрической проница-

емости.

Для B(r) = σ2 exp(− r
a) (здесь α = 1

a) выражения для продольной и попе-

речной частей ди(хромо)электрической проницаемости имеют вид:

ε⊥ =ε0 − (χ0)
2σ2
[

ω2

(ω
√
ε0 + ıα)2 − k2 −

1

ε0

(
α(ıω
√
ε0 + α)

2k2
−

−α((ω
√
ε0)

2 + α2 + k2)

2k3
arctan

(
ık

ω
√
ε0 + ıα

))] (B.13)

ε‖ =ε0 − (χ0)
2σ2
[

1

ε0
+

2

ε0

(
α(ıω
√
ε0 + α)

2k2
−

−α((ω
√
ε0)

2 + α2 + k2)

2k3
arctan

(
ık

ω
√
ε0 + ıα

))] (B.14)

Для корреляционной функции B(r) = σ2
1

(( ra)
2 + 1)2

удается получить

аналитическое выражение лишь для поперечной части хромоэлектрическо-

го тензора (следует отметить, что в пределе крупномасштабных корреляций

ωa << 1 вклад в поперечную часть значительно больше вклада в продоль-

ную):

Re[ε⊥] =ε0 − (χ0)
2 σ2

8α2k

[
exp

(
k + ωε0

α

)
Ei

(
−k + ωε0

α

)
· (k + ωε0 − α)+

+ exp

(
−k + ωε0

α

)
Ei

(
k + ωε0

α

)
· (k + ωε0 + α)− exp

( |k − ωε0|
α

)
×Ei

(
−|k − ωε0|

α

)
· (|k − ωε0| − α)− exp

(
−|k − ωε0|

α

)
Ei

( |k − ωε0|
α

)
×(|k − ωε0|+ α)

]
(B.15)

Im[ε⊥] =(χ0)
2 πσ

2

8α2k

[
exp[−|k − ωε0|

α
](|k − ωε0|+ α)− exp[−k + ωε0

α
](k + ωε0 + α)

]
(B.16)
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