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АНОТАЦIЯ

Трофименко С.В. Iнтерференцiйнi ефекти в iонiзацiйних втратах, пере-

хiдному та когерентному рентгенiвському випромiнюваннi ультрарелятивiст-

ських частинок. – Квалiфiкацiйна наукова праця на правах рукопису.

Дисертацiя на здобуття наукового ступеня доктора фiзико-математичних

наук за спецiальнiстю 01.04.02 «Теоретична фiзика» (104 – Фiзика та астроно-

мiя). – Iнститут теоретичної фiзики iменi О.I. Ахiєзера, Нацiональний науковий

центр «Харкiвський фiзико-технiчний iнститут» НАН України, Харкiв, 2021.

У дисертацiйнiй роботi представлено результати дослiджень iнтерфе-

ренцiйних ефектiв у рядi електродинамiчних процесiв, що мають мiсце при

взаємодiї заряджених частинок високої енергiї з аморфними та кристалiчними

середовищами. Ефекти, що тут вивчаються, пов’язанi з великими розмiрами

вiдстаней, вiдомих як довжини формування, у межах яких такi процеси

розвиваються, а також iз особливостями взаємодiї з речовиною ультракоро-

тких згусткiв заряджених частинок. Показано, що такi ефекти призводять до

суттєвої модифiкацiї характеристик цих процесiв при параметрах, що можуть

бути реалiзованi на сучасних прискорювачах або на прискорювачах, якi наразi

будуються.

Зокрема, дослiджено просторову еволюцiю електромагнiтного поля нав-

коло високоенергетичного електрона пiсля перетину ним аморфної мiшенi у

вакуумi в широкiй областi вiдстаней вiд мiшенi в межах довжини формування

перехiдного випромiнювання. Отримано аналiтичний вираз для компонен-

ти Фур’є електричного поля частинки. Показано, що в зазначенiй областi

вiдстаней частина компонент Фур’є поля, що оточує електрон, пригнiчена

порiвняно з вiдповiдними компонентами кулонiвського поля релятивiстської

частинки у вакуумi. Частинка з таким полем вiдома як «напiвголий» електрон.

Продемонстровано, що спектральна густина електромагнiтної енергiї навколо

такого електрона логарифмiчно зростає зi збiльшенням вiдстанi вiд мiшенi, що
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вiдображає процес вiдновлення кулонiвського поля частинки та формування

перехiдного випромiнювання.

Дослiджено когерентне рентгенiвське випромiнювання «напiвголого» еле-

ктрона в ультратонкому кристалi, що розташований на певнiй вiдстанi вiд

товстої аморфної мiшенi, яку частинка попередньо перетинає. Показано, що

у випадку, коли кристал знаходиться на вiдстанi вiд мiшенi, меншiй за дов-

жину формування, кутовий розподiл спектральної густини випромiнювання

є значно ширшим, нiж вiдповiдний розподiл для налiтаючого електрона з

кулонiвським полем, а iнтегральна iнтенсивнiсть випромiнювання зростає зi

збiльшенням зазначеної вiдстанi. Розглянуто вплив обмеженого поперечного

розмiру кристалiчної мiшенi на характеристики випромiнювання. Показано, що

вiн призводить до залежностi iнтенсивностi випромiнювання вiд вiдстанi мiж

мiшенями у випадку, коли ця вiдстань значно перевищує довжину формування.

Вивчено вплив «напiвголого» стану налiтаючого електрона на характе-

ристики дифрагованого перехiдного випромiнювання у кристалi довiльної тов-

щини. Для випадку геометрiї Брегга отримано аналiтичнi вирази для кутового

розподiлу та iнтегральної iнтенсивностi такого випромiнювання. Показано, що

цi характеристики зазнають модифiкацiї, подiбної до тої, що має мiсце для

когерентного рентгенiвського випромiнювання в ультратонкому кристалi.

Розглянуто проблему реєстрацiї перехiдного випромiнювання мiлiметро-

вого дiапазону довжин хвиль у ближнiй зонi за допомогою параболiчного

фокусуючого дзеркала обмеженого розмiру. Отримано точнi та спрощенi на-

ближенi вирази для результатiв вимiрювання спектрально-кутового розподiлу

випромiнювання для довiльного розмiру та положення дзеркала. Показано, що

в загальному випадку такi розподiли помiтно вiдрiзняються вiд розподiлiв,

що реєструються точковим детектором як у хвильовiй, так i в ближнiй зонi.

У цьому ж дiапазонi довжин хвиль дослiджено перехiдне випромiнювання

«напiвголого» електрона при його похилому падiннi на металеву пластину.

Отримано вираз для спектрально-кутового розподiлу такого випромiнювання,
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що є справедливим не тiльки при високих, але й при достатньо малих енергiях

частинки, коли розподiл випромiнювання за кутом спостереження є iстотно

асиметричним.

Проведено узагальнення теорiї рентгенiвського перехiдного випромiню-

вання електронiв у багатошарових перiодичних мiшенях на випадок, коли на

мiшень налiтає не одна частинка, а пучок iз довiльним поперечним аксiально

симетричним розподiлом електронiв, i активна область детектора випромiнюва-

ння має обмежений розмiр. Розглянуто випадки круглої та квадратної форми

цiєї областi. Отримано вираз для спектральної густини випромiнювання, що

її реєструє детектор у такому випадку. Виявлено ефект значного посилення

iнтенсивностi випромiнювання при певних оптимальних параметрах мiшенi за

умов достатньо вузької колiмацiї пучка фотонiв випромiнювання.

Дослiджено процес iонiзацiї внутрiшнiх атомних оболонок високоенерге-

тичними електронами в багатошарових перiодичних мiшенях та характеристи-

чне рентгенiвське випромiнювання, що виникає при рекомбiнацiї цих оболонок.

Обчислено середнє значення перерiзу iонiзацiї К-оболонок атомiв у такiй мiшенi

в залежностi вiд її параметрiв. Виявлено прояв iнтерференцiйних ефектiв для

такого перерiзу, внаслiдок яких вiн логарифмiчно зростає зi збiльшенням про-

мiжку мiж окремими фольгами, з яких складається мiшень, доки цей промiжок

не перевищить довжину формування. Передбачено ефект суттєвого збiльшення

такого перерiзу, порiвняно зi звичайним перерiзом iонiзацiї К-оболонок без

впливу ефекту густини, та iнтенсивностi характеристичного випромiнювання

при певних параметрах мiшенi.

Розглянуто задачу про iонiзацiйнi втрати високоенергетичної електрон-

позитронної пари у тонкiй мiшенi, що розташована на певнiй вiдстанi вiд iншої

мiшенi, де пара народжується. Показано, що в даному випадку iнтерференцiйнi

ефекти впливають на iонiзацiйнi втрати пари на значно бiльших вiдстанях вiд

точки її народження, нiж у випадку, коли iонiзацiйнi втрати пари розгляда-

ються у тому самому середовищi, де вона народжується. Дослiджено вплив
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непаралельностi траєкторiй електрона i позитрона на iонiзацiйнi втрати пари

у тонкiй мiшенi. Показано, що у випадку народження пари у достатньо тонкiй

мiшенi це призводить до невеликого послаблення ефекту Чудакова, i втрати

пари виявляються дещо менш пригнiченими порiвняно з сумою незалежних

втрат електрона i позитрона. Для випадку народження пари у достатньо товстiй

мiшенi виявлено залишковий ефект пригнiчення iонiзацiйних втрат пари при

асимптотично великих вiдстанях мiж мiшенями. Передбачено ефект, що є

зворотним до ефекту Чудакова i полягає в перевищеннi величиною iонiзацiйних

втрат пари у тонкiй мiшенi вiдповiдної суми незалежних втрат електрона i

позитрона. Отримано оптимальнi умови для прояву такого ефекту.

Дослiджено втрати енергiї релятивiстського ансамблю (банча) електронiв

ультрамалого розмiру на iонiзацiю та збудження атомiв речовини. Отримано

класичнi та квантовi вирази для таких втрат через форм-фактори ансамблю в

умовах прояву когерентних ефектiв у цих втратах. Показана можливiсть поси-

лення цих втрат на декiлька порядкiв величини внаслiдок впливу таких ефектiв

при параметрах банчiв, що наразi є досяжними на сучасних рентгенiвських

лазерах на вiльних електронах, а також на рядi прискорювачiв, що готуються

до введення в експлуатацiю. Показано, що у твердотiльних мiшенях оптимальнi

умови для прояву таких ефектiв реалiзуються при ультрамалих товщинах мiше-

ней. Розглянуто випадки, що вiдповiдають рiзним формам просторового розпо-

дiлу частинок в ансамблi. Для електронних пучкiв iз перiодичною поздовжньою

модуляцiєю густини передбачено ефект резонансного посилення iонiзацiйних

втрат для дискретного набору перiодiв модуляцiї густини (мiкробанчування)

пучка, якi визначаються потенцiалами iонiзацiї атомних оболонок мiшенi.

Дослiджено проблему змiщеного по фазi iнтерiмпульсу пульсара у Кра-

боподiбнiй туманностi. Запропоновано новий механiзм радiовипромiнювання

частинок у магнiтосферi пульсара, який може бути застосований для пояснення

природи цього iнтерiмпульсу. Даний механiзм полягає у випромiнюваннi ультра-

релятивiстських позитронiв, що рухаються в напрямку поверхнi зiрки вздовж
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викривлених силових лiнiй магнiтного поля, та падають на цю поверхню.

Продемонстровано роль iнтерференцiйних ефектiв для можливостi застосува-

ння даного механiзму з метою пояснення природи змiщеного iнтерiмпульсу.

Оцiнено спектр випромiнювання позитронiв з урахуванням його когерентностi.

Передбачено верхню частоту, при якiй запропонований механiзм перестає

працювати, що вiдповiдає зникненню змiщеного iнтерiмпульсу.

Серед основних результатiв дисертацiйної роботи, що мають наукову

новизну, можна стисло сформулювати наступнi. Виведено аналiтичнi формули,

що описують просторову еволюцiю напруженостi та спектральної густини

енергiї поля навколо електрона пiсля проходження ним товстої мiшенi у

вакуумi в широкiй областi вiдстаней вiд мiшенi в межах довжини формування.

Узагальнено опис спектрально-кутових характеристик перехiдного випромiню-

вання «напiвголого» релятивiстського електрона при його похилому падiннi

на провiдну мiшень на випадок низьких енергiй частинки. Виведено форму-

ли, що описують спектрально-кутовий розподiл та iнтегральну iнтенсивнiсть

когерентного рентгенiвського випромiнювання релятивiстського «напiвголого»

електрона в ультратонкому кристалi. Отримано вирази для кутових розподiлiв

та iнтегральної iнтенсивностi дифрагованого перехiдного випромiнювання у

геометрiї Брегга при падiннi «напiвголого» електрона на товсту кристалiчну

мiшень. Отримано точнi, а також спрощенi наближенi вирази для спектрально-

кутового розподiлу перехiдного випромiнювання у ближнiй зонi при його ви-

мiрюваннi за допомогою параболiчного фокусуючого дзеркала для довiльного

розмiру i положення дзеркала. Виведено формули для спектрального розподi-

лу рентгенiвського перехiдного випромiнювання електронiв у багатошарових

перiодичних мiшенях для довiльного аксiально симетричного поперечного

розподiлу частинок у пучку та обмеженого розмiру активної областi детектора

випромiнювання. Отримано умови для помiтного посилення iнтенсивностi

рентгенiвського перехiдного випромiнювання електронiв у багатошарових пе-

рiодичних мiшенях при малому кутi колiмацiї пучка фотонiв випромiнювання.
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Виявлено ефект суттєвого збiльшення перерiзу iонiзацiї внутрiшнiх атомних

оболонок та iнтенсивностi характеристичного рентгенiвського випромiнюван-

ня високоенергетичними електронами у багатошарових перiодичних мiшенях.

Показано, що на iонiзацiйнi втрати високоенергетичної електрон-позитронної

пари у тонкiй мiшенi, яку вона перетинає пiсля вильоту з iншої мiшенi, де

вона народжується, iнтерференцiйнi ефекти впливають на значно бiльших

вiдстанях вiд точки народження пари, нiж на iонiзацiйнi втрати пари у тому

самому середовищi, де вона народжується. Виявлено iнтерференцiйний ефект

в iонiзацiйних втратах електрон-позитронних пар у тонкiй мiшенi, подiбний

до такого, що має мiсце при дифракцiї Фраунгофера в оптицi. Передбачено

ефект в iонiзацiйних втратах пари у тонкiй мiшенi, що є зворотним до ефекту

Чудакова i полягає в перевищеннi величиною iонiзацiйних втрат пари суми

незалежних втрат частинок, що її утворюють. Отримано класичнi та квантовi

вирази для втрат енергiї релятивiстського електронного банча ультрамалого

розмiру на iонiзацiю та збудження атомних оболонок речовини через його

форм-фактори в умовах прояву когерентних ефектiв у цих втратах. Для

електронних пучкiв iз перiодичною модуляцiєю густини виявлено можливiсть

прояву резонансних ефектiв у iонiзацiйних втратах. Запропоновано новий меха-

нiзм радiовипромiнювання ультрарелятивiстськими частинками у магнiтосферi

пульсара, який дає можливiсть пояснити загадку змiщеного iнтерiмпульсу для

пульсара у Крабоподiбнiй туманностi. Передбачено частоту при якiй змiщений

iнтерiмпульс має зникати.

Практичне i наукове значення отриманих результатiв полягає в тому, що

вони дозволяють теоретично описувати характеристики розглянутих електро-

динамiчних процесiв за умов суттєвого прояву iнтерференцiйних ефектiв, коли

добре вiдомi формули не можна застосовувати для такого опису. Отриманi

результати можуть бути використанi для розробки пропозицiй вiдповiдних

експериментальних дослiджень на прискорювачах частинок високих енергiй.

Результати дослiджень iнтерференцiйних ефектiв у iонiзацiйних втратах еле-
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ктронних ансамблiв та у когерентному рентгенiвському випромiнюваннi в кри-

сталах можуть бути використанi для розвитку нових методiв i технологiй для

дiагностики параметрiв пучкiв на майбутнiх колайдерах та сучасних рентгенiв-

ських лазерах на вiльних електронах. Результати щодо характеристичного та

перехiдного рентгенiвського випромiнювання в багатошарових мiшенях можуть

бути використанi для створення нових джерел рентгенiвських фотонiв, а також

для вдосконалення вже iснуючих. Результати, що стосуються запропонованого

механiзму випромiнювання пульсарiв є важливими для поглиблення розумiння

процесiв, що вiдбуваються в магнiтосферi цих зiрок, та природи їх радiовипро-

мiнювання, що спостерiгається.

Ключовi слова: релятивiстський електрон, електрон-позитронна пара,

перехiдне випромiнювання, параметричне рентгенiвське випромiнювання, ди-

фраговане перехiдне випромiнювання, характеристичне випромiнювання, iонi-

зацiйнi втрати енергiї, ефект Чудакова, ефект густини, довжина формування,

«напiвголий» електрон, пульсар, iнтерiмпульс, рiвняння Максвелла, теорiя

збурень.
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ABSTRACT

Trofymenko S.V. Interference effects in the ionization loss, transition and

coherent x-ray radiation by ultrarelativistic particles. – Qualification scientific paper,

manuscript.

Thesis for a Doctoral Degree in Physics and Mathematics: Speciality

01.04.02 “Theoretical physics” (104 – Physics and Astronomy). – A.I. Akhiezer

Institute for Theoretical Physics, National Science Center “Kharkiv Institute of

Physics and Technology” NAS of Ukraine, Kharkiv, 2021.

The Doctoral Thesis presents the results of study of interference effects in

a number of electrodynamic processes which take place during the interaction of

high-energy charged particles with amorphous and crystalline media. The effects,

considered here, are associated with the large size of distances, known as formation

lengths, on which these processes develop, as well as with peculiarities of ultrashort

charged particle bunches interaction with matter. It is shown that such effects lead to

significant modification of the characteristics of these processes for the parameters

which can be achieved at modern accelerators or at accelerators currently under

construction.

Particularly, the spatial evolution of electromagnetic field around a high-

energy electron after its crossing of an amorphous target in vacuum is studied

over a wide range of distances from the target within the transition radiation

formation length. Analytical expression for the electron’s electric field Fourier

component is obtained. It is shown that in the discussed range of distances a part

of Fourier components of the field around the electron are suppressed compared to

the corresponding components of a relativistic particle’s Coulomb field in vacuum.

The particle with such field is known as “half-bare” electron. It is demonstrated

that the spectral density of electromagnetic energy around the “half-bare” electron

increases logarithmically with the increase of distance from the target, which reflects

the process of regeneration of the Coulomb field around the particle and formation
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of transition radiation.

Coherent x-ray radiation by a “half-bare” electron in an ultrathin crystal

separated by a certain distance from the thick amorphous target, which the electron

preliminarily crosses, is investigated. It is shown that in the case when the distance

between the crystalline and amorphous targets is less than the formation length,

the angular distribution of radiation spectral density is much wider than the

corresponding distribution typical for the incident electron with the Coulomb field,

while the integrated radiation intensity increases with the increase of this distance.

The influence of finite transversal size of the crystalline target on the radiation

characteristics is considered. It is shown that it leads to dependence of the radiation

intensity on distance between the targets in the case when this distance significantly

exceeds the formation length.

The influence of “half-bare” state of the incident electron on characteristics of

the diffracted transition radiation in a thick crystal is studied. For the case of Bragg

geometry, analytical expressions for the radiation angular distribution and integral

intensity are obtained. It is shown that these characteristics undergo a modification

similar to the one which occurs for the coherent x-ray radiation in an ultrathin

crystal.

The problem of registration of transition radiation in the millimeter range of

wavelengths in the near-field zone by means of a parabolic focusing mirror of finite

size is considered. Both precise and simplified approximate expressions are obtained

for the results of measurements of the radiation spectral-angular distribution for

an arbitrary size and position of the mirror. It is shown that, generally, such

distributions noticeably differ from the distributions registered by a point detector

both in the wave and near-field zones. In the same range of wavelengths, the

transition radiation by a “half-bare” electron at its oblique incidence on a metal plate

is considered. The expression for spectral-angular distribution of such radiation is

obtained, which is valid not only at high, but also at sufficiently low particle energies,

when the radiation distribution with respect to the observation angle is substantially
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asymmetric.

Generalization of the theory of x-ray transition radiation by electrons in

multifoil periodic targets is performed for the case when not just a single particle

but an electron beam with an arbitrary transversal axially symmetric particle

distribution is incident on the target and the size of the radiation detector active

area is finite. Both the cases of circular and square shapes of this area are considered.

The expression for radiation spectral density, registered by the detector in this

case, is obtained. The effect of significant increase of the radiation intensity at

certain optimal parameters of the target under the condition of sufficiently narrow

collimation of the radiation photon beam is revealed.

The process of ionization of inner atomic shells by high-energy electrons in

multilayer periodic targets and characteristic x-ray radiation, which occurs as a

result of recombination of these shells, are investigated. The average value of K-

shell ionization cross section in such a target is calculated as a function of the target

parameters. Manifestation of interference effects for this cross section is revealed.

These effects result in the logarithmic increase of the cross section with the increase

of the spacing between separate foils, which the target is composed of, until this

spacing becomes larger than the formation length. The effect of significant increase

of this cross-section, compared to the conventional K-shell ionization cross section

without the density effect impact, and the characteristic radiation intensity at certain

target parameters is predicted.

The problem of ionization loss of a high-energy electron-positron pair in a

thin target separated by a certain distance from another target, where the pair is

created, is considered. It is shown that in this case the interference effects affect

the pair ionization loss on much larger distances from its creation point than in

the case when the pair ionization loss is considered in the same target where it is

created. The influence of non-parallelism of the electron and positron trajectories

on the pair ionization loss in the thin target is investigated. It is shown that

in the case of pair creation inside a sufficiently thin target, it leads to a slight
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weakening of the Chudakov effect, and the pair loss is somewhat less suppressed

compared to the sum of independent electron and positron losses. For the case of

pair creation inside a sufficiently thick target, a residual effect of the pair ionization

loss suppression at asymptotically large distances between the targets is revealed.

The effect of exceeding by the value of the pair ionization loss in the thin target of

the corresponding sum of independent electron and positron losses, being opposite to

the Chudakov effect, is predicted as well. The optimal conditions for manifestation

of such an effect are obtained.

The energy loss by a relativistic electron ensemble (bunch) of an ultrasmall size

due to ionization and excitation of atoms of matter has been studied. Classical and

quantum expressions for such loss via the ensemble form factors are obtained under

the conditions of coherent effects manifestation in this loss. The possibility of increase

of this loss by several orders of magnitude due to the influence of such effects for

the bunch parameters, which are currently achievable on modern x-ray free-electron

lasers, as well as on a number of accelerators being prepared for commissioning,

is demonstrated. It is shown that in solid-state targets the optimal conditions for

manifestation of such effects are realized for an ultrasmall target thickness. The cases

corresponding to different shapes of the particle spatial distribution in the ensemble

are considered. For electron beams with periodic longitudinal density modulation,

the effect of ionization loss resonant amplification is predicted for a discrete set

of density modulation (microbunching) periods of the beam, which are defined by

ionization potentials of the atomic shells of the target.

The problem of phase-shifted interpulse of the pulsar in the Crab Nebula

is investigated. A new mechanism of radio emission by the particles in the pulsar

magnetosphere is proposed, which could be applied for explanation of the nature

of this interpulse. This mechanism is the radiation by ultrarelativistic positrons

moving toward the surface of the star along the curved magnetic field force lines

and hitting the surface. The role of interference effects for the possibility of

application of this mechanism for explanation of the nature of the shifted interpulse
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is demonstrated. The spectrum of radiation by positrons is estimated taking into

account its coherence. The upper frequency, where the proposed mechanism stops

working, which corresponds to disappearance of the shifted interpulse, is predicted.

Among the main results of the Doctoral Thesis, which have scientific novelty,

we can briefly highlight the following. Analytical formulas describing the spatial

evolution of the strength and spectral energy density of the field around the electron

after its crossing of a thick target in vacuum in a wide range of distances from

the target within the formation length are derived. The description of spectral-

angular characteristics of the transition radiation by a “half-bare” relativistic electron

at its inclined incidence on a conducting target is generalized for the case of

low particle energies. Formulas describing the spectral-angular distribution and

integrated intensity of coherent x-ray radiation by a relativistic “half-bare” electron

in an ultrathin crystal are derived. Expressions for the angular distributions and

integrated intensity of diffracted transition radiation in Bragg geometry at the “half-

bare” electron incidence on a thick crystalline target are obtained. Both precise and

simplified approximate expressions for the spectral-angular distribution of transition

radiation in the near-field zone, measured with the use of a parabolic focusing mirror,

are derived for an arbitrary size and position of the mirror. Formulas for the spectral

distribution of x-ray transition radiation by electrons in multifoil periodic targets

are derived for an arbitrary axially symmetric transverse particle distribution in the

electron beam and finite size of the radiation detector active area. Conditions for

a noticeable increase of the intensity of x-ray transition radiation by electrons in

multifoil periodic targets for a small collimation angle of the radiation photon beam

are obtained. The effect of significant increasing of the inner atomic shell ionization

cross section and intensity of characteristic x-ray radiation by high-energy electrons

in multifoil periodic targets is revealed. It is shown that the ionization loss of a

high-energy electron-positron pair in a thin target, which it crosses after the exit

from another target, where it is created, is affected by interference effects within

much larger distances from the pair creation point than the pair ionization loss in
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the same target where it is created. The interference effect in the ionization loss

of electron-positron pairs in a thin target, similar to the one taking place in the

case of Fraunhofer diffraction in optics, is revealed. The effect of exceeding by the

value of the pair ionization loss in a thin target of the sum of independent losses

of the particles forming the pair, being the opposite to the Chudakov effect, is

predicted. Classical and quantum expressions for the energy loss due to ionization

and excitation of atomic shells of matter by a relativistic electron bunch of an

ultrasmall size in terms of its form factors under conditions of coherent effects

manifestation in this loss are obtained. For the electron beams with periodic

density modulation, the possibility of resonance effects in the ionization loss is

revealed. A new mechanism of radio emission by ultrarelativistic particles in a pulsar

magnetosphere is proposed, which provides a possibility to explain the mystery of

shifted interpulse for the pulsar in the Crab Nebula. The frequency at which the

shifted interpulse should disappear is predicted.

The practical and scientific significance of the obtained results is in the

fact that they provide a possibility to theoretically describe the characteristics

of the considered electrodynamic processes under the conditions of significant

manifestation of interference effects, when the well-known formulas cannot be

applied for such a description. The obtained results can be used to develop proposals

for the corresponding experimental studies at high-energy particle accelerators.

The results of investigations of interference effects in the coherent x-ray radiation

in crystals and in the ionization loss of electron ensembles can be used for the

development of new methods and technologies for diagnostics of beam parameters

on future colliders and modern x-ray free-electron lasers. The results on the

characteristic and transition x-ray radiation in multifoil targets can be used for

development of new x-ray photon sources, as well as for improvement of the

existing ones. The results concerning the proposed mechanism of pulsar radiation

are important for deepening the understanding of processes, which take place in the

magnetosphere of these stars, and the nature of their observed radio emission.
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ВСТУП

Обґрунтування вибору теми дослiдження. Електродинамiчнi проце-

си, що мають мiсце при проходженнi високоенергетичних заряджених частинок

крiзь речовину та зовнiшнi поля, грають важливу роль для сучасних дослi-

джень у галузi фiзики високих енергiй, ядерної фiзики, хiмiї та бiологiї, а також

широко застосовуються в медичних цiлях. Наприклад, процеси iонiзацiйних

втрат енергiї, черенковського та перехiдного випромiнювання покладенi в осно-

ву роботи детекторiв елементарних частинок. Перехiдне випромiнювання також

дозволяє проводити вимiрювання параметрiв пучкiв заряджених частинок на

прискорювачах з метою їх контролю. На явищi ондуляторного випромiнювання

базується робота лазерiв на вiльних електронах, створення яких дозволило зро-

бити великий крок вперед у дослiдженнi мiкроструктури речовини i швидких

хiмiчних реакцiй. Рiзнi iншi види випромiнювання частинками в аморфних

i кристалiчних мiшенях використовуються як джерела вузько спрямованих

монохроматичних пучкiв фотонiв для наукових i прикладних цiлей. Крiм того,

шляхом реєстрацiї випромiнювання, що генерується ультрарелятивiстськими

частинками в рiзноманiтних космiчних об’єктах, ми маємо змогу дiзнатися про

їх iснування i отримати iнформацiю про їх фiзичнi властивостi.

Електродинамiчнi процеси за участю високоенергетичних частинок мо-

жуть розвиватися в межах макроскопiчно великих вiдстаней вздовж їх тра-

єкторiй, вiдомих як довжини формування. Цi вiдстанi швидко зростають зi

збiльшенням енергiї частинок та можуть перевищувати розмiри вимiрювальної

апаратури або навiть усiєї лабораторiї. В межах довжини формування поле

навколо частинки є суттєво модифiкованим порiвняно зi звичайним кулонiв-

ським полем, що помiтно впливає на характер подальших взаємодiй такої

частинки з речовиною (наприклад, з елементами детектуючої апаратури), а

також на властивостi електродинамiчних процесiв, якi при цьому вiдбуваються.

Це можна розглядати як iнтерференцiйний ефект, адже зазначена модифiкацiя
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поля виникає внаслiдок iнтерференцiї кулонiвського поля частинки з полями

випромiнювання, що породжуються при взаємодiї частинки з речовиною або

зовнiшнiми полями. Подiбна iнтерференцiя, що сильно змiнює характер взає-

модiї частинок iз речовиною, може виникати i мiж власними полями частинок

у пучках достатньо великої густини.

Теоретичне дослiдження зазначених ефектiв було розпочато вже бiльш

нiж пiвстолiття тому. В останнi десятилiття, у зв’язку з розвитком приско-

рювальної технiки та детектуючої апаратури, iнтерес до таких дослiджень

вiдновився, i в лабораторiях SLAC та CERN було проведено серiю пер-

ших експериментiв iз вивчення таких ефектiв. Втiм, для ряду процесiв, якi

представляють, зокрема, iнтерес для задач дiагностики параметрiв пучкiв та

створення компактних джерел монохроматичного випромiнювання, цi ефекти

не вивчалися, i метою даної дисертацiйної роботи є заповнення цiєї прогалини.

Розвиток прискорювальних технологiй призводить до можливостi отри-

мання пучкiв заряджених частинок все бiльш високої енергiї та густини

частинок. При параметрах пучкiв, що планується досягти на майбутнiх лiнiйних

колайдерах (як наприклад, ILC та CLIC), чи таких, що вже є досяжними на

сучасних рентгенiвських лазерах на вiльних електронах (наприклад, European

XFEL) роль вищезгаданих ефектiв у взаємодiї частинок з речовиною суттєво

зростає порiвняно з багатьма сучасними прискорювачами. Це зумовлює акту-

альнiсть всебiчного вивчення даних ефектiв, яке є важливим, зокрема, для

розвитку методiв дiагностики та контролю параметрiв пучкiв на майбутнiх

колайдерах та сучасних рентгенiвських лазерах. Такi дослiдження цiкавi i з

фундаментальної точки зору, адже за умов прояву iнтерференцiйних ефектiв,

добре вiдомi формули неправильно описують характеристики вiдповiдних еле-

ктродинамiчних процесiв, i потрiбен розвиток нових теорiй, якi враховують такi

ефекти.

Метою дисертацiйної роботи є розвиток теорiї ряду електродинамi-

чних процесiв при взаємодiї частинок високих енергiй iз речовиною за умов
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суттєвого прояву iнтерференцiйних ефектiв, пов’язаних iз великими довжинами

формування цих процесiв та ультрамалими розмiрами згусткiв заряджених

частинок. Для досягнення цiєї мети було сформульовано наступнi завдання:

• розвинути теорiю когерентного рентгенiвського випромiнювання «на-

пiвголого» електрона, що опиняється в такому станi в результатi вильоту з

речовини до вакууму, в ультратонких та товстих кристалiчних мiшенях;

• побудувати теоретичний опис спектрально-кутових характеристик пе-

рехiдного випромiнювання мiлiметрового дiапазону довжин хвиль у ближнiй

зонi, при їх вимiрюваннi з використанням параболiчного фокусуючого дзеркала,

в залежностi вiд його розмiру та розташування;

• узагальнити теорiю рентгенiвського перехiдного випромiнювання еле-

ктронiв у багатошарових мiшенях для довiльного аксiально симетричного

поперечного розподiлу електронiв у налiтаючому пучку та обмеженого розмiру

детектора випромiнювання;

• розвинути теорiю iонiзацiї К-оболонок атомiв речовини та характери-

стичного рентгенiвського випромiнювання при проходженнi електронiв високих

енергiй крiзь багатошаровi перiодичнi мiшенi;

• побудувати аналiтичний опис iонiзацiйних втрат електрон-позитронної

пари у тонкому шарi речовини, що розташований на певнiй вiдстанi вiд мiшенi,

у якiй пара народжується;

• розвинути класичну i квантову теорiю iнтерференцiйних ефектiв у

втратах енергiї релятивiстських електронних банчiв ультрамалого розмiру з

високою густиною частинок на iонiзацiю та збудження атомних оболонок;

• дослiдити можливiсть пояснення загадки змiщеного iнтерiмпульсу

пульсара у Крабоподiбнiй туманностi на основi особливостей радiовипромiню-

вання релятивiстськими частинками у магнiтосферi цього пульсара.

Об’єктом дослiдження є процеси iонiзацiйних втрат, перехiдного, хара-

ктеристичного i когерентного рентгенiвського випромiнювання релятивiстських

частинок при їх взаємодiї з речовиною.
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Предметом дослiдження є iнтерференцiйнi ефекти в електродинамiчних

процесах при взаємодiї релятивiстських частинок iз речовиною.

Методи дослiдження. Обчислення полiв перехiдного випромiнювання,

що виникають при проходженнi заряджених частинок крiзь рiзноманiтнi мiше-

нi, проводилося на основi розв’язку рiвнянь Максвелла з граничними умовами

на поверхнях мiшеней, а також на основi методу зображень. Розрахунок

полiв когерентного рентгенiвського випромiнювання в ультратонких кристалах

виконувався шляхом розв’язку рiвнянь Максвелла на основi теорiї збурень

(кiнематичний пiдхiд). Розподiли дифрагованого перехiдного випромiнювання

у товстих мiшенях обчислювалися з використанням коефiцiєнтiв вiдбиття

рентгенiвських хвиль вiд поверхнi кристала. Iонiзацiя атомних К-оболонок i

характеристичне випромiнювання розглядалися на основi методу еквiвалентних

фотонiв. Середня величина iонiзацiйних втрат обчислювалася з використанням

моделi речовини як набору гармонiйних осциляторiв та методiв класичної

електродинамiки i теорiї збурень квантової механiки. Процеси радiовипромiню-

вання частинок у магнiтосферi пульсарiв розглядалися на базi класичної теорiї

випромiнювання.

Наукова новизна отриманих результатiв. У дисертацiйнiй роботi

побудовано аналiтичний опис характеристик рiзноманiтних електродинамiчних

процесiв при взаємодiї частинок високих енергiй iз речовиною за умов суттєвого

впливу на цi характеристики з боку iнтерференцiйних ефектiв, спричинених

великими довжинами формування зазначених процесiв та ультрамалими розмi-

рами згусткiв заряджених частинок. Тут вперше здобуто наступнi результати:

1. Отримано спрощенi аналiтичнi вирази, що описують просторову ево-

люцiю напруженостi та спектральної густини енергiї поля навколо електрона

пiсля його вильоту з речовини до вакууму у широкiй областi вiдстаней вiд

речовини в межах довжини формування.
2. Узагальнено опис спектрально-кутового розподiлу перехiдного ви-

промiнювання «напiвголого» релятивiстського електрона при його похилому

падiннi на металеву мiшень на випадок низьких енергiй частинки.
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3. Отримано вирази для спектрально-кутової густини та iнтегральної

iнтенсивностi когерентного рентгенiвського випромiнювання релятивiстського

«напiвголого» електрона в ультратонкому кристалi.

4. Здобуто формули, що описують кутовi розподiли та iнтегральну

iнтенсивнiсть дифрагованого перехiдного випромiнювання у геометрiї Брегга

при падiннi «напiвголого» електрона на товсту кристалiчну мiшень.

5. Отримано точнi та наближенi вирази для спектрально-кутового роз-

подiлу перехiдного випромiнювання у ближнiй зонi при його реєстрацiї за

допомогою параболiчного фокусуючого дзеркала для довiльного розмiру i

положення дзеркала.

6. Здобуто формули для спектрального розподiлу рентгенiвського пере-

хiдного випромiнювання електронiв у багатошарових перiодичних мiшенях для

довiльного аксiально симетричного поперечного розподiлу частинок у пучку та

обмеженого розмiру активної областi детектора випромiнювання.

7. Отримано умови для суттєвого посилення iнтенсивностi рентгенiв-

ського перехiдного випромiнювання електронiв у багатошарових перiодичних

мiшенях при достатньо малому кутi аксептансу детектора.

8. Передбачено ефект суттєвого збiльшення перерiзу iонiзацiї атомних К-

оболонок та iнтенсивностi характеристичного рентгенiвського випромiнювання

високоенергетичними електронами при їх проходженнi крiзь багатошаровi

перiодичнi мiшенi.

9. Показано, що на iонiзацiйнi втрати електрон-позитронної пари у тонкiй

мiшенi, яку вона перетинає пiсля вильоту з iншої мiшенi, де вона народжується,

iнтерференцiйнi ефекти впливають на значно бiльших вiдстанях вiд точки

народження пари, нiж на iонiзацiйнi втрати пари у тiй самiй мiшенi, де вона

народжується.

10. Передбачено iнтерференцiйний ефект в iонiзацiйних втратах

електрон-позитронних пар у тонкiй мiшенi, подiбний до такого, що має мiсце

при дифракцiї Фраунгофера в оптицi.
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11. Для iонiзацiйних втрат пари у тонкiй мiшенi виявлено ефект, що є

зворотним до ефекту Чудакова i полягає в перевищеннi величиною iонiзацiйних

втрат пари суми незалежних втрат електрона i позитрона.

12. Отримано класичнi та квантовi вирази для втрат енергiї релятивiст-

ського електронного банча ультрамалого розмiру на iонiзацiю та збудження

атомних оболонок речовини через його форм-фактори в умовах прояву коге-

рентних ефектiв у цих втратах.

13. Для електронних ансамблiв iз перiодичною модуляцiєю густини вияв-

лено можливiсть прояву резонансних ефектiв у iонiзацiйних втратах.

14. Запропоновано новий механiзм радiовипромiнювання частинками у

магнiтосферi пульсара, який дає можливiсть пояснити загадку змiщеного

iнтерiмпульсу для пульсара у Крабоподiбнiй туманностi та передбачено частоту,

при якiй змiщений iнтерiмпульс має зникати.

Практичне i наукове значення отриманих результатiв полягає в

тому, що вони надають теоретичний опис характеристик розглянутих електро-

динамiчних процесiв за умов прояву iнтерференцiйних ефектiв, коли добре

вiдомi формули не можуть бути застосованi для такого опису. Результати дослi-

джень можуть можуть бути використанi для розробки пропозицiй вiдповiдних

експериментальних дослiджень на прискорювачах частинок високих енергiй.

Результати щодо когерентного рентгенiвського випромiнювання в кристалах

можуть бути використанi при розробцi нових технологiй для дiагностики па-

раметрiв пучкiв на майбутнiх колайдерах. У свою чергу, результати, що стосу-

ються iнтерференцiйних ефектiв у iонiзацiйних втратах електронних ансамблiв,

можуть бути кориснi при розробцi нових методiв дiагностики параметрiв банчiв

малого розмiру з високою густиною частинок, що використовуються на рентге-

нiвських лазерах на вiльних електронах. Результати щодо характеристичного

випромiнювання в багатошарових мiшенях можуть бути використанi для ство-

рення нового джерела монохроматичних рентгенiвських фотонiв на базi такого

випромiнювання, у той час як результати, що стосуються рентгенiвського
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перехiдного випромiнювання у таких мiшенях, – для оптимiзацiї роботи вже

iснуючих джерел. Результати проведеного дослiдження нового механiзму радiо-

випромiнювання пульсарiв є важливими для поглиблення розумiння процесiв,

що вiдбуваються в магнiтосферi цих зiрок.

Особистий внесок здобувача. Результати дисертацiї опублiкованi у

статтях [1–20] i тезах доповiдей наукових конференцiй [21–41]. В усiх опу-

блiкованих роботах здобувач брав участь у постановцi задач, формулюваннi

основних iдей i концепцiй та обраннi методiв дослiдження, написаннi тексту

робiт та особисто проводив усi розрахунки.

Статтi [1, 2, 9, 14] опублiкованi здобувачем особисто. У статтi [3] здо-

бувачем було побудовано теорiю дифрагованого перехiдного випромiнювання

«напiвголого» електрона в кристалi та отримано вирази для кутового розподiлу

та iнтегральної iнтенсивностi такого випромiнювання. У роботах [4, 5] було

побудовано аналiтичний опис перехiдного випромiнювання «напiвголого» еле-

ктрона довiльної енергiї в мiлiметровому дiапазонi довжин хвиль та розроблено

пропозицiї щодо вiдповiдних експериментальних дослiджень. У статтях [6, 7]

здобувачем було отримано вирази для спектрально-кутового розподiлу перехi-

дного випромiнювання у ближнiй зонi при його реєстрацiї з використанням

параболiчного дзеркала для довiльного розмiру та положення дзеркала. В

роботi [8] було узагальнено теорiю рентгенiвського перехiдного випромiнювання

електронiв у багатошарових перiодичних мiшенях для довiльного поперечного

розподiлу частинок у пучку i розмiру активної областi детектора випромi-

нювання та отримано умови для значного посилення iнтенсивностi такого

випромiнювання при малому кутi аксептансу детектора. У статтях [10–12]

здобувачем було побудовано теорiю iонiзацiйних втрат електрон-позитронної

пари у тонкiй мiшенi, крiзь яку вона проходить пiсля вильоту з iншої мiшенi,

де пара народжується, дослiджено вплив непаралельностi траєкторiй електрона

i позитрона на iонiзацiйнi втрати пари та передбачено iнтерференцiйний ефект в

iонiзацiйних втратах пари, подiбний до такого, що має мiсце при дифракцiї Фра-
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унгофера в оптицi. У роботi [13] була продемонстрована можливiсть iснування

ефекту, що є зворотним до ефекту Чудакова в iонiзацiйних втратах електрон-

позитронних пар. У статтi [15] здобувачем було побудовано класичну теорiю

iнтерференцiйних ефектiв у втратах енергiї електронних банчiв на iонiзацiю

та збудження атомних оболонок та показана можливiсть значного посилення

цих втрат при параметрах, типових для рентгенiвських лазерiв на вiльних

електронах. В роботi [16] було побудовано квантову теорiю iонiзацiйних втрат у

зазначеному випадку i детально дослiджено резонансний ефект в iонiзацiйних

втратах електронних ансамблiв iз перiодичною модуляцiєю густини. У статтях

[17–19] здобувачем було виконано теоретичнi розрахунки спектрально-кутової

густини випромiнювання позитронiв у магнiтосферi пульсара, що прискорю-

ються в напрямку його поверхнi, оцiнено спектр цього випромiнювання з

урахуванням його когерентностi та максимальне значення частоти, при якому

даний механiзм випромiнювання може мати мiсце. У роботi [20] було продемон-

стровано значення iнтерференцiйних ефектiв для можливостi пояснення на базi

даного механiзму випромiнювання загадки змiщеного iнтерiмпульсу пульсара в

Крабоподiбнiй туманностi.

Апробацiя результатiв дисертацiї. Результати дисертацiйної робо-

ти доповiдалися та обговорювалися на загальнофiзичному семiнарi фiзико-

технiчного факультету Харкiвського нацiонального унiверситету iм. В.Н. Кара-

зiна, семiнарi Лабораторiї лiнiйного прискорювача (м. Орсе, Францiя), семiнарi

Мiжнародної науково-освiтньої лабораторiї радiацiйної фiзики Бєлгородського

державного нацiонального дослiдницького унiверситету (м. Бєлгород, Росiя),

лекцiях в рамках Транс-європейської школи з фiзики високих енергiй (2016 р.,

м. Яремче; 2018 р., м. Полтава; 2019 р., оз. Свiтязь, Волинська обл.), а також

на наступних мiжнародних наукових конференцiях та школах:

• International School of Subnuclear Physics (Erice, Italy, 24 June — 3 July,

2014);
• International Conference “Charged and Neutral Particles Channeling

Phenomena – Channeling 2014” (Capri, Italy, 5–10 October, 2014);
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• Summer School on Diffractive and Electromagnetic Processes at High

Energies (Bad Honnef, Germany, 17–21 August, 2015).

• French-Ukrainian workshop on the instrumentation developments for HEP

(Orsay, France, 15–16 October, 2015);

• 16th IEEE International Conference on Mathematical Methods in

Electromagnetic Theory (Lviv, Ukraine, 5–7 July, 2016);

• International Conference “Charged and Neutral Particles Channeling

Phenomena – Channeling 2016” (Sirmione-Desenzano del Garda, Italy, 25–30

September, 2016);

• II International Young Scientists Forum on Applied Physics and Engineeri-

ng YSF-2016 (Kharkiv, Ukraine, 10–14 October, 2016);

• XII International Symposium “Radiation from relativistic electrons in

periodic structures” (RREPS-17) (Hamburg, Germany, 18–22 September, 2017);

• 2017 IEEE International Young Scientists Forum on Applied Physics and

Engineering YSF-2017 (Lviv, Ukraine, 17–20 October, 2017);

• French-Ukrainian workshop on the instrumentation developments for HEP

(Orsay, France, 6–8 November, 2017);

• XLVIII Мiжнародна Тулiновська конференцiя з фiзики взаємодiї заря-

джених частинок iз кристалами (Москва, Росiя, 29–31 травня, 2018);

• 17th International Conference on Mathematical Methods in

Electromagnetic Theory (Kyiv, Ukraine, 2–5 July, 2018);

• International Conference “Charged and Neutral Particles Channeling

Phenomena – Channeling 2018” (Ischia, Italy, 23–28 September, 2018);

• Мiжнародна конференцiя молодих вчених та аспiрантiв – IЕФ-2019

(Ужгород, Україна, 21–24 травня, 2019);

• XLIX Мiжнародна Тулiновська конференцiя з фiзики взаємодiї заря-

джених частинок iз кристалами (Москва, Росiя, 29–31 травня, 2019);
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• XXXI International Conference on Photonic, Electronic and Atomic

Collisions “ICPEAC 2019” (Deauville, France, 23–30 July, 2019);

• XIII International Symposium “Radiation from relativistic electrons in

periodic structures” (RREPS-19) (Belgorod, Russia, 15–20 September, 2019);

• French-Ukrainian workshop on the instrumentation developments for HEP

(Orsay, France, 2–4 October, 2019);

• Щорiчнi конференцiї з фiзики високих енергiй, ядерної фiзики та

прискорювачiв (Харкiв, Україна, 2014-2018);

• Щорiчнi конференцiї з фiзики високих енергiй та ядерної фiзики

(Харкiв, Україна, 2019-2020);

Зв’язок працi з науковими програмами, планами, темами. Дисер-

тацiю виконано в Iнститутi теоретичної фiзики iменi О.I. Ахiєзера Нацiонально-

го наукового центру «Харкiвський фiзико-технiчний iнститут» НАН України.

Вона є складовою частиною наступних програм i проєктiв:

• базова програма «Вiдомче замовлення НАН України на проведення

наукових дослiджень з атомної науки i технiки Нацiонального наукового центру

«Харкiвський фiзико-технiчний iнститут» на 2011-2015 рр. по темi «Розвиток

теорiї електродинамiчних процесiв при взаємодiї заряджених частинок високих

та ультрависоких енергiй з аморфною речовиною, кристалiчними структурами

та iнтенсивними зовнiшнiми полями» (шифр теми III-6-11 (IТФ), номер держ-

реєстрацiї 0111U009550, виконавець);

• базова програма «Вiдомче замовлення НАН України на проведення

наукових дослiджень з атомної науки i технiки Нацiонального наукового центру

«Харкiвський фiзико-технiчний iнститут» на 2016-2020 рр. по темi «Електро-

магнiтнi процеси в iнтенсивних зовнiшнiх полях та при взаємодiї заряджених

частинок великої енергiї з кристалiчними та аморфними середовищами» (шифр

теми III-6-16 (IТФ), номер держреєстрацiї 0116U007070, виконавець);

• проєкт Державного фонду фундаментальних дослiджень України за

темою «Дослiдження динамiки заряджених частинок великої енергiї в прямих
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та зiгнутих кристалах» (шифр теми Ф64/39, номери державної реєстрацiї

0115U005610, 0116U002983, термiн виконання 2015-2016 рр., виконавець);

• науково-дослiдна робота НАН України за темою «Розробка детектор-

них систем для експериментiв на прискорювачах та технологiй для фiзики при-

скорювачiв» (номери державної реєстрацiї 0115U005153, 0120U103567, термiни

виконання 2015-2018 рр., 2020 р., виконавець);

• проєкт для молодих вчених НАН України за темою «Дослiдження

iонiзацiйних втрат енергiї високоенергетичних електрон-позитронних пар, що

мають нерiвноважне електромагнiтне поле» (шифр теми М63/56, номер дер-

жавної реєстрацiї 0115U003806, термiн виконання 2015-2016 рр., керiвник);

• проєкт (спiльний з ХНУ iм. В.Н. Каразiна) за темою «Електромагнiтнi

процеси та процеси за участю короткоживучих частинок у кристалах при

енергiях, досяжних у ЦЕРНi» (номер держреєстрацiї 0117U004866, термiн

виконання 2017-2019 рр., виконавець);

• проєкт для молодих вчених НАН України за темою «Когерентнi

ефекти в динамiцi та втратах енергiї високоенергетичних заряджених частинок

у кристалiчних i аморфних середовищах» (шифр теми Л10/56, номер державної

реєстрацiї 0118U100199, термiн виконання 2018-2019 рр., виконавець);

У 2019–2021 рр. робота над дисертацiєю проводилася в докторантурi Нацiо-

нального наукового центру «Харкiвський фiзико-технiчний iнститут».

Публiкацiї. Результати дисертацiї опублiкованi у 41 науковiй працi: у 20

статтях у фахових вiтчизняних i мiжнародних виданнях та у 21 тезi доповiдей

на вiтчизняних i мiжнародних наукових конференцiях.

Структура i обсяг дисертацiї. Дисертацiйна робота складається зi

вступу, шести роздiлiв, висновкiв, списку використаних джерел iз 331 наймену-

вання на 33 сторiнках та одного додатку. Робота мiстить 69 рисункiв у текстi.

Загальний обсяг дисертацiйної роботи складає 348 сторiнок, обсяг основної

частини складає 287 сторiнок.
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РОЗДIЛ 1

ПРОЦЕСИ ВИПРОМIНЮВАННЯ ТА IОНIЗАЦIЙНИХ ВТРАТ

ЕЛЕКТРОНIВ ВИСОКИХ ЕНЕРГIЙ У РЕЧОВИНI ТА МЕТОДИ

ЇХ ОПИСУ

При русi швидкої зарядженої частинки у речовинi вiдбувається велика

кiлькiсть рiзноманiтних електродинамiчних процесiв, спричинених взаємодiєю

електромагнiтного поля частинки з атомами (див., наприклад, [42–46]). Зокре-

ма, певна кiлькiсть енергiї частинки втрачається на збудження електронiв

на атомних оболонках та iонiзацiю цих оболонок. Ця кiлькiсть визначає

величину так званих iонiзацiйних втрат енергiї частинки [47–49]. При подаль-

шому заповненнi вакансiй на iонiзованих оболонках з певною iмовiрнiстю, що

визначається атомним номером речовини, можуть випромiнюватися фотони

характеристичного випромiнювання [50]. Якщо швидкiсть частинки переви-

щує швидкiсть свiтла всерединi речовини, виникає випромiнювання Вавiлова-

Черенкова [51–53] (див. також [54]). У випадку руху частинки крiзь неоднорi-

дне середовище (зокрема, при її проходженнi крiзь межу подiлу речовин iз

рiзними дiелектричними проникностями) вiдбувається генерацiя перехiдного

випромiнювання [55]. Випромiнювання, подiбне до перехiдного та вiдоме як

дифракцiйне [56], може виникати й у випадку, коли частинка лише пролiтає

поблизу мiшенi [57,58]. Найвiдомiшим його прикладом є випромiнювання Смiта-

Парселла [59] (див. також [46, 60]), що має мiсце при русi частинки поблизу

перiодичної структури. Черенковське та перехiдне випромiнювання мають

поляризацiйний характер, тобто виникають внаслiдок поляризацiї речовини

полем частинки та генеруються, власне, атомами самої речовини (як i характе-

ристичне випромiнювання) в результатi отримання ними певної долi кiнетичної

енергiї частинки. Сама частинка при цьому генерує гальмiвне випромiнювання,
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зазнаючи багатократного розсiювання на атомах (див., наприклад, огляд [61]).

Палiтра рiзноманiтних видiв випромiнювання та їх властивостей є особли-

во багатою при русi частинки у кристалiчному середовищi. У цьому випадку,

завдяки перiодичному розташуванню атомiв, може мати мiсце ефект когерен-

тного посилення гальмiвного випромiнювання [62–64]. Перiодичнiсть розташу-

вання кристалографiчних площин призводить до виникнення так званого пара-

метричного рентгенiвського випромiнювання [42, 45, 65], що розповсюджується

поблизу напрямку Брегга та за своєю природою є подiбним до явища брег-

гiвської дифракцiї рентгенiвських хвиль у кристалi. Власне, така дифракцiя

також має мiсце для рентгенiвської частини спектру перехiдного i гальмiвного

випромiнювання частинки. Зi зростанням енергiї частинки внесок дифраговано-

го перехiдного випромiнювання [66,67] в сумарну iнтенсивнiсть рентгенiвського

випромiнювання з кристалу поблизу напрямку Брегга збiльшується, в той

час як такий внесок вiд дифрагованого гальмiвного випромiнювання, навпаки,

спадає [68].

Ще один механiзм випромiнювання пов’язаний iз особливим характером

руху частинок, що може реалiзовуватися в кристалi, а саме, каналюванням. Цей

механiзм має мiсце при падiннi частинки на кристал пiд дуже малим кутом до

кристалiчної осi або площини [69–72]. При цьому частинка може захоплюватися

потенцiалом атомних ланцюжкiв або площин i рухатися вздовж них, як вздовж

каналiв, виконуючи коливання малої амплiтуди у площинi, перпендикулярнiй

до напрямку цих каналiв. При високих енергiях частинки випромiнювання при

каналюваннi [73], що виникає в даному випадку, є подiбним за своєю природою

до випромiнювання в штучних ондуляторах, але є набагато бiльш жорстким. Це

пов’язано зi значно бiльшими напруженостями полiв у мiжатомному просторi в

речовинi порiвняно з макроскопiчними електромагнiтними полями, якi наразi

можна отримати в лабораторiї.

Згаданi вище процеси ретельно вивчалися теоретично i експериментально,

причому деякi з них – протягом бiльш, нiж сторiччя. На сьогоднiшнiй день
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бiльшiсть iз них має велике практичне значення для фiзики високих енергiй

i фiзики прискорювачiв. Зокрема, процеси iонiзацiйних втрат, перехiдного та

черенковського випромiнювання покладено в основу роботи багатьох детекторiв

частинок високих енергiй. Перехiдне випромiнювання (здебiльшого в мiлiме-

тровому та оптичному дiапазонах) широко використовується для проведення

дiагностики i контролю параметрiв пучкiв заряджених частинок (коли за

характеристиками випромiнювання, що його генерує пучок, визначаються його

поздовжнiй та поперчений розмiр, просторовий розподiл частинок у ньому

тощо). Параметричне та дифраговане рентгенiвське перехiдне випромiнювання

у кристалах вважаються перспективними для використання з цiєю ж метою на

майбутнiх лiнiйних колайдерах, таких як ILC [74] та CLIC [75], де планується

отримати пучки електронiв i позитронiв з такими малими розмiрами, для

яких сучаснi методи дiагностики, що базуються, зокрема, на перехiдному

випромiнюваннi в оптичному дiапазонi, будуть непридатними. Окрiм цього,

значна частина згаданих механiзмiв випромiнювання лежить в основi роботи

рiзноманiтних джерел електромагнiтного випромiнювання, що використовую-

ться для наукових та прикладних цiлей.

Властивостi електродинамiчних процесiв, що обговорюються, є добре

вивченими для широкого спектру експериментальних умов, що були досяжнi

при вiдповiдних дослiдженнях. Однак розвиток прискорювальної технiки в

останнi десятирiччя призвiв до можливостi реалiзацiї умов, за яких зазначенi

процеси ще не вивчалися. Зокрема, це стосується можливостi проведення

експериментiв iз використанням електронiв дуже високих енергiй ε (як напри-

клад, на прискорювачi SPS у CERN iз типовими значеннями ε ∼ 100 ГеВ).

Особливо актуальним це стає для майбутнiх лiнiйних колайдерiв, де планується

досягти енергiй електронiв i позитронiв, що за порядком величини становлять

1 ТеВ. Справа в тому, що електродинамiчнi процеси, якi мають мiсце при

взаємодiї частинок високих енергiй з речовиною та зовнiшнiми полями, можуть

розвиватися на макроскопiчно великiй вiдстанi вiд областi взаємодiї. За певних
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умов ця вiдстань, вiдома як довжина формування lF або довжина когерентностi

[63, 76–78], може перевищувати розмiри вимiрювальної апаратури або навiть

всiєї лабораторiї. Наприклад, у вакуумi її можна оцiнити за порядком величини

як lF ∼ γ2/ω або lF ∼ γ2λ, де γ = ε/m – Лоренц-фактор частинки, m – її

маса1, ω та λ – частота та довжина хвилi компоненти Фур’є електромагнiтного

поля, що розглядається у вiдповiдному процесi (наприклад, частота i довжина

хвилi випромiнювання). Зокрема, при енергiях, типових для майбутнiх лiнiйних

колайдерiв, у рентгенiвському дiапазонi частот lF може становити кiлька сотень

метрiв. Для значно довших хвиль вона може бути макроскопiчно великою

навiть при вiдносно низьких енергiях частинок. Наприклад, при ε = 100

МеВ у мiлiметровому дiапазонi довжин хвиль lF досягає кiлькох десяткiв

метрiв. У межах довжини формування електромагнiтне поле навколо частинки

суттєво вiдрiзняється вiд звичайного кулонiвського поля релятивiстської ча-

стинки. Зазвичай у такому полi пригнiчена значна частина компонент Фур’є

порiвняно з кулонiвським полем. Це вiдбувається в результатi деструктивної

iнтерференцiї компонент Фур’є власного кулонiвського поля частинки з такими

компонентами поля випромiнювання, що виникає в результатi вище згаданої

взаємодiї частинки з речовиною або зовнiшнiм полем. У межах довжини

формування вздовж напрямку руху частинки ще не можна вiддiлити її власне

поле вiд поля випромiнювання. Вони утворюють єдине поле (яке можна наочно

уявити як пригнiчене кулонiвське поле, що не має значної частини компонент

Фур’є), що еволюцiонує з часом вiдповiдно до того, як частинка вiддаляється

вiд областi взаємодiї. На вiдстанях, що перевищують довжину формування,

цi поля вiдокремлюються одне вiд одного. При цьому частинка вiдновлює

своє кулонiвське поле, а випромiнювання набуває звичної форми сферично

розбiжних хвиль.

Через те, що при високих енергiях частинок довжина формування

стає макроскопiчно великою, частинки можуть зазнавати нових взаємодiй iз

1Тут i в бiльшостi випадкiв далi ми користуємося системою одиниць, у якiй швидкiсть свiтла c = 1, iнодi, для зручностi,

вiдновлюючи величину c у кiнцевих формулах.
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речовиною або зовнiшнiми полями в межах цiєї вiдстанi. Характеристики

електродинамiчних процесiв, що матимуть мiсце при таких взаємодiях, будуть

суттєво вiдрiзнятися вiд подiбних характеристик у випадку, коли налiтаюча

частинка має кулонiвське поле. Це стосується, зокрема, спектральних та ку-

тових розподiлiв випромiнювання, величини iонiзацiйних втрат тощо. Подiбну

модифiкацiю характеристик процесiв можна розглядати як iнтерференцiйний

ефект, адже вона виникає внаслiдок iнтерференцiї власного поля частинки з

полем випромiнювання (що утворилося ще при першiй взаємодiї частинки)

всерединi довжини формування. Вперше проблема модифiкацiї поля частинки

внаслiдок її взаємодiї була розглянута в роботi [79] для випадку розсiювання

електрона на великий кут на нерухомому центрi. Тут електрон iз пригнiченим

в результатi розсiювання полем було названо «напiвголим». Велику увагу було

придiлено дослiдженню подiбних ефектiв у гальмiвному випромiнюваннi еле-

ктронiв у аморфнiй речовинi, коли поля частинок пригнiчуються в результатi їх

багаторазового розсiювання на атомах речовини. Це призвело до теоретичного

передбачення i подальшого експериментального спостереження ефектiв пригнi-

чення гальмiвного випромiнювання, вiдомих як ефекти Ландау-Померанчука-

Мiгдала [80–83] i Терновського-Шульги-Фомiна [84–88]. В експериментах [89,90]

спостерiгалося пригнiчення дифракцiйного випромiнювання в мiлiметровому

дiапазонi довжин хвиль у випадку, коли перед проходженням бiля провiдної

пластинки, на якiй генерувалося випромiнювання, частинка попередньо ставала

«напiвголою», пролiтаючи поблизу iншої подiбної пластинки. В роботах [91,92]

ефекти, пов’язанi з пригнiченням поля частинок, було теоретично розглянуто

для випромiнювання частинок, що пролiтають поблизу металевих кульок, наса-

джених на оптичнi волокна, i для випромiнювання Смiта-Парселла. Вiдповiднi

експериментальнi та теоретичнi дослiдження для перехiдного випромiнювання

мiлiметрового та оптичного дiапазонiв представлено в роботах [93–95], а в [96] –

для рентгенiвського перехiдного випромiнювання у багатошарових перiодичних

мiшенях. У дослiдженнях [97, 98] показано можливiсть прояву таких ефектiв
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для iонiзацiйних втрат електронiв у тонких шарах речовини.

Вивчення впливу iнтерференцiйних ефектiв на характеристики рiзнома-

нiтних електродинамiчних процесiв представляє не тiльки фундаментальний,

але й практичний iнтерес, що пов’язано з великим практичним значенням

цих процесiв, яке було коротко згадано ранiше. Справа в тому, що завдяки

дуже великим розмiрам, що їх набуває довжина формування при високих

енергiях, вимiрювання характеристик цих процесiв може неминуче вiдбуватися

за умов, коли зазначений вплив є дуже суттєвим. При цьому дуже важливо

знати, до яких модифiкацiй цих характеристик призводить такий вплив задля

коректної iнтерпретацiї результатiв вимiрювань. Незважаючи на достатньо ве-

лику кiлькiсть дослiджень зазначених iнтерференцiйних ефектiв, у їх вивченнi

залишилися прогалини, що стосуються, зокрема, впливу цих ефектiв на рент-

генiвське випромiнювання електронiв у кристалiчних i аморфних середовищах.

Тут ми, насамперед, маємо на увазi когерентне рентгенiвське випромiнювання

електронiв високих енергiй у кристалах (тобто параметричне та дифраговане

перехiдне випромiнювання). Як зазначалося, воно є перспективним iнстру-

ментом для дiагностики пучкiв надмалого розмiру, тому його дослiдження

є наразi актуальним завданням. У данiй дисертацiйнiй роботi ми всебiчно

вивчаємо модифiкацiю рiзноманiтних характеристик такого випромiнювання

спричинених «напiвголим» станом електрона, що його генерує.

Iншим видом рентгенiвського випромiнювання, для якого зазначенi ефе-

кти ранiше не розглядалися, є характеристичне рентгенiвське випромiнювання,

яке є розповсюдженим джерелом монохроматичних фотонiв, що використову-

ються для рiзноманiтних наукових i прикладних цiлей. У данiй роботi вивчено

прояв iнтерференцiйних ефектiв для такого випромiнювання та передбачено

ефект суттєвого посилення його iнтенсивностi завдяки їм. Ефект значного

посилення iнтенсивностi за певних умов тут також передбачено i для рентгенiв-

ського перехiдного випромiнювання електронiв у багатошарових перiодичних

мiшенях. Ранiше для такого випромiнювання ефекти, пов’язанi з довжиною
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формування, вивчалися лише за умов, коли вони призводять до послаблення

його iнтенсивностi [96], або до посилення, яке є досить незначним [99].

У випадку перехiдного випромiнювання ряд невирiшених питань,

пов’язаних iз впливом великих розмiрiв довжини формування на характе-

ристики випромiнювання, залишився i для набагато бiльш низькочастотного

дiапазону. Наприклад, такою є проблема впливу розмiру детектора на результа-

ти вимiрювання спектрально-кутових розподiлiв перехiдного випромiнювання

мiлiметрового дiапазону в межах довжини його формування. Ранiше розгляд

(як теоретичний, так i експериментальний) цiєї проблеми проводився лише

для граничних випадкiв дуже малого (точкового) [100–102] та дуже великого

детектора [103]. У якостi останнього використовувалася детектуюча система на

базi великого фокусуючого параболiчного дзеркала. Залучення такого дзеркала

зумовлено його можливiстю нiвелювати ефекти, пов’язанi з вимiрюванням у

межах довжини формування (за умов достатньо великого розмiру дзеркала

i не дуже високих енергiй частинок), а також пiдвищувати iнтенсивнiсть

сигналу, що реєструється, внаслiдок фокусування випромiнювання. В данiй

дисертацiйнiй роботi ми узагальнюємо розгляд проблеми вимiрювання ха-

рактеристик перехiдного випромiнювання в межах довжини формування на

випадок використання дзеркала довiльного розмiру. Така проблема постає при

збiльшеннi енергiї електронiв, коли дзеркало не може вважатися таким, що

має асимптотично великий розмiр, i не нiвелює в повнiй мiрi ефекти довжини

формування.

Ефекти, що розглядаються, можуть грати важливу роль у процесах,

що, на перший погляд, здаються зовсiм не пов’язаними з процесами, якi

обговорювалися вище. Зокрема, це стосується електромагнiтного випромiню-

вання частинок високих енергiй в астрофiзичних об’єктах. Наприклад, такими

об’єктами є нейтроннi зiрки, що швидко обертаються навколо своєї осi, вiдомi

як пульсари. Згiдно з сучасними моделями (див., наприклад, [104, 105]), такi

зiрки є природними прискорювачами заряджених частинок, поблизу поверхнi
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яких частинки можуть набувати надвисоких енергiй (порядка 10 ТеВ) у

межах достатньо малих просторових iнтервалiв (приблизно вiд сотнi метрiв

до декiлькох кiлометрiв). У данiй роботi запропоновано новий механiзм ра-

дiовипромiнювання пульсарiв, в основi якого лежить випромiнювання (в тому

числi перехiдне) позитронiв, що рухаються в магнiтосферi зiрки. Показано,

що iнтерференцiйнi ефекти у випромiнюваннi, якi при цьому реалiзуються,

дозволяють за допомогою даного механiзму пояснити одне загадкове явище

у радiовипромiнюваннi пульсара у Крабоподiбнiй туманностi, для якого ще не

було запропоновано теоретичного пояснення з моменту його виявлення у 1996

роцi [106,107].

Iнший тип iнтерференцiї, прояв якого ми вивчаємо в данiй дисертацiйнiй

роботi, походить вiд iнтерференцiї власних полiв частинок мiж собою. Такий

тип iнтерференцiї реалiзується при проходженнi крiзь речовину груп заря-

джених частинок, що рухаються на дуже малiй вiдстанi одна вiд одної. Ряд

теоретичних i експериментальних робiт було присвячено вивченню впливу такої

iнтерференцiї на iонiзацiйнi втрати мiкроскопiчних груп iз декiлькох частинок.

Наприклад, у роботах [108–112] на основi рiзних методiв було теоретично

показано, що iонiзацiйнi втрати ультрарелятивiстської електрон-позитронної

пари зменшуються поблизу точки її народження в речовинi (при проходженнi

жорсткого фотона крiзь цю речовину) порiвняно з сумою незалежних втрат

електрона i позитрона. Таке зменшення спричинене деструктивною iнтерфе-

ренцiєю електричних полiв частинок мiж собою i вiдоме як ефект Чудакова.

Експериментально цей ефект спостерiгався в роботах [113–115] iз використан-

ням космiчних променiв у якостi джерела фотонiв для народження електрон-

позитронних пар та бульбашкових камер для вимiрювання їх iонiзацiйних втрат,

а також у набагато пiзнiшому експериментi на прискорювачi SPS у CERN iз

використанням тонких кремнiєвих детекторiв [116, 117]. Подiбнi ефекти також

вивчалися для черенковського [118, 119] та гальмiвного [120] випромiнювання

пар поблизу точки їх народження в речовинi. Iнший приклад, що стосується
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нерелятивiстських частинок, вивчався в роботах [121, 122]. Тут автори розгля-

дали падiння кластера з декiлькох протонiв, пов’язаних спiльним електроном,

на тверду мiшень. Всерединi мiшенi такий кластер миттєво втрачав електрон

i розлiтався внаслiдок “кулонiвського вибуху”. В цьому випадку одразу пiсля

вибуху конструктивна iнтерференцiя мiж полями протонiв робила величину

iонiзацiйних втрат частинок у кiлька разiв бiльшою, нiж у той момент часу,

коли протони розлiталися достатньо далеко один вiд одного та iнтерференцiя

зникала. На аналогiю мiж цими процесами та ефектом Чудакова було вказано

в роботi [123].

В усiх наведених роботах, присвячених вивченню iонiзацiйних втрат e+e−

пар, цi втрати дослiджувалися всерединi мiшеней, якi можна було вважати

такими, що мають нескiнченну товщину. При цьому iнтерференцiйнi ефекти

мали мiсце на дуже малих вiдстанях вiд точки народження пар. У данiй роботi

ми вивчаємо такi ефекти в дуже тонких шарах речовини i показуємо, що в цьому

випадку зазначенi ефекти проявляються на значно бiльших вiдстанях вiд точки

народження пари, а спектр цих ефектiв є набагато бiльш рiзноманiтним, нiж

в однорiдних i безмежних середовищах2. Всебiчне вивчення iнтерференцiйних

ефектiв для iонiзацiйних втрат таких найпростiших груп заряджених частинок,

якими є e+e− пари, є преамбулою для дослiдження подiбних ефектiв у набагато

бiльш складних макроскопiчних системах, що складаються з великої кiлькостi

частинок, як-от банчi електронiв високих енергiй. Розвиток прискорювальної

технiки в останнi десятирiччя (а в деяких випадках i в останнi роки) призвiв

до можливостi проводити експерименти з електронними банчами надмалого

розмiру з надвисокою густиною частинок, для яких вище згаданi ефекти

можуть бути дуже суттєвими та набагато перевищувати величину подiбних

2При цьому, звичайно, вважається, що пари народжуються в iнших мiшенях, що розташованi перед згаданими тонкими

шарами речовини на деякiй вiдстанi вiд них. Подiбна iдея народжувати пари в одних мiшенях, а вивчати їх iонiзацiйнi втрати

в iнших (зумовлена тим, що оптимальнi параметри для народження пар та дослiдження їх iонiзацiйних втрат реалiзуються

у рiзних речовинах) була запропонована та експериментально реалiзована в роботi [116]. Однак тут мiшенi, у яких пари

втрачали енергiю (кремнiєвi детектори) були все ж достатньо товстими, тому фiзично це вiдповiдало ситуацiї, що розглядалася

в попереднiх дослiдженнях, коли iонiзацiйнi втрати пари вивчалися у тiй самiй речовинi (однорiднiй i безмежнiй), де вона

народжувалася.
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ефектiв для e+e− пар.

Ранiше ефекти такого типу вивчалися для втрат енергiї банчiв на утво-

рення колективних поляризацiйних коливань речовини при проходженнi банчiв

крiзь плазмове середовище [124–126]. При цьому була теоретично показана мо-

жливiсть значного посилення таких втрат для релятивiстських аттосекундних

банчiв. Для нерелятивiстських згусткiв iз великої кiлькостi частинок також

обговорювалася можливiсть когерентного посилення їх енергетичних втрат на

iонiзацiю та збудження окремих атомiв середовища [127]. При цьому однак

не вивчалося важливе питання про вплив розподiлу частинок у згустку та

його просторових розмiрiв на величину та можливiсть прояву такого ефекту.

Це пов’язано з тим, що опис такого згустку тут проводився за допомогою

набору координат окремих частинок у ньому, подiбно до такого опису у випадку

мiкроскопiчних кластерiв iз декiлькох частинок [121,122].

У данiй дисертацiйнiй роботi ми проводимо розгляд втрат енергiї банчами

ультрамалого розмiру на iонiзацiю та збудження атомних оболонок речовини у

загальному релятивiстському випадку та отримуємо вирази для величини таких

втрат через макроскопiчнi характеристики банча (форм-фактори). Такий пiдхiд

дозволяє виявити ряд нових аспектiв iонiзацiйних втрат банчiв, пов’язаних

iз проявом iнтерференцiйних (когерентних) ефектiв. Зокрема, це стосується

можливостi резонансного посилення таких втрат для банчiв iз перiодичною

модуляцiєю густини, а також суттєвої модифiкацiї умови прояву когерентних

ефектiв для цих втрат в ультратонких шарах речовини. Показано, що зазначенi

ефекти можуть призводити до значного посилення iонiзацiйних втрат для

банчiв, що є досяжними на прискорювачах сучасних рентгенiвських лазерiв

на вiльних електронах (як наприклад, European XFEL [128, 129]), а також на

рядi прискорювачiв, що наразi будуються (зокрема, SINBAD [130]).

Далi в цьому роздiлi ми наводимо деякi основнi загальновiдомi результа-

ти, що були ранiше отриманi при дослiдженнi процесiв, яким присвячена дана

робота, а також методи їх теоретичного опису, якi ми будемо використовувати.
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Окрiм суто оглядової частини, тут також представлено ряд оригiнальних

результатiв. Зокрема, це стосується еволюцiї поля частинки пiсля її вильоту

з речовини (пiдроздiл 1.1), перехiдного випромiнювання “напiвголого” реляти-

вiстського електрона при достатньо низькiй енергiї частинки (пiдроздiл 1.2),

а також розвитку метода, що є зручним для дослiдження iнтерференцiйних

ефектiв у iонiзацiйних втратах груп заряджених частинок (пiдроздiл 1.4).

1.1. Утворення «напiвголих» електронiв внаслiдок взаємодiї

частинок iз речовиною

Поле релятивiстського електрона як пакет вiртуальних фотонiв. Ска-

лярний ϕ та векторний A потенцiали поля, що його створює релятивiстський

електрон, який рухається у вакуумi за законом r = r0(t), є розв’язками

вiдповiдних рiвнянь Максвелла

∆ϕ− ∂2ϕ

∂t2
= −4πρ, ∆A− ∂2A

∂t2
= −4πj, (1.1)

де ρ(r, t) = eδ(r − r0(t)) та j(r, t) = ev(t)δ(r − r0(t)) представляють собою

густину заряду та струм електрона, а e та v – вiдповiдно його заряд i

швидкiсть. Якщо електрон рухається з постiйною швидкiстю, потенцiали його

власного кулонiвського поля є частинним розв’язком рiвнянь (1.1) iз r0(t) = vt.

При достатньо високих енергiях частинки, внаслiдок релятивiстських ефектiв,

її поле сильно “стискається” вздовж напрямку її руху та “розтягується” в

поперечному напрямку. При цьому область простору навколо частинки, де це

поле помiтно вiдрiзняється вiд нуля, за формою нагадує млинець iз центром

у точцi розташування частинки в даний момент часу. В межах майже всiєї

цiєї областi поперечна (вiдносно напрямку v) компонента електричного поля

частинки значно перевищує вiдповiдну поздовжню компоненту, i поле частинки

можна наближено вважати поперечним (за винятком дуже близьких вiдстаней
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вiд частинки). При цьому розв’язок рiвнянь (1.1) можна знайти у виглядi

iнтеграла Фур’є, а окрема Фур’є-компонента електричного поля частинки E =

−∇φ− ∂A/∂t з частотою ω має вигляд

Eω(r) =

+∞∫
−∞

E(r, t)eiωtdt = −ie
π

∫
d2qqQve

iωz/v+iqρ. (1.2)

де Qv = 1/(q2+ω2/γ2), а γ � 1 — Лоренц-фактор частинки. Тут напрямок осi z

обрано вздовж швидкостi частинки, а ρ представляє собою радiус-вектор точки

спостереження у площинi xy. Iнтегрування здiйснюється за компонентами

хвильового вектора k = (q, ω/v) у цiй площинi. Також у виразi (1.2) q = |q|

i v = |v|. Магнiтне поле частинки є перпендикулярним до електричного

поля i при високих енергiях майже дорiвнює йому за абсолютною величиною.

Iнтегруючи (1.2) за кутом мiж q та ρ, i згодом за q, послiдовно отримуємо:

Eω(r) = 2eeρ

∞∫
0

dqq2QvJ1(qρ)eiωz/v = 2e
ω

γ
eρK1

(
ωρ

γ

)
eiωz/v, (1.3)

де J1(x) — функцiя Бесселя, K1(x) — функцiя Макдональда (функцiя Бесселя

уявного аргументу), а eρ — одиничний вектор, спрямований вздовж ρ. Звiдси,

зокрема, видно, що характернi вiдстанi вiд траєкторiї частинки, на яких

компонента Фур’є її власного поля помiтно вiдрiзняється вiд нуля (тобто

поперечний розмiр кулонiвського поля частинки на частотi ω) становлять ρeff ∼

γ/ω = γλ/2π. Одразу зазначимо (див. бiльш детальний розгляд у пiдроздiлi

1.4), що у випадку руху електрона всерединi однорiдної речовини з плазмовою

частотою ωp розв’язок для власного поля частинки при ω � ωp має вигляд

Eω(r) = −ie
π

∫
d2qqQse

iωz/v+iqρ = 2eeρ

√
ω2

γ2
+ ω2

pK1

(
ρ

√
ω2

γ2
+ ω2

p

)
eiωz/v, (1.4)
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де Qs = 1/(q2 + ω2
p + ω2/γ2). Таким чином, рiзнi форми виразу для власного

поля частинки всерединi речовини можна отримати, зробивши в (1.2) та (1.3)

замiну ω/γ →
√
ω2/γ2 + ω2

p.

Отже, електромагнiтне поле навколо ультрарелятивiстської частинки, що

наближено є поперечним та складається зi взаємно перпендикулярних та майже

рiвних за величиною (у вакуумi) електричного i магнiтного полiв, а також

рухається разом iз частинкою зi швидкiстю, близькою до швидкостi свiтла, — за

всiма характеристиками є близьким до поля плоскої (але не монохроматичної)

електромагнiтної хвилi. З фiзичної точки зору, окремi компоненти Фур’є такого

поля разом iз множником e−iωt можна розглядати як об’єкти, що є близькими

за своїми властивостями до плоских монохроматичних хвиль, або, з квантової

точки зору, до фотонiв. На цiй аналогiї ґрунтується потужний метод опису вза-

ємодiї частинок високих енергiй iз речовиною, вiдомий як метод еквiвалентних

(або вiртуальних) фотонiв [42, 131]. У цьому методi поле частинки, що влiтає

у речовину, замiнюють на еквiвалентний пакет електромагнiтних хвиль (фо-

тонiв), що збiгається з кулонiвським полем, i далi вивчають взаємодiю такого

пакета з речовиною. Через близькiсть властивостей кулонiвського поля ультра-

релятивiстської частинки до властивостей пакета реальних хвиль, результати

такої взаємодiї досить точно вiдтворюють результати взаємодiї частинки з

речовиною. Iдею такого методу було запропоновано в роботi [132], а основного

розвитку вiн набув у дослiдженнях [133, 134]. Подальше вдосконалення цього

методу виконано в роботах [135,136].

В рамках цього методу перерiз σ певного процесу, що має мiсце при

взаємодiї частинки з речовиною, можна подати як

σ =

∫
dN

dω
σph(ω)dω, (1.5)

де dN/dω — спектральна густина числа фотонiв у пакетi, що замiнює поле

частинки (так званих еквiвалентних, або вiртуальних, фотонiв), а σph —
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перерiз вiдповiдного процесу при взаємодiї реального фотона з речовиною.

В данiй роботi ми застосовуємо цей метод при розглядi характеристичного

рентгенiвського випромiнювання електронiв високих енергiй (див. пiдроздiли

1.4 та 3.3).

На основi (1.2) та спiввiдношення мiж компонентою Фур’є електричного

поля i спектральною густиною потоку енергiї, пов’язаного з цим полем,

d2W (ω, r)

dωd2ρ
= |Eω(r)|2/4π2 (1.6)

можна отримати спектрально-кутовий розподiл числа вiртуальних фотонiв

кулонiвського поля частинки у вакуумi (dW/dω = ~ωdN/dω) [67, 137]:

d2N

dωdo
=

α

π2ω

θ2

(θ2 + γ−2)2
, (1.7)

де θ = q/ω, а α ≈ 1/137 — постiйна тонкої структури. Згiдно з (1.4), для

того, щоб отримати аналогiчний розподiл всерединi речовини, треба зробити

тут замiну γ−2 → γ−2 + ω2
p/ω

2. Iнтегруючи розподiл (1.7) за θ, можна

отримати спектр еквiвалентних фотонiв. Через те, що iнтеграл за θ (або за q),

є розбiжним, промiжок iнтегрування в ньому треба обмежити зверху певним

значенням θ0 = q0/ω. Тодi отримуємо:

dN

dω
≈ 2α

πω
ln
q0γ

ω
. (1.8)

Величина q0, яку, з фiзичної точки зору, можна розглядати як максимальний

iмпульс, що його частинка передає при взаємодiї з атомом речовини, визначає

мiнiмальнi прицiльнi параметри ρ0 ∼ 1/q0, при яких метод еквiвалентних

фотонiв ще є придатним для опису взаємодiї частинки з атомами. Для роз-

гляду бiльш близьких зiткнень може знадобитися залучення iнших методiв.

Величина q0 зазвичай визначається типом процесу, що розглядається, а також

експериментальними умовами, за яких проводиться дослiдження цього процесу.
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Рис. 1.1. Утворення «напiвголого» електрона в результатi розсiювання
частинки на великий кут.

Наприклад, у випадку жорстких процесiв, для яких ω � m (де m —

маса частинки) обирають q0 ∼ m [76]. Такий випадок реалiзується, зокрема,

при розглядi процесiв гальмiвного випромiнювання чи народження пар при

проходженнi частинок високих енергiй крiзь речовину. Нас однак здебiльшого

буде цiкавити iнший випадок, що вiдповiдає ω � m, який реалiзується, зокрема,

для процесiв рентгенiвського випромiнювання частинок. Для такого випадку

значення q0 є набагато меншими (див. деталi у пiдроздiлi 1.4 та роздiлах 4 i 5).

Випадок розсiювання на великий кут. До цього ми обговорювали випа-

док, коли електрон рухається рiвномiрно прямолiнiйно. Розглянемо, з точки

зору класичної електродинамiки, процес, у якому електрон рухається вздовж

осi z i поблизу точки z = 0 в момент часу t = 0 розсiюється на великий

кут (рис. 1.1). Якщо лiнiйний розмiр областi простору, в межах якої на

частинку дiє вiдхиляюче поле3, є набагато меншим за довжину формування

(при частотi компоненти Фур’є поля, що розглядається), можна вважати, що

змiна швидкостi частинки з початкового vi на кiнцеве vf значення вiдбувається

миттєво в однiй точцi (нехай це буде z = 0 в нашому випадку) i не цiкавитися

деталями руху частинки в межах вище згаданої областi.

Згiдно з розв’язком рiвнянь (1.1) iз током, що має вигляд j(r, t) =

3Це може бути, наприклад, поле атомного ядра, зовнiшнє магнiтне поле, або навiть поле, що дiє на частинку на протязi

всього її руху всерединi тонкого шару речовини.
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eviH(−t)δ(r−vit)+evfH(t)δ(r−vf t), де H(x) — ступiнчаста функцiя Хевiсай-

да, пiсля такого миттєвого вiдхилення частинки поле навколо неї роздiляється

на двi частини. Перша частина представляє собою поле, яке нiби зривається

з частинки в момент розсiювання, та продовжує рухатися в початковому

напрямку. Це поле поступово перетворюється на сферично розбiжнi хвилi

гальмiвного випромiнювання поблизу початкового напрямку руху частинки.

При цьому кожна компонента Фур’є цього поля перебудовується на вiдстанi,

що визначається довжиною формування lF при частотi цiєї компоненти.

Друга частина представляє собою поле навколо електрона, що зазнав

розсiювання. При γ � 1 його компоненту Фур’є можна подати у наступному

виглядi [44,138]:

Eω(r) = 2eeρ′e
iωz′/v

∫
dqq2QvJ1(qρ

′)
{

1− exp[−iωz′(γ−2 + q2/ω2)/2]
}
, (1.9)

де ρ′ — радiус-вектор точки спостереження у площинi, перпендикулярнiй до осi

z′. Значний внесок в iнтеграл у виразi (1.9) роблять значення q, що за порядком

величини становлять ω/γ, на основi чого у показнику експоненти у фiгурних

дужках виконано розкладання за малим параметром q/ω. Цей вираз свiдчить,

що на вiдстанях z′ < γ2/ω ∼ lF вiд точки вiдхилення частинки компонента

Фур’є з частотою ω поля навколо електрона пригнiчена порiвняно з вiдповiдною

компонентою кулонiвського поля електрона (1.3) до розсiювання. Таке пригнi-

чення є результатом деструктивної iнтерференцiї4 кулонiвського поля електро-

на, що рухається вздовж осi z′ (перший доданок у фiгурних дужках в (1.9)) та

поля гальмiвного випромiнювання поблизу кiнцевого напрямку руху частинки

(другий доданок). Електрон iз таким частково пригнiченим полем5 навколо себе

вiдомий як «напiвголий» електрон [79]. При z′ � lF , внаслiдок рiзної швидкостi

4Зауважимо, що, строго кажучи, поняття iнтерференцiї треба застосовувати до величини |Eω |2, що визначає потiк енергiї

поля (1.9), i мiстить, окрiм потокiв, що вiдповiдають кулонiвському полю частинки та гальмiвному випромiнюванню, ще й,

власне, iнтерференцiйний доданок. Втiм, ми будемо застосовувати це поняття й до напруженостей полiв, маючи при цьому на

увазi їх взаємне послаблення чи посилення.
5На певнiй вiдстанi z′ вiд точки вiдхилення у полi навколо електрона пригнiчена низькочастотна частина компонент Фур’є,

для яких має мiсце умова ω . γ2/z′
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руху, поля частинки та випромiнювання просторово вiдокремлюються одне вiд

одного, що вiдповiдає вiдновленню навколо електрона кулонiвського поля та

формуванню випромiнювання у виглядi сферично розбiжних хвиль. При цьому

iнтерференцiйний доданок у величинi |Eω|2 стає швидко осцилюючою функцiєю

i при усередненнi за малим iнтервалом ω (що, наприклад, вiдповiдає роздiльнiй

здатностi детектора) зникає. Зазначимо, що в розглянутому випадку поле

«напiвголого» електрона можна розглядати окремо вiд поля, що «зривається»

з частинки при розсiюваннi тiльки якщо таке розсiювання вiдбувається на

достатньо великий кут, який значно перевищує величину 1/γ.

В iдеалiзованому випадку, коли електрон дiйсно миттєво змiнює напрямок

своєї швидкостi, пригнiчення частини Фур’є компонент у полi навколо нього

проявляється в тому, що це поле, як функцiя r i t, стає вiдмiнним вiд нуля

всерединi сфери радiуса R = t з центром у точцi вiдхилення (на рис. 1.1

структуру поля зображено саме для такого випадку). Це пов’язано з тим, що

внутрiшня частина цiєї сфери представляє собою дiлянку простору, в межах

якої на момент часу t вже встиг розповсюдитися сигнал про те, що електрон

змiнив свою швидкiсть у момент часу t = 0. Iнша частина поля, що пов’язана

з гальмiвним випромiнюванням поблизу початкового напрямку руху частинки,

— навпаки, iснує зовнi згаданої сфери, куди сигнал про розсiювання частинки

на момент t ще не дiстався. Крiм того, цi поля iснують також на поверхнi сфери

(що забезпечує неперервнiсть силових лiнiй сумарного поля, якi починаються

на безкiнечностi i закiнчуються на електронi), де вони утворюють сформовану

частину гальмiвного випромiнювання поблизу напрямкiв vi та vf . Iз плином

часу поле зовнi сфери «перетiкає» в її середину, що призводить до вiдновлення

кулонiвського поля навколо електрона, вiд якого все далi вiддаляється фронт

сферичної хвилi випромiнювання (поле на поверхнi сфери). Наведену картину

еволюцiї поля було розвинуто в роботах [139,140], а також у книзi [44].

Розглянутий процес «роздягання» електрона в результатi розсiювання

грає важливу роль у гальмiвному випромiнюваннi електронiв при їх бага-
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торазовому розсiюваннi в речовинi, спричиняючи ряд ефектiв пригнiчення

такого випромiнювання (окрiм наведених ранiше посилань див. також огляди

[61,141]). На базовому рiвнi таке пригнiчення зумовлене тим, що зi зменшенням

частоти випромiнювання довжина формування починає перевищувати довжину

вiльного пробiгу електрона в речовинi. У цьому випадку пiсля розсiювання

на атомi електрон у межах довжини формування може зазнати наступного

розсiювання, на момент якого вiн ще не встигне регенерувати своє кулонiвське

поле пiсля першого розсiювання. Через те, що частинка не матиме навколо

себе повноцiнного поля, яке можна «скинути» при вiдхиленнi (подiбно до того,

як це зображено на рис. 1.1), нове розсiювання буде супроводжуватися менш

iнтенсивним випромiнювання, анiж перше. Теж саме стосується й наступних

розсiювань частинки.

У данiй дисертацiйнiй роботi показано, що подiбне «роздягання» частинок

(позитронiв) високих енергiй при їх русi за викривленою траєкторiєю, може

грати важливу роль у поясненнi однiєї загадкової особливостi у радiовипромi-

нюваннi пульсара в Крабоподiбнiй туманностi.

Випадок проходження крiзь товстий шар речовини. «Напiвголий» стан

електрона, подiбний до того, що має мiсце пiсля розсiювання частинки, може

виникати i внаслiдок макроскопiчної поляризацiї речовини, крiзь яку електрон

пролiтає, навiть якщо його розсiюванням на атомах цiєї речовини можна знехту-

вати. Розглянемо найпростiший випадок, у якому реалiзується така ситуацiя,

що вiдповiдає проходженню електрона крiзь пластинку речовини у вакуумi.

Нехай електрон рухається вздовж осi z, а права поверхня пластини (та, через

яку електрон вилiтає з неї) розташована у площинi z = 0. Ми будемо цiкавитися

еволюцiєю поля навколо електрона у рентгенiвському дiапазонi частот (а

саме, енергiями фотонiв порядка декiлькох кеВ), що представляє iнтерес для

наших подальших дослiджень, представлених у данiй роботi. Поле навколо

частинки у вакуумi пiсля її вильоту з пластини можна обчислити з рiвнянь

Максвелла з граничними умовами [42, 77, 99] на її поверхнi. При достатньо
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високих енергiях електрона, коли поле частинки можна вважати поперечним,

у геометрiї, що розглядається, достатньо лише однiєї граничної умови, що

враховує неперервнiсть тангенцiйної компоненти сумарного електричного поля

на поверхнi пластини. При цьому з обох бокiв поверхнi, що розглядається,

таке поле складається з власного поля електрона (вiдповiдно, (1.2) у вакуумi

та (1.4) у речовинi) та поля перехiдного випромiнювання (ПВ). Ми будемо

враховувати граничну умову лише на правiй поверхнi, припускаючи, що мiшень

є достатньо товстою (товщиною принаймнi & 10 мкм), та поглинає перехiдне

випромiнювання (на частотах, що розглядаються), яке генерується на лiвiй

поверхнi. При цьому однак будемо вважати мiшень не дуже товстою, так що

розсiянням електрона всерединi неї, яке призводить до вiдхилення частинки вiд

осi z, можна знехтувати. Тодi сумарне поле навколо частинки при z > 0 можна

представити у виглядi [97]:

Eω(r) = −ie
π

∫
d2qq

{
Qve

iωz/v −Qfe
iz
√
ω2−q2

}
eiqρ, (1.10)

де Qf = 1/(q2 + ω2/γ2) − 1/(q2 + ω2
p + ω2/γ2) = Qv − Qs, ωp — плазмова

частота пластини, а ρ та q — як i ранiше, вiдповiдно компоненти радiус-вектора

точки спостереження та хвильового вектора у площинi xy. Перший доданок

тут описує власне кулонiвське поле електрона у вакуумi, а другий — пакет

вiльних хвиль, який поступово перетворюється на сферично розбiжнi хвилi

ПВ. У межах довжини формування lF ∼ γ2/ω цi поля не вiдокремленi одне

вiд одного i суттєво iнтерферують. Пiсля iнтегрування за кутом мiж q та ρ

вираз (1.10) можна представити у виглядi

Eω(r) = 2eeρe
iωz/v

∫
dqq2J1(qρ)

{
Qv −Qf exp[−iωz(γ−2 + q2/ω2)/2]

}
, (1.11)

що за своєю формою нагадує вираз (1.9) для поля навколо електрона пiсля

розсiювання. Тепер однак модифiкацiя поля навколо електрона виникає внаслi-
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док поляризацiї речовини, iз якої вiн вилiтає, що визначається величиною ωp

та призводить до виникнення ПВ (якщо ωp = 0, то Qf = 0). У безпосереднiй

близькостi до пластини (z . ω/ω2
p) при γ � ω/ωp вираз (1.11) перетворюється

на [142]:

Eω(r) = 2eωpeρe
iωzK1(ωpρ). (1.12)

Цей вираз показує, що навiть пiсля вильоту електрона з мiшенi, на вiдстанi

z . ω/ω2
p вiд неї, компонента Фур’є сумарного поля навколо частинки має такий

самий вигляд, як i вiдповiдна компонента (1.4) всерединi мiшенi. Порiвняння

(1.12) з (1.3) демонструє, що пiсля вильоту частинки до вакууму Фур’є-

компоненти з частотами ω < γωp в полi (1.10) що оточує електрон, пригнi-

ченi i вiдповiднi вiртуальнi фотони в цьому полi майже вiдсутнi. Зазначимо

також, що у протилежнiй ситуацiї, коли частинка влiтає всередину мiшенi з

вакууму, у безпосереднiй близькостi до поверхнi мiшенi (всерединi неї) поле

навколо частинки все ще є дуже близьким до кулонiвського поля у вакуумi

i визначається виразом (1.2). Це є причиною пригнiчення так званого ефекту

густини у втратах енергiї частинки на iонiзацiю атомiв (див. детальнiше секцiю

1.4) у приповерхневому шарi мiшенi (або в ультратонких мiшенях). Однак при

вильотi високоенергетичної частинки з мiшенi до вакууму процес перебудови

поля навколо неї вiдбувається в межах набагато бiльшої вiдстанi вздовж її

траєкторiї, нiж у протилежному випадку вльоту частинки всередину мiшенi.

Отримаємо тепер аналiтичний вираз для поля (1.10), що є дiйсним у

широкiй (при γ � 1) промiжнiй областi вiдстаней вiд пластинки: ω/ω2
p � z �

γ2/ω. На вiдстанях ρ . 1/ωp вiд траєкторiї електрона поляризацiя пластини

не впливає на поле навколо частинки, яке тут визначається формулою (1.3)

при довiльному z. Тому ми зосередимося на випадку ρ � 1/ωp. У цiй областi

для частини другого доданку в (1.11), що пов’язана з Qv, можна аналiтично
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обчислити вiдповiдний iнтеграл (див. [143]), отримавши

2eeρe
iωz

∫
dqq2QvJ1(qρ)e−iq

2z/2ω (1.13)

≈ −2eeρe
iωz

{
2i

ρ
sin

(
ωρ2

4z

)
eiωρ

2/4z +
1

ρ
− ω

γ
K1

(
ωρ

γ

)}
.

Iншу частину цього доданку, пов’язану зQs, можна обчислити, використовуючи

метод стацiонарної фази [144]. У цьому випадку функцiю Бесселя тут треба

представити в асимптотичнiй формi як J1(qρ) ≈
√

2/πqρ cos(qρ − 3π/4).

Косинус, представлений у виглядi рiзницi експонент, згiдно з формулою Ейлера,

разом з експонентою в пiдiнтегральному виразi в (1.11) мають єдину стацiонар-

ну точку q0 = ωρ/z на iнтервалi iнтегрування. В результатi сумарне поле (1.11)

навколо електрона в цьому випадку може бути представлене у виглядi:

Eω(r) = 2eeρe
iωz

ω2
p

ω2
p + (ωρ/z)2

eiωρ
2/2z

ρ
. (1.14)

В областi ρ �
√
z/ω це поле збiгається з (1.3) i представляє частину

кулонiвського поля, яку електрон вже встиг «регенерувати» навколо себе. Поле

ПВ переважно зосереджене в областi ρ >
√
z/ω i все ще суттєво iнтерферує тут

iз власним полем електрона. Характернi кути α = ρ/z концентрацiї ПВ у цьому

випадку складають ∼
√

1/ωz i зменшуються зi збiльшенням z, досягаючи свого

асимптотичного значення 1/γ при z ∼ γ2/ω. При ρ > zωp/ω поле (1.14) швидко

спадає як 1/ρ3.

На основi (1.14) та (1.6) можна обчислити спектральний розподiл повної

кiлькостi електромагнiтної енергiї, що перетинає площину z = const, як

функцiю z. Як зазначалося (порiвн., наприклад, (1.3) та (1.12)), поле навколо

електрона вiдрiзняється вiд кулонiвського i змiнюється з часом здебiльшого

на вiдстанях ρ > 1/ωp вiд траєкторiї частинки. Тому для того, щоб оцiнити

змiнну (зi збiльшенням z) частину зазначеного потоку енергiї, достатньо

проiнтегрувати (1.6), використовуючи у якостi нижньої межi ρ ∼ 1/ωp. Тодi
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в областi вiдстаней ω/ω2
p � z � γ2/ω з логарифмiчною точнiстю отримуємо:

dW (ω, z)

dω
=

2e2

π
ln
ω2
pz

ω
. (1.15)

Як бачимо, в межах довжини формування lF ∼ γ2/ω вiдбувається

логарифмiчне зростання кiлькостi електромагнiтної енергiї навколо електро-

на зi збiльшенням z. Енергетичний баланс у цьому випадку забезпечується

зменшенням кiнетичної енергiї електрона (ми нехтуємо змiною швидкостi

електрона через незначну величину цiєї змiни). Якщо на вiдстанi z < lF

вiд шару речовини електрон буде зазнавати нової взаємодiї з речовиною,

яка породжуватиме певнi електродинамiчнi процеси, то характеристики таких

процесiв можуть бути суттєво модифiкованi, порiвняно з випадком, коли шар

речовини вiдсутнiй i налiтаючий електрон має кулонiвське поле. Наприклад,

якщо подiбним процесом є випромiнювання (див. пiдроздiл 1.2 та роздiл 2), то

суттєво змiнюватися може його iнтенсивнiсть (подiбно до випадку з гальмiвним

випромiнюванням «напiвголого» електрона). Крiм того, розглянута еволюцiя

поля супроводжується змiною розподiлу його енергiї за q, що може викликати

змiну кутового розподiлу вище згаданого випромiнювання. Така еволюцiя може

також суттєво впливати на процес iонiзацiйних втрат частинок (див. [97,98] та

роздiл 4).

При z � γ2/ω весь iнтеграл, пов’язаний iз другим доданком у (1.11),

може бути обчислений iз застосуванням методу стацiонарної фази, подiбно до

того, як це було зроблено у випадку менших z для його частини, що мiстить

Qf . Це безпосередньо призводить до наступної асимптотики для поля [142]:

Eω(r) = 2eeρ

{
ω

γ
K1

(
ωρ

γ

)
eiωz/v +

eiωr

r
A(α)

}
. (1.16)

Тут використано наближення z + ρ2/2z ≈ r, де r = |r|, що має мiсце за умови

ρ� z. Наведений вираз свiдчить про повне роздiлення поля навколо електрона
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на власне кулонiвське поле та сферично розбiжну хвилю ПВ при z � γ2/ω.

Квадрат величини

A(α) =
ω2
p

ω2

α

(α2 + γ−2)(α2 + ω2
p/ω

2 + γ−2)
,

де α = ρ/z, визначає добре вiдомий кутовий розподiл рентгенiвського ПВ у

хвильовiй зонi (тобто на вiдстанях вiд межi подiлу середовищ, що перевищує

довжину формування ПВ) [77,99].

На останок зазначимо, що розглянутий випадок проходження електрона

крiзь шар речовини є загальним прикладом подiбних випадкiв, що часто

мають мiсце за реальних експериментальних умов i можуть бути неминучими.

Наприклад, електрони можуть проходити крiзь вхiднi вiкна вакуумних камер,

мiшенi телескопiв, що вимiрюють розбiжнiсть пучка, сцинтилятори й iншi

мiшенi на попереднiх стадiях дiагностики пучка тощо. Через те, що при

високих енергiях частинка може зберiгати «напiвголий» стан, який утворюється

внаслiдок таких взаємодiй, на макроскопiчно великих вiдстанях вiд областi

взаємодiї, задача про вивчення впливу такого стану частинки на рiзноманiтнi

електродинамiчнi процеси, якiй присвячена частина даної дисертацiйної роботи,

є актуальною i представляє практичний iнтерес.

1.2. Перехiдне випромiнювання

Перехiдне випромiнювання у мiлiметровому дiапазонi довжин хвиль.

У попереднiй секцiї ми, зокрема, розглянули просторову картину розвитку

поля навколо електрона високої енергiї пiсля проходження ним товстої мiшенi.

Поступова перебудова поля навколо частинки при цьому була зумовлена

формуванням ПВ. У данiй секцiї ми розглянемо спектрально-кутовi характе-

ристики такого випромiнювання, якi зазвичай i вимiрюються в експериментi.
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Взагалi кажучи, при проходженнi частинки крiзь межу подiлу середовищ ПВ

генерується в обох напрямках вiд цiєї межi. Спектр такого випромiнювання

є дуже широким i простягається до частот ω ∼ γωp, де ωp — найбiльша з

двох плазмових частот речовин по обидва боки вiд межi (вiдповiдно, у випадку

проходження частинкою межi мiж вакуумом чи газом та твердим середовищем

— це плазмова частота цього середовища). При достатньо високих енергiях

частинки величина γωp належить до рентгенiвського дiапазону, адже типовi

значення ~ωp для твердих тiл становлять декiлька десяткiв еВ. При низьких

частотах (що можуть належати й до радiодiапазону) спектр ПВ починає

спадати зi зменшенням частоти, якщо розмiр мiшенi, на якiй генерується

випромiнювання, стає меншим за характерний поперечний розмiр кулонiвського

поля частинки γλ/2π (у випадку, якщо мiшень розташована у вакуумi або

газi) на довжинi хвилi λ. Якщо ПВ генерується не на однiй межi подiлу, а на

пластинцi, що має двi таких межi, то спадання спектру зi зменшенням частоти

може також вiдбуватися внаслiдок деструктивної iнтерференцiї внескiв вiд обох

поверхонь пластинки (що є характерним для рентгенiвського ПВ). Вперше

спектрально-кутовi розподiли ПВ при проходженнi частинкою крiзь межу

подiлу двох середовищ було отримано в роботi [55], де, власне, й було теоретично

передбачено iснування такого випромiнювання. Подальший розвиток теорiя ПВ

отримала в роботах [145–149], де вивчалося ПВ при проходженнi частинок

крiзь пластинки i вплив багаторазового розсiювання частинки в речовинi на це

випромiнювання, а також у багатьох пiзнiших роботах переважно радянських

вчених (див. огляд [150], книги [42,77,99] та посилання в них).

Найпростiшим процесом, у якому виникає ПВ є нормальне падiння

частинки на металеву мiшень, що розташована у вакуумi чи газi (рис. 1.2а).

Для оптичних та бiльш низьких частот таку мiшень можна вважати iдеально

провiдною, i вона як дзеркало вiдбиває назад щодо напрямку руху частинки

вiдповiднi еквiвалентнi фотони її кулонiвського поля (нiби реальнi електрома-

гнiтнi хвилi). Вiдбившись вiд мiшенi, цi фотони перетворюються на реальнi
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хвилi ПВ назад у оптичному, iнфрачервоному та мiлiметровому дiапазонах6.

Саме в оптичному дiапазонi ПВ вперше спостерiгалося експериментально [151].

Просторову еволюцiю поля ПВ у випадку, що розглядається, було детально

дослiджено в роботах [152, 153] на базi точного розв’язку рiвнянь Максвела з

граничною умовою для електричного поля на поверхнi мiшенi. Ще ранiше така

еволюцiя обговорювалися в [154]. Спектрально-кутовий розподiл ПВ у хвильо-

вiй зонi (тобто на вiдстанi вiд мiшенi, що перевищує довжину формування ПВ

lF ∼ γ2λ) в даному випадку має вигляд [77]:

d2W

dωdo
=

e2

π2c

ϑ2

(ϑ2 + γ−2)2
. (1.17)

Тут ϑ — це кут мiж напрямком спостереження та напрямком −v, де v —

швидкiсть частинки. Вираз (1.17) свiдчить про наявнiсть яскраво вираженого

максимуму в кутовому розподiлi ПВ при ϑ = 1/γ (див. товсту суцiльну криву

на рис. 1.2б) та про незалежнiсть його спектра вiд ω в iнтервалi частот,

що розглядається (якщо можна знехтувати обмеженим розмiром мiшенi). У

загальному випадку (який є бiльш зручним, з експериментальної точки зору),

коли поверхня мiшенi не перпендикулярна до швидкостi частинки, вираз (1.17)

також iз хорошою точнiстю визначає розподiл ПВ, якщо енергiя частинки є

достатньо високою (при менших енергiях у цьому випадку розподiл ПВ втрачає

аксiальну симетрiю). При цьому однак ϑ представляє собою кут мiж напрямком

спостереження та напрямком, що є дзеркальним вiдбиттям напрямку v вiд

поверхнi мiшенi (далi ми будемо називати його дзеркальним напрямком).

Як було показано в [100, 102] та [101], при вимiрюваннi розподiлу ПВ

точковим детектором7 на вiдстанi вiд мiшенi, що є меншою за lF (у ближнiй

зонi), отриманий результат суттєво вiдрiзняється вiд (1.17). У цiй областi поле

ПВ визначається тим самим виразом, що й поле, яке «зривається» з електрона

6Рiзке спадання спектру ПВ зi зменшенням частоти через обмежений розмiр мiшенi починається при довжинах хвиль λ ∼

2πR/γ, де R — характерний лiнiйний розмiр мiшенi. Тому при великих R та вiдносно малих γ можлива генерацiя ПВ i в бiльш

низькочастотному дiапазонi.
7Точковим ми будемо вважати детектор з лiнiйними розмiрами активної поверхнi, що є значно меншими за γλ/2π.
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Рис. 1.2. а) Генерацiя ПВ при вльотi електрона в металеву мiшень; б) кутовi
розподiли спектральної густини ПВ електрона з енергiєю ε ≈ 50 МеВ при λ = 1

мм (γ = 100, lF ∼ γ2λ = 10 м) на рiзних вiдстанях z вiд мiшенi.

при його розсiюваннi на великий кут, тобто другим доданком в (1.9). Тому,

використовуючи (1.6), де треба покласти d2ρ = r2do (do — елемент тiлесного

кута), спектрально-кутовий розподiл ПВ тут можна подати у виглядi:

d2W

dωdo
=
e2z2

π2

∣∣∣∣
∞∫

0

dq
q2J1(qρ)

q2 + ω2/γ2
e−iq

2z/2ω

∣∣∣∣2. (1.18)

Тут вiсь z спрямовано проти напрямку руху електрона (або, в загальному

випадку, в дзеркальному напрямку), а ρ � z є вiдстанню вiд точки спосте-

реження до цiєї осi. Кутовий розподiл ПВ, що визначається цим виразом, є

значно ширшим за розподiл (1.17) у хвильовiй зонi (див. рис. 1.2б). Особливо

гостро проблема реєстрацiї ПВ у ближнiй зонi постає для випромiнювання у

мiлiметровому дiапазонi, коли величина lF набуває особливо великих розмiрiв

(як на рис. 1.2б).

В останнi десятирiччя iнтерес до вивчення ПВ вiдновився у зв’язку

з можливiстю його використання для вимiрювання i контролю параметрiв

пучкiв заряджених частинок, що створюються на прискорювачах (коли за

характеристиками ПВ, що його генерує пучок, прямо чи опосередковано

визначаються його параметри). При цьому найбiльший практичний iнтерес

наразi представляє саме ПВ у розглянутому найпростiшому випадку, коли
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воно генерується пучком, що перетинає металеву пластинку. Наприклад, у

мiлiметровому та iнфрачервоному дiапазонах таке ПВ використовується для

вимiрювання поздовжнього розмiру та профiлю пучка [155–158] (див. також

огляд [159]). ПВ у оптичному дiапазонi є зручним iнструментом для вимi-

рювання його поперечного розмiру [160–164]. Серiю робiт було присвячено

вивченню межi застосування такого методу у випадку дуже малих поперечних

розмiрiв пучкiв [165, 166], а також дослiдженню можливостi використання ПВ

в ультрафiолетовому дiапазонi [167] для полiпшення цiєї межi.

Перехiдне випромiнювання «напiвголого» електрона. Як зазначалося,

для ПВ у мiлiметровому дiапазонi особливо гостро постає проблема впливу

великого розмiру довжини формування на характеристики випромiнювання,

що вимiрюються. Окрiм, власне, великого розмiру вiдстанi вiд мiшенi, на

якiй вiдбувається перетворення поля ПВ на сферично розбiжнi хвилi, яким

вiдповiдає розподiл (1.17), така проблема може бути також пов’язана з «напiв-

голим» станом електрона, що налiтає на мiшень. Такий стан частинки може

виникнути внаслiдок її попередньої взаємодiї з речовиною або зовнiшнiм полем

i зберiгається в межах тiєї ж самої довжини формування. В мiлiметровому

дiапазонi довжин хвиль lF може легко перевищити вiдстань вiд областi взаємодiї

частинки до мiшенi, i ПВ буде генеруватися «напiвголим» електроном. Тому для

коректного аналiзу результатiв вимiрювання в цьому випадку важливо врахову-

вати не тiльки ефект ближньої зони, а й ефекти, пов’язанi з зазначеним станом

частинки. Ранiше такi ефекти розглядалися для випадку достатньо високих

енергiй електронiв, що перед падiнням на мiшень зазнавали розсiювання на

великий кут [94,152] або проходили крiзь таку ж саму провiдну мiшень [93]. Як

зазначалося, у таких випадках кутовий розподiл ПВ має аксiальну симетрiю

вiдносно дзеркально напрямку. Далi ми наведемо результати бiльш точного

розрахунку спектрально-кутового розподiлу ПВ у хвильовiй зонi (на вiдстанi

бiльшiй за γ2λ вiд мiшенi), що є придатними при довiльних енергiях частинки.

Будемо, як i в [93], вважати, що електрон втрачає значну частину компонент
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Фур’є власного поля внаслiдок проходження крiзь провiдну мiшень (рис. 1.3).
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Рис. 1.3. Злiва: ПВ при похилому падiннi «напiвголого» електрона на металеву
мiшень; справа: залежнiсть iнтенсивностi ПВ електрона з енергiєю ε = 3.5 МеВ
при λ = 2 мм, α = π/4, θ = π/4 + 1/γ (lF ∼ γ2λ ≈ 10 см) вiд вiдстанi мiж
пластинками (крива зi швидкими осциляцiями); суцiльна крива — усереднення
за ∆λ = ±0.1 мм i ∆θ = ±0.5◦; штрих-пунктирна крива — усереднення за
∆λ = ±1 мм i ∆θ = ±1.5◦; пунктирна лiнiя — вiдповiдна iнтенсивнiсть для
електрона з кулонiвським полем.

Найпростiший спосiб обчислення спектрально-кутового розподiлу ПВ

у даному випадку дає метод зображень, який можна застосовувати навiть

за ультрарелятивiстських швидкостей налiтаючої частинки у випадку, якщо

поверхня мiшенi є плоскою [77, 168]. В рамках цього методу ПВ, що виникає

при падiннi частинки на мiшень, обчислюється як гальмiвне випромiнювання,

що виникає при миттєвiй зупинцi частинки та її зображення в мiшенi, що

рухалися за дзеркально симетричними траєкторiями (рис. 1.3), у спiльнiй точцi

на поверхнi. При цьому нiби вiдбувається анiгiляцiя частинки з її зображенням

(адже два протилежнi та рiвнi за величиною заряди опиняються в однiй точцi),

що вiдповiдає екрануванню заряду частинки при її вльотi до мiшенi вiльними

зарядами останньої. У випадку, що розглядається, ми також повиннi врахувати,

що в момент часу t = −L/v (якщо вважати, що електрон та його зображення

«зустрiчаються» при t = 0) вiдбувається миттєве прискорення електрона (i

зображення) вiд стану спокою до швидкостi v, що вiдповiдає вильоту частинки
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з мiшенi, що її «роздягає». Компонента Фур’є магнiтного поля, що його створює

кожна з частинок, якi розглядаються (електрон i зображення) на великiй

вiдстанi вiд себе (тобто поле випромiнювання у хвильовiй зонi), має вигляд [169]:

Hω(r) =
ieω

c2r
eikr

∞∫
−∞

[n,v(t)]ei(ωt−kr0(t)), (1.19)

де r0(t) — закон руху вiдповiдної частинки, r = rn — радiус-вектор точки

спостереження, k = nk = nω/c — хвильовий вектор випромiнювання та

v = dr0/dt. Для зручностi тут i далi в цiй секцiї ми вiдновили у формулах

величину c. Використовуючи (1.6), куди замiсть Eω треба пiдставити компонен-

ту Фур’є сумарного магнiтного поля електрона i зображення (враховуючи, що

d2ρ = r2do), для спектрально-кутового розподiлу ПВ «напiвголого» електрона

отримуємо:

π2c

e2

d2W

dωdo
=

(
n× β1

1− nβ1

)2

I1 +

(
n× β2

1− nβ2

)2

I2 −
β1β2 − (nβ1)(nβ2)

(1− nβ1)(1− nβ2)
I12, (1.20)

де

I1 = sin2[ωl(1− βx sin θ cosφ+ βz cos θ)/2v],

I2 = sin2[ωl(1− βx sin θ cosφ− βz cos θ)/2v],

I12 = sin2[ωl(1− βx sin θ cosφ+ βz cos θ)/2v]− sin2[ωlβz cos θ/2v]

+ sin2[ωl(1− βx sin θ cosφ− βz cos θ)2v].

Для того щоб отримати звiдси вираз для ПВ електрона з кулонiвським полем

(див., наприклад, [150]), який при γ � 1 є близьким до (1.17), треба покласти

I1 = I2 = 1/4 i I12 = 1/2.

Величина φ в (1.20) представляє собою азимутальний кут у площинi xy

(кут мiж вiссю x i проєкцiєю вектора n на поверхню мiшенi), θ — кут мiж
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n i вiссю z, β1 i β2 — безрозмiрнi швидкостi електрона та його зображення,

якi мають однакову абсолютну величину v/c. Також βx = (v/c) sinα та βz =

(v/c) cosα. При достатньо високих енергiях електрона вираз (1.20) спiвпадає з

вiдповiдним виразом, що його було отримано в попереднiх роботах [93,94]8:

d2W

dωdo
=

e2

π2c

ϑ2

(ϑ2 + γ−2)2
2{1− cos[ωl(ϑ2 + γ−2)/2c]}, (1.21)

Рис. 1.3 демонструє приклад залежностi iнтенсивностi ПВ вiд вiдстанi L

мiж пластинками для достатньо низької енергiї електрона (ε = 3.5 МеВ).

Звiдси видно, що ця залежнiсть має характер осциляцiй (що очевидно з виду

високоенергетичної асимптотики (1.21)), i областi пригнiчення випромiнювання

(порiвняно з випадком, що вiдповiдає електрону з кулонiвським полем) чер-

гуються з областями, де iнтенсивнiсть посилюється. Перiод цих осциляцiй за

порядком величини спiвпадає з lF . Можливiсть спостерiгати принаймнi кiлька

таких коливань залежить вiд спектральної та кутової роздiльної здатностi

детектора, що використовується. Наприклад, суцiльна лiнiя (без швидких

осциляцiй) на рис. 1.3 зображує результат, отриманий пiсля усереднення виразу

(1.20) за iнтервалом довжин хвиль λ = 2 ± 0.1 мм та кутовим iнтервалом в 1◦

навколо θ = π/4+1/γ. При цьому усереднена iнтенсивнiсть випромiнювання все

ще зберiгає коливальну поведiнку, типову для неусередненої величини (лише

швидкi осциляцiї, спричиненi першим i третiм доданками в (1.20) зникають

пiсля зазначеного усереднення). Зi збiльшенням iнтервалiв усереднення за

ϑ i λ коливання усередненої iнтенсивностi ПВ поступово зникають (штрих-

пунктирна лiнiя на рис. 1.3). У цьому випадку пригнiчення iнтенсивностi ПВ

має мiсце лише при L . lF . При бiльших L iнтенсивнiсть випромiнювання

наближається до суми iнтенсивностей ПВ при вильотi електрона з верхньої

пластинки (та, яку електрон перетинає першою), що вiдбивається вiд нижньої

пластинки, та ПВ електрона з кулонiвським полем вiд нижньої пластинки, якi

не iнтерферують одне з одним.
8Звертаємо увагу на наявнiсть у цiй формулi саме кута ϑ мiж n та дзеркальним напрямком, а не θ.
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Рентгенiвське перехiдне випромiнювання в багатошаровiй мiшенi. Вза-

галi, ПВ є випромiнюванням достатньо низької iнтенсивностi i для його спосте-

реження потрiбнi високi iнтенсивностi пучкiв. У рентгенiвському дiапазонi, на

вiдмiну вiд випадку менших ω, бiльша частина ПВ випромiнюється вперед пiд

малими кутами до напрямку руху частинки i вiдносно слабко поглинається в

речовинi (коефiцiєнт поглинання при цьому сильно залежить вiд ω). Це дозво-

ляє генерувати рентгенiвське ПВ у багатошарових мiшенях, що складаються

з великої кiлькостi тонких фольг. При цьому iнтенсивнiсть випромiнювання

може досягати значення в середньому одного фотона на електрон, що дозволяє

використовувати такi мiшенi у якостi детекторiв частинок високих енергiй

[170–172] та як джерела рентгенiвського випромiнювання [173–176]. Ба бiльше,

через те, що рентгенiвське ПВ має пороговий характер (ПВ з частотою ω може

ефективно генеруватися тiльки якщо Лоренц-фактор частинки задовольняє

умовi γ > ω/ωp), вiдповiднi детектори дозволяють також iдентифiкувати

зарядженi частинки з приблизно однаковою енергiєю [177–180], розрiзняючи

важкi адрони (з пiдпороговими γ) i легкi лептони (з надпороговими γ). Це

зумовило пiдвищений iнтерес до вивчення рентгенiвського ПВ у багатошарових

мiшенях.

Найбiльш прямий метод обчислення характеристик ПВ у багатошаровiй

мiшенi полягає в послiдовному застосуваннi граничних умов для розв’язку

рiвнянь Максвела на поверхнях фольг та знаходження асимптотики цього

розв’язку на великiй вiдстанi вiд мiшенi (яка й представляє собою сформоване

поле випромiнювання). У серiї робiт [181–184] було розвинено спрощенi методи

опису рентгенiвського ПВ у тонких фольгах та багатошарових структурах,

що, з математичної точки зору, є аналогами ейконального та борнiвського

наближення у квантовiй механiцi. Зокрема, при проходженнi електрона крiзь

тонку фольгу товщини lA, що має плазмову частоту ωpA та знаходиться у

середовищi з плазмовою частотою ωpB, спектрально-кутова густина числа
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Рис. 1.4. Злiва: генерацiя ПВ при проходженнi електрона крiзь багатошарову
мiшень; справа: суцiльна крива — кутовий розподiл спектральної густини ПВ
електрона з енергiєю 1 ГеВ у мiшенi з n = 30 алюмiнiєвих фольг при lA = 10

мкм, lB = 1 мм та ~ω = 10 кеВ; пунктирна крива — вiдповiдний розподiл без
урахування iнтерференцiї мiж внесками окремих фольг.

фотонiв ПВ має наступний вигляд:

d2N (1)

dωdo
=

α

π2ω

(ω2
pA − ω2

pB)2

ω4

4ϑ2 sin2[lA/2lFA]

(γ−2 + ϑ2 + ω2
pA/ω

2)2(γ−2 + ϑ2 + ω2
pB/ω

2)2
, (1.22)

де ϑ — кут мiж напрямком спостереження i швидкiстю електрона, а

lFA = 2vω−1/(γ−2 + ϑ2 + ω2
pA/ω

2) (1.23)

представляє собою довжину формування випромiнювання всерединi фольги,

визначену з урахуванням її залежностi вiд напрямку спостереження та впливу

поляризацiї речовини. Аналогiчно, шляхом замiни ωpA → ωpB визначає-

ться вiдповiдна довжина lFB у середовищi поза межами фольги. Множник

4 sin2[lA/2lFA] описує iнтерференцiю внескiв вiд обох поверхонь фольги.

Якщо електрон проходить крiзь цiлу стопку з n таких пластин, що

розташованi на вiдстанi lB одна вiд одної у тому ж середовищi (рис. 1.4),

розподiл ПВ набуває вигляду [96,175]:
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d2N (n)

dωdo
=
d2N (1)

dωdo

sin2(nϕ/2) + sh2(nκ/4)

sin2(ϕ/2) + sh2(κ/4)
e(1−n)κ/2, (1.24)

де ϕ = lA/lFA + lB/lFB, κ = µAlA + µBlB, а µA та µB — коефiцiєнти поглинання

ПВ у вiдповiдних середовищах. Рис. 1.4 демонструє приклад кутового розпо-

дiлу спектральної густини числа фотонiв ПВ, обчисленого на основi виразу

(1.24). Пунктирна крива демонструє такий самий розподiл, але обчислений без

урахування iнтерференцiї мiж внесками окремих фольг, тобто neffd2N (1)/dωdo,

де neff(ω) = (1 − e−nκ)/(1 − e−κ) — ефективна кiлькiсть фольг, що робить

внесок в iнтенсивнiсть ПВ (через часткове поглинання ПВ у мiшенi neff < n).

З рисунку видно, що внаслiдок вищезгаданої iнтерференцiї випромiнювання

концентрується поблизу дискретного набору напрямкiв. Кути, що вiдповiдають

цим напрямкам визначаються виразом

ϑ2
k = 4πkc/ωl − γ−2 − 〈ω2

p〉/ω2, (1.25)

де 〈ω2
p〉 = (ω2

pAlA + ω2
pBlB)/l, а також l = lA + lB. Розглядаючи наближено

пiки iнтенсивностi при ϑ = ϑk як такi, що є пропорцiйними до δ-функцiй (це

справедливо при n � 1), можна легко проiнтегрувати (1.24) за ϑ i отримати

спектр ПВ у даному випадку:

dN

dω
= neff(ω)

8α

ω

(ω2
pA − ω2

pB)2

ω4

2v

ωl

kmax∑
k=kmin

ϑ2
k sin2[ωlA(γ−2 + ϑ2

k + ω2
pA/ω

2)/4v]

(γ−2 + ϑ2
k + ω2

pA/ω
2)2(γ−2 + ϑ2

k + ω2
pB/ω

2)2
,

(1.26)

де

kmin = Int
{

1

2π

(
lA

lFA(0)
+

lB
lFB(0)

)}
+1, kmax = Int

{
1

2π

(
lA

lFA(ϑmax)
+

lB
lFB(ϑmax)

)}
,

(1.27)

а Int{x} позначає цiлу частину x. Довжини формування lFA та lFB роз-
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глядаються тут як функцiї ϑ. Вираз (1.26) є аналогiчним до вiдповiдних

виразiв, отриманих у [96, 174, 176], але представлений у формi, яка явно

вiдображає залежнiсть dN/dω вiд довжин формування (через вирази для kmin i

kmax). Численнi експериментальнi дослiдження (див., наприклад, [176,185–187])

пiдтвердили придатнiсть наведених вище виразiв для опису рентгенiвського ПВ

у багатошарових мiшенях з достатньо високою точнiстю. Зазначимо також, що

в роботi [188] було проведене iнтегрування виразу (1.24) за частотою i отримано

аналiтичну формулу для кутового розподiлу даного випромiнювання.

1.3. Когерентне рентгенiвське випромiнювання в кристалах

Параметричне рентгенiвське випромiнювання (ПРВ)9. При русi швидкої

зарядженої частинки у кристалiчнiй речовинi виникає так зване параметричне

рентгенiвське випромiнювання (рис. 1.5). На вiдмiну вiд випромiнювання при

каналюваннi чи когерентного гальмiвного випромiнювання, для своєї генерацiї

ПРВ не потребує, щоб кристалографiчнi площини чи вiсi були орiєнтованi

пiд малим кутом до швидкостi частинки i може виникати для широкого

дiапазону орiєнтацiй кристала. Це випромiнювання поляризацiйного типу (як

перехiдне або черенковське) i може генеруватися навiть при рiвномiрному та

прямолiнiйному русi частинок у кристалi (якщо знехтувати вiддачею збоку

випромiнювання, яка в даному випадку є дуже малою).

ПРВ — це також випромiнювання резонансного типу, iмпульс якого

формується великою кiлькiстю паралельних перiодично розташованих криста-

лографiчних атомних площин, якi налiтаюча частинка (для визначеностi ми

будемо говорити про електрон) послiдовно перетинає пiд час свого руху. При

цьому кулонiвське поле електрона поляризує атоми кожної площини, змушуючи

їх випромiнювати. Хвилi, що генеруються рiзними площинами, iнтерферують

одна з одною, що призводить до когерентного посилення випромiнювання

9Англiйською — parametric x-ray radiation (PXR).
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Рис. 1.5. Злiва: генерацiя когерентного рентгенiвського випромiнювання (ПРВ
або ДПВ) електроном у кристалi (похилi лiнiї позначають кристалiчнi пло-
щини); справа: схематичне зображення кутових розподiлiв ПРВ та ДПВ при
γ � ωPXR/ωp.

при певнiй резонанснiй частотi (що залежить вiд напрямку спостереження) i

формуванню майже монохроматичного iмпульсу (або, як кажуть, рефлексу).

Вiн має вузький кутовий розподiл навколо напрямку, що є дзеркально си-

метричним до швидкостi електрона вiдносно площин (далi ми називатимемо

його дзеркальним напрямком або напрямком Брегга). Резонансна частота ПРВ

дуже близька до бреггiвської частоти рентгенiвських променiв, якi, падаючи

на кристал паралельно до швидкостi електрона, зазнавали б дифракцiї у

дзеркальному напрямку. У цьому вiдношеннi ПРВ тiсно пов’язане з явищем

дифракцiї рентгенiвських променiв у кристалах. Однак у випадку ПРВ ми

маємо справу з дифракцiєю вiртуальних фотонiв власного поля електрона

замiсть реальних електромагнiтних хвиль.

Вперше розгляд резонансного випромiнювання швидкими частинками в

штучних перiодичних структурах було представлено в [189] для вiдносно вели-

ких довжин хвиль. Теорiя такого випромiнювання в кристалах при довжинах

хвиль, що за порядком величини є близькими до мiжатомної вiдстанi (рентге-

нiвський дiапазон), була побудована в [42]. У цiй книзi вираз для спектрально-

кутової густини ПРВ було виведено з застосуванням кiнематичного пiдходу,

заснованого на розв’язку рiвнянь Максвелла методом теорiї збурень. Подаль-



73

шого розвитку теорiя цього випромiнювання набула в роботах [190,191]. В роботi

[192] вираз для спектрально-кутової густини ПРВ, аналогiчний результату [42],

було отримано на базi квантового розгляду. Динамiчна теорiя цього явища, що

враховує можливiсть багаторазової повторної дифракцiї випромiнених хвиль

на системi кристалографiчних площин, була представлена в роботi [193] (див.

також [43]).

Про першi спостереження ПРВ було повiдомлено в роботах [194, 195],

що надихнуло подальшi експериментальнi дослiдження цього випромiнювання

(див. [137,196,197] та посилання тут). Серiю експериментальних i теоретичних

дослiджень було, зокрема, присвячено вивченню ефектiв динамiчної дифракцiї

для ПРВ (тобто появi iмпульсу випромiнювання також i вздовж напрямку

швидкостi частинки) [198–201] та вiдповiдностi мiж кiнематичним та динамi-

чним пiдходами до розгляду ПРВ (див. [67,202–205] та посилання тут).

У [206, 207] було запропоновано використовувати ПРВ для дiагностики

пучкiв заряджених частинок в областi їх параметрiв (зокрема, при субмi-

кронному поперечному розмiрi пучка), де iншi методи (що базуються, напри-

клад, на оптичному ПВ) не можуть бути застосованi. Така можливiсть була

експериментально пiдтверджена [208] i наразi продовжує розроблятися (див.,

наприклад, [209]). Крiм того, на основi ПРВ можна створювати компактнi

джерела монохроматичного рентгенiвського випромiнювання [210–212]. Все це

зумовлює актуальнiсть подальшого всебiчного дослiдження випромiнювання

цього типу. Розглянемо далi коротко особливостi кiнематичного пiдходу [42]

до розрахунку спектрально-кутових характеристик ПРВ.

Локальну дiелектричну проникнiсть кристала можна записати у виглядi

ε(ω, r) = ε0(ω) + ε′(ω, r). Тут ε0 — це середня макроскопiчна частина дiеле-

ктричної проникностi, яка при частотах, вищих за характернi атомнi частоти,

дорiвнює ε0(ω) = 1 − ω2
p/ω

2 i в нашому випадку є дуже близькою до одиницi.

Доданок ε′ у виразi для проникностi описує мiкроскопiчну частину проникностi

кристала, що перiодично змiнюється. Вона є пропорцiйною до рiзницi мiж
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локальною мiкроскопiчною електронною густиною в атомах кристала та її ма-

кроскопiчним середнiм значенням. Для ε′ має мiсце умова |ε′| � ε0, i рiвняння

Максвелла для поля, що створюється електроном всерединi кристала, можна

розв’язати з використанням теорiї збурень. Розв’язок провiдного порядку (коли

ε′ = 0) у даному випадку, який ми позначимо як E(0), природно, представляє

собою власне поле частинки в поляризованiй речовинi, компонента Фур’є якого

має вигляд (1.4). Поле, розсiяне на збуреннi ε′ дiелектричної проникностi (тобто

поле ПРВ), зручно шукати у виглядi розкладання за векторами g оберненої

ґратки кристала. Записуючи попередньо в такому ж виглядi ε′ як

ε′(ω, r) =
∑
g

nge
igr, (1.28)

можна врештi-решт отримати вираз для поля ПРВ, який є розв’язком другого

порядку (наступного за провiдним) рiвнянь Максвелла i має вигляд:

E′ω(r) = −e
ikr

4πr

∑
g

ngk×
[
k×
∫
d3r′E(0)

ω (r′)ei(g−k)r′
]
, (1.29)

де k = ω
√
ε0r/r — хвильовий вектор розсiяного (випромiненого) поля всерединi

кристала. Далi ми будемо нехтувати малою вiдмiннiстю k вiд хвильового

вектора випромiнювання пiсля його виходу з кристала. Iнтегрування в (1.29) ви-

конується за об’ємом кристала. Компоненти Фур’є ng величини ε′ визначаються

параметрами кристалiчної ґратки (див. детальнiше [45]). Вираз (1.29) описує

поле у хвильовiй зонi, де |r| � |r′|. Використовуючи (1.29), (1.4) та (1.6), де, як

i при виведеннi (1.18), треба покласти d2ρ = r2do, можна отримати наступний

вираз для спектрально-кутового розподiлу ПРВ (який є ультрарелятивiстським

наближенням загального результату [42,192]):

d2W

dωdo
=
e2L

2π

∑
g

|ng|2
|k× [k×κ⊥]|2

(κ2
⊥ + ω2

p + ω2/γ2)2
δ(ω − κv), (1.30)
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де κ = (κ⊥, κz) = k− g, а L — товщина кристала вздовж напрямку руху

частинки10, δ(ω − κv) — дельта-функцiя, яка встановлює залежнiсть мiж

напрямком випромiнювання, що визначається одиничним вектором n, i його

частотою ωPXR у виглядi

ωPXR =
|vg|

1−√ε0vn
. (1.31)

Зауважимо, що ε0 є функцiєю ω, тому (1.31) слiд розглядати як рiвняння

для ωPXR. У роздiлi 2, а також далi в цiй секцiї, ми будемо розглядати

лише пiки випромiнювання найнижчого порядку дифракцiї для певного набору

паралельних кристалiчних площин. Цi пiки вiдповiдають значенню |g| = 2π/a,

де a — мiжплощинна вiдстань для даного набору площин. Проiнтегрувавши

(1.30) за ω, можна отримати вираз для кутового розподiлу числа фотонiв ПРВ

(dW = ~ωdNPXR) у розрахунку на одиницю шляху частинки [45]:

dNPXR

do
≈ α

4π

ω

c
|ng|2

ϑ2
⊥ + ϑ2

|| cos2 2ϑB

sin2 θB(γ−2 + ϑ2 + ω2
p/ω

2)2
, (1.32)

де ω = ωPXR, а θB — кут мiж кристалiчною площиною, що розглядається, i

швидкiстю електрона (кут Брегга). Також тут ϑ||, ϑ⊥ � 1 — це компоненти кута

випромiнювання ϑ (що рахується вiд напрямку Брегга φ = 2θB), паралельна

та перпендикулярна площинi векторiв v i g. Формула (1.32) свiдчить про

наявнiсть максимуму в кутовому розподiлi ПРВ при ϑ ≈ ωp/ωPXR (якщо

γ � ωPXR/ωp). Зазначимо, що, згiдно з (1.31), ωPXR дещо змiнюється в межах

рефлексу. Однак у дiапазонi частот, що буде нас цiкавити (який вiдповiдає

значенням ~ω вiд декiлькох кеВ до близько 10 кеВ) область кутiв, у межах яких

сконцентрована значна частина енергiї рефлексу (ϑ . ωp/ωPXR), є дуже малою,

i в її межах можна наближено знехтувати змiною ωPXR, вважаючи рефлекс

10Тут ми знехтували поглинанням ПРВ всерединi кристала. У випадку, якщо L� labs, де labs — довжина поглинання, в (1.30)

треба зробити замiну L → labs. Про вiдповiдну замiну для загального випадку довiльних L, орiєнтацiй кристалiчних площин i

поверхнi мiшенi див., наприклад, [209].
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монохроматичним. Також зазначимо, що поява δ-функцiї в (1.30) зумовлена

тим, що товщина кристалу L вважалася достатньо великою. У надтонких

кристалах, взагалi кажучи, вираз (1.30) має iншу форму i замiсть δ-функцiї

мiстить певну функцiю розподiлу кiнцевої ширини, а рiвняння (1.31) можна

розглядати лише як наближене (див. деталi у пiдроздiлi 2.1).

Дифраговане рентгенiвське перехiдне випромiнювання (ДПВ)11. ПРВ

генерується поблизу траєкторiї електрона всерединi кристала. Коли частинка

тiльки влiтає всередину кристала, вона також утворює ПВ. Його спектр

простягається до частот порядка γωp i для високоенергетичних частинок

досягає рентгенiвського дiапазону. У кристалi частина цих хвиль може задо-

вольнити умовi Брегга та зазнати дифракцiї на кристалографiчних площинах,

утворюючи iмпульс випромiнювання (який, як i у випадку ПРВ, зазвичай

називають рефлексом) поблизу напрямку Брегга. Таке дифраговане перехi-

дне випромiнювання глибоко вивчалося теоретично (див., наприклад, [65–67])

i спостерiгалося експериментально [195]. Зокрема, було показано, що ДПВ

характеризується високим ступенем монохроматичностi та має частоту, яка,

природно, дорiвнює частотi Брегга ωB i залежить вiд кута спостереження та

параметрiв кристалiчної ґратки. Якщо Лоренц-фактор частинки задовольняє

умовi γ � ωPXR/ωp, ДПВ має набагато бiльш вузький кутовий розподiл навколо

напрямку Брегга, нiж ПРВ, адже максимум його iнтенсивностi вiдповiдає куту

ϑ ≈ 1/γ до цього напрямку (див. рис. 1.5). Крiм того, частоти ПРВ та

ДПВ трохи вiдрiзняються, i iнтерференцiя мiж ними, як правило, дуже слабка

(ситуацiя є iншою в ультратонких кристалах, див. детальнiше пiдроздiл 2.1).

Зазначенi факти дають можливiсть розглядати цi види випромiнювання окремо

одине вiд одного. При γ � ωB/ωp iнтенсивнiсть ПРВ перестає залежати вiд

енергiї частинки, тодi як iнтенсивнiсть ДПВ продовжує зростати зi збiльшенням

γ. Це робить ДПВ домiнуючим при високих енергiях частинок, принаймнi для

кутiв спостереження ϑ� ωp/ωB.

Зазначимо також, що всебiчне дослiдження ДПВ представляє не лише
11Англiйською — diffracted transition radiation (DTR).
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фундаментальний iнтерес, але й практичний. Наприклад, у [209, 213] було

запропоновано використовувати таке випромiнювання для дiагностики пучкiв

заряджених частинок високої енергiї. Очiкується, що це вiдкриє новi можли-

востi для дiагностики пучкiв, що мають поперечний розмiр набагато менше

за мiкрон i дуже малий кут розбiжностi, якi планується використовувати

на майбутнiх лiнiйних колайдерах. При цьому зауважено, що, завдяки дуже

вузькому кутовому розподiлу при високих енергiях, ДПВ у цьому аспектi може

мати переваги над ПРВ.

Для теоретичного опису ДПВ, взагалi кажучи, не можна, як у випадку

ПРВ, використовувати кiнематичний пiдхiд (за винятком випадку ультратон-

кого кристалу). Це пов’язано з тим, що в даному випадку не можна знехтувати

послабленням поля ПВ внаслiдок його дифракцiї, через що воно врештi-решт

перестає бути набагато бiльшим за дифраговане поле. Також, на вiдмiну вiд

ПРВ, для ДПВ суттєвим є динамiчний ефект, що полягає у багаторазовiй

повторнiй дифракцiї цього випромiнювання перед його виходом iз кристалу,

який не враховується в рамках кiнематичного пiдходу. Ми будемо розглядати

ПРВ та ДПВ для випадку геометрiї Брегга, коли випромiнювання виходить iз

кристала через ту саму поверхню, через яку частинка в нього влiтає. При цьому

частина поля ПВ, яка дифрагує, повнiстю зникає на вiдстанi вiд поверхнi по-

рядка довжини екстинкцiї. Взагалi кажучи, для обчислення поля ДПВ потрiбно

розв’язувати рiвняння Максвелла всерединi кристала з граничними умовами

для напруженостi електричного поля та iндукцiї на його поверхнi. Такий пiдхiд

використовувався, зокрема, в [193, 214, 215]. Однак в окремих випадках можна

застосовувати й набагато простiшi пiдходи. Наприклад, кутовий розподiл ДПВ

можна отримати, помноживши спектрально-кутову густину ПВ, що генерується

частинкою на поверхнi кристала (яка визначається виразом (1.22) без множника

4 sin2[lA/2lFA]), на коефiцiєнт вiдбиття кристала R(ω) та проiнтегрувавши

отриманий вираз за ω. Таку процедуру можна легко зробити, використовую-

чи наступне спiввiдношення, справедливе у випадку, коли кристалографiчнi
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площини, на яких вiдбувається дифракцiя ПВ, паралельнi поверхнi кристала

[209,216]:

∫
R(ω)dω/ω =

16

3

(
ωB
cg

)2

|χg|P, (1.33)

де для зручностi ми зберегли швидкiсть свiтла c. Тут g = |g|, χg — коефiцiєнти

розкладання в ряд Фур’є дiелектричної сприйнятливостi кристала12 χ = 1−ε за

g, P — поляризацiйний множник, який дорiвнює одиницi для перпендикулярної

поляризацiї (щодо площини векторiв v та g) та | cosφ| для паралельної, де, як

i ранiше, φ — кут мiж хвильовим вектором випромiнювання k та вiссю z.

Коефiцiєнт вiдбиття R(ω) вiдрiзняється вiд нуля та є дуже близьким до

одиницi у вузькiй областi частот (вiдомiй як стiлець Дарвiна) навколо частоти

Брегга ωB. Така частота визначається формулою

ωB = cg/[2 sin(φ/2)] (1.34)

i представляє собою частоту ДПВ у напрямку спостереження (взагалi кажучи,

це справедливо у випадку, якщо товщина кристала перевищує довжину екс-

тинкцiї). У випадку достатньо високих енергiй електронiв, що розглядається,

можна знехтувати варiацiєю ωB в межах основної частини рефлексу (ϑ . γ−1)

i покласти в (1.34) φ = 2θB. Мала ширина стiльця Дарвiна (яка в даному

випадку за порядком величини дорiвнює 1 еВ) дозволяє також покласти ω = ωB

у виразi для спектрально-кутового розподiлу ПВ у межах ефективної областi

iнтегрування в (1.33). У ситуацiї, що розглядається, для кутового розподiлу

числа фотонiв ДПВ даний метод призводить до виразу

dNDTR

do
=

16α|χg|
3π2

(
ωB
cg

)2 ω4
p

ω4
B

ϑ2
⊥ + ϑ2

||| cos 2θB|
(γ−2 + ϑ2)2(γ−2 + ϑ2 + ω2

p/ω
2
B)2

, (1.35)

12Зазначимо, що |χg| = |ng|, якщо g 6= 0. Тут ми використовуємо саме коефiцiєнти χg через загальноприйняте їх вживання у

роботах, присвячених ДПВ i дифракцiї рентгенiвських променiв у кристалах загалом.
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де ми поклали cosφ ≈ cos 2θB (звертаємо увагу на те, що тут цей косинус

фiгурує в першому ступенi, а не в другому, як в (1.32)). При γ � ωB/ωp цей

розподiл схематично наведено на рис. 1.5.

1.4. Iонiзацiйнi втрати енергiї та характеристичне рентгенiвське

випромiнювання

При проходженнi швидкої зарядженої частинки крiзь речовину вона

втрачає частину своєї енергiї на збудження та iонiзацiю атомних оболонок. Ця

частина складає iонiзацiйнi втрати (IВ) частинки. При обчисленнi цiєї величини

можна знехтувати внеском вiд взаємодiї частинки з ядрами атомiв через

велику масу останнiх та наближено вважати, що енергiя частинки передається

виключно атомним електронам. Перша класична теорiя IВ була представлена

в роботах [217, 218] (див. також [219]). З квантової точки зору цей процес

було розглянуто в роботах [47, 48], де було отримано вiдому формулу Бете-

Блоха для середньої величини iонiзацiйних втрат частинки на одиницi шляху. В

роботi [49] було дослiджено вплив поляризацiї речовини на IВ i показано, що при

високих енергiях частинки вiн призводить до зменшення величини IВ порiвняно

з результатом, що визначається формулою Бете-Блоха. Цей ефект, вiдомий як

ефект густини, в подальшому детально вивчався теоретично в роботах [220–227]

та неодноразово спостерiгався експериментально (див., наприклад, [228–231]).

Формулу Бете-Блоха, в яку введено поправку на ефект густини, ми далi

iнодi будемо називати формулою Фермi. В роботi [232] було показано, що в

достатньо тонкому шарi речовини, завдяки внеску перехiдного випромiнювання

в iонiзацiю атомiв цього шару, ефект густини може повнiстю зникати. Це

явище згодом спостерiгалося експериментально [233,234]. Аналогiчну поведiнку

було виявлено i для частини IВ, пов’язаної з iонiзацiєю виключно внутрiшнiх

атомних оболонок (К-оболонок) тонких шарiв речовини та характеристичного

рентгенiвського випромiнювання, що при цьому генерується (див. детальнiше
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нижче). В роботах [235,236] спостерiгалося подiбне пригнiчення ефекту густини

для вторинної емiсiї низькоенергетичних дельта-електронiв iз поверхнi тонкої

мiшенi при падiннi на неї пучка електронiв високої енергiї.

Формула Бете-Блоха з поправкою на ефект густини визначає середню

величину IВ частинок у мiшенi, i саме цю величину ми будемо вивчати в

данiй дисертацiйнiй роботi (див. роздiли 4 та 5). Зауважимо однак, що в

тонких шарах речовини величина IВ кожної окремої частинки з налiтаючого

пучка є випадковою i може суттєво вiдрiзнятися вiд її середнього значення.

Це пов’язано з випадковiстю кiлькостi зiткнень частинки з атомами всерединi

мiшенi та величини передачi енергiї атомним електронам при кожному такому

зiткненнi. Як було показано в [237], густина ймовiрностi f(x,∆) того, що в

шарi речовини товщиною x частинка втратить енергiю ∆, розподiлена (за ∆)

за законом, що нагадує розподiл Гаусса, але є асиметричним вiдносно найбiльш

iмовiрної величини IВ, тобто точки що вiдповiдає максимуму f(x,∆) (див.

рис. 1.6а). Завдяки цiй асиметрiї, середня величина IВ завжди перевищує

найбiльш iмовiрну. Зi збiльшенням x вiдносна рiзниця мiж цими величинами

зменшується, а f(x,∆) набуває гаусового вигляду. Подальше вдосконалення

теорiї спектрiв iонiзацiйних втрат f(x,∆) частинок в аморфних шарах речовини

було проведено в роботах [238–240]. Експериментально цi спектри всебiчно

вивчалися насамперед у газових мiшенях (див. [241, 242] та посилання тут),

що пов’язано з широким використанням газових детекторiв, заснованих на

вимiрюваннi IВ, для iдентифiкацiї швидких заряджених частинок. У твердих

мiшенях систематичне вивчення таких спектрiв було виконано в роботах

[229, 230]. Експериментальне дослiдження поступової еволюцiї функцiї f(x,∆)

зi збiльшенням товщини мiшенi було проведено в роботах [243, 244] iз викори-

станням тонких кремнiєвих детекторiв, товщина яких регулювалася напругою

живлення. Серiю робiт [229, 245–247] було присвячено вивченню спектрiв i

середньої величини IВ для частинок, що рухаються в режимi каналювання в

кристалах. Зокрема, було показано, що для позитивно заряджених частинок
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Рис. 1.6. а) Функцiя розподiлу IВ електрона високої енергiї у кремнiєвiй мiшенi
товщиною 1 мм; б) залежнiсть середньої величини IВ електрона у свинцю вiд
Лоренц-фактора частинки: суцiльна лiнiя — обчислення з урахуванням ефекту
густини; пунктирна лiнiя — обчислення без урахування ефекту густини (ωp = 0

в аргументi логарифма); вертикальна лiнiя вiдповiдає значенню γ = I/ωp (I —
середнiй потенцiал iонiзацiї).

у цьому випадку як середня, так i найбiльш iмовiрна величина IВ помiтно

зменшуються порiвняно з випадком руху частинок у разорiєнтованому кристалi

(що є моделлю аморфної мiшенi). Невеликий зворотний ефект спостерiгався у

випадку негативно заряджених частинок [229]. У роботi [248] було запропонова-

но метод визначення довжини деканалювання негативно заряджених частинок

на основi вимiрювання спектрiв їх IВ у тонких кристалах.

Про метод обчислення середньої величини IВ. Ефекти в IВ, якi ми

дослiджуємо в данiй роботi, пов’язанi з еволюцiєю електромагнiтного поля

навколо частинок, з iнтерференцiєю полiв частинок мiж собою та з iншими

полями, що вони створюють пiд час взаємодiї з речовиною. Тому нам буде

зручно використовувати пiдхiд, у якому середня величина IВ виражається

безпосередньо через поле, яке частинки створюють всерединi речовини. В основi

цього пiдходу лежить модель речовини як набору гармонiйних осциляторiв,

що представляють собою зв’язанi електрони в атомах [49, 230, 242]. Кiлькiсть

енергiї, що передається класичному гармонiйному осцилятору (тобто електрону

з масою m i зарядом e у полi ядра) з власною частотою ω0 зовнiшнiм
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електричним полем, визначається виразом [131]

δε = e2
∣∣Eω0

∣∣2/(2m), (1.36)

де Eω0
— компонента Фур’є цього поля при частотi ω = ω0. Цей вираз отримано

шляхом розв’язання рiвняння руху осцилятора у зовнiшньому полi E. При

його застосуваннi до обчислення енергiї, що передається частинкою атомному

електрону, постає питання про те, яке саме поле потрiбно пiдставляти до

цього виразу. З першого погляду, може здатися що в (1.36) повинен фiгу-

рувати загальний розв’язок рiвнянь Максвелла для поля частинки всерединi

речовини, адже вiн визначає сумарне зовнiшнє поле, яке дiє на осцилятор

(атомний електрон). Втiм, отриманий при цьому вираз для iонiзацiйних втрат

частинки на одиницi шляху dε/dz є неправильним i суттєво вiдрiзняється вiд

формул Бете-Блоха i Фермi. У роботах [97, 98], де формулу (1.36) вперше

було використано для розгляду IВ, на основi якiсних фiзичних мiркувань у

якостiEω0
обиралася компонента Фур’є (1.4) власного поля частинки, обчислена

у плазмовiй моделi речовини (коли ω0 = 0). Такий вибiр забезпечував збiг

результатiв обчислень зi згаданими вiдомими формулами у випадку руху

частинки всерединi однорiдного необмеженого середовища (тобто на великих

вiдстанях вiд поверхнi мiшенi, де можна знехтувати граничними ефектами,

зокрема, впливом ПВ). Далi ми проведемо кiлькiсний аналiз цiєї проблеми, який

пiдтверджує правильнiсть зазначеного вибору.

Для простоти будемо розглядати випадок руху частинки всерединi

однорiдного необмеженого середовища з плазмовою частотою ωp та набором

гармонiйних осциляторiв, що мають єдину власну частоту ω0. Дiелектрична

проникнiсть такого середовища визначається виразом:

ε(ω) = 1− ω2
p(ω

2 − ω2
0 + iων)−1, (1.37)



83

де ν � ω0, ωp — декремент загасання коливань осцилятора. Розв’язок рiвнянь

Максвелла (методом перетворень Фур’є) для поля навколо ультрарелятивiст-

ської частинки в такiй речовинi має вигляд:

E(r, t) = − ie

2π2

∫
d2qqeiqρ

+∞∫
−∞

dω
eiω(z/v−t)

ε(q2 + ω2/v2 − εω2)
. (1.38)

Сконцентруємося спочатку на iнтегралi за ω у даному виразi. Використовуючи

(1.37) його можна подати у виглядi:

I(q) =

+∞∫
−∞

dω
(ω2 − ω2

0)2

ω2 − ω2
0 − ω2

p + iων

eiω(z/v−t)[
(ω2 − ω2

0 + iων)(q2 + ω2/γ2) + ω2ω2
p

] . (1.39)

Першi два полюси пiдiнтегрального виразу (пов’язанi з лiвим дробом) дорiвню-

ють

ω1,2 =
[
− iν ±

√
−ν2 + 4(ω2

0 + ω2
p)
]
/2 ≈ ±

√
ω2

0 + ω2
p − iν/2. (1.40)

Шодо полюсiв, пов’язаних iз правим дробом, то розглянемо спочатку бiльш

простий випадок, що вiдповiдає ν = 0. При цьому для зазначених полюсiв

отримуємо рiвняння:

ω4 +
[
(q2 + ω2

p)γ
2 − ω2

0

]
ω2 − q2ω2

0γ
2 = 0. (1.41)

При достатньо високих енергiях частинок, якими ми цiкавимося, можна вважа-

ти, що ω0 � γωp. Тодi з рiвняння (1.41) отримуємо наступнi вирази для решти

полюсiв:

ω3,4 = ±ω0q/
√
q2 + ω2

p, ω5,6 = ±i
(
γ
√
q2 + ω2

p −
ω2

0ω
2
p

2γ(q2 + ω2
p)

3/2

)
. (1.42)
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Рис. 1.7. Схема розташування полюсiв пiдiнтегрального виразу в (1.39).

Вирази для ω3,4,5,6 у загальному випадку ν 6= 0 можна отримати з (1.42)

за допомогою формальної замiни ω2
0 → ω2

0 − iων, яка випливає з (1.37). Це

призводить до зсуву полюсiв ω3,4 у нижню напiвплощину комплексної змiнної

ω:

ω3,4 = ±ω0q/
√
q2 + ω2

p − iνq2/[2(q2 + ω2
p)]. (1.43)

Зазначимо, що вираз (1.43) збiгається з результатом, який можна отримати при

числовому розв’язку рiвняння для ω3,4 з ν 6= 0. У свою чергу, полюси для ω5,6

не зазнають помiтних змiн (подiбно до зсуву у нижню напiвплощину значень

ω3,4) при зазначенiй замiнi, i для них можна й надалi використовувати вираз

(1.42). Схема розташування усiх обчислених полюсiв представлена на рис. 1.7.

Поля, що пов’язанi з полюсами ω1,2,3,4, iснують лише в областi простору

позаду частинки (при z < vt, коли контур iнтегрування в (1.39) треба

замикати в нижнiй напiвплощинi) i представляють собою власнi коливання по-

ляризацiйного заряду речовини, збудженi пролiтаючою частинкою. Наприклад,

обчислення вiдрахувань у полюсах ω1,2 призводить до наступного виразу для

їх сумарного внеску в поле всерединi речовини:

E1,2(r, t) = 2eω2
peρK1

(
ρ
√
ω2
p + ω2

0

)
sin
[
(z/v − t)

√
ω2
p + ω2

0

]
e−ν(t−z/v)/2. (1.44)

Це є вiдоме кiльватерне поле (див., наприклад, [44,249]), яке використовується
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у плазмових методах прискорення частинок, що забезпечують високi темпи

прискорення i наразi активно розвиваються (див. [250, 251] та посилання тут).

Подiбне поле, що представляє собою так звану дiелектричну хвилю i має бiльш

громiздку структуру, нiж (1.44), пов’язане також i з полюсами ω3,4. Через те, що

зазначенi поля мiстять енергiю, яку частинка вже передала речовинi, вони не

мають фiгурувати у виразi (1.36) в якостi складової частини поля Eω0
навколо

частинки, що передає енергiю атомному електрону. Це поле пов’язане виключно

з полюсами ω5,6, якi вiдповiдають власному полю частинки в речовинi.

Полюси ω5 та ω6 дають наступний внесок до iнтегралу (1.39):

I(q) =
πγ√
q2 + ω2

p

exp

[(
− γ

√
q2 + ω2

p +
ω2

0ω
2
p

2γ(q2 + ω2
p)

3/2

)
(z/v − t)

]
, (1.45)

де у множнику перед експонентою ми знехтували другим доданком у виразi для

ω5,6 порiвняно з першим. З’ясуємо, чи можна зробити те ж саме у показнику

експоненти. Максимальне значення другого доданку у цьому показнику (при

q = 0) становить ω2
0(z/v − t)/(2γωp). Зважаючи на те, що характерний

поздовжнiй розмiр поля частинки (тобто вiдстань вздовж осi z вiд точки z = vt,

де перебуває частинка, в межах якої її поле помiтно вiдрiзняється вiд нуля)

становить ∆z ∼ 1/(γωp) [44], це максимальне значення є ∼ ω2
0/(2γ

2ω2
p). При

достатньо високих енергiях налiтаючої частинки (коли ω0 � γωp) воно є

набагато меншим за одиницю, i другим доданком у показнику експоненти в

(1.45) можна знехтувати, що формально вiдповiдає плазмовому наближенню

(ω0 = 0) при обчисленнi поля частинки.

Пiдставляючи спрощений таким чином вираз (1.45) до (1.38) i обчислюю-

чи тут iнтеграл за q, для власного поля частинки отримуємо:

Es(r, t) = eγρ
1 + ωp

√
ρ2 + γ2(z − vt)2

[ρ2 + γ2(z − vt)2]3/2
e−ωp

√
ρ2+γ2(z/v−t)2. (1.46)

Це є власне електричне поле ультрарелятивiстської частинки, частково екра-
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новане внаслiдок поляризацiї середовища (скалярний потенцiал такого поля

наведено, наприклад, в [44]) порiвняно з кулонiвським полем частинки у вакуумi

(з яким воно збiгається при ωp = 0). Зокрема, це поле помiтно вiдрiзняється вiд

нуля лише на вiдстанi вiд траєкторiї частинки ρ . 1/ωp. При енергiях частинки

γ > I/ωp, де I — середнiй потенцiал iонiзацiї атомiв середовища [227,252], таке

екранування її поля призводить до зменшення iнтенсивностi взаємодiї частинки

з речовиною, що спричиняє ефект густини в iонiзацiйних втратах13. Як показав

аналiз виразу (1.45), зв’язаний стан атомних електронiв майже не впливає на

величину цього поля, i для використання у формулi (1.36) воно може бути

обчислене на основi плазмової моделi речовини (ω0 = 0). У такiй самiй моделi

в данiй роботi ми будемо обчислювати й поля у бiльш складних ситуацiях при

розглядi IВ частинок на базi виразу (1.36), а також на базi бiльш акуратного

пiдходу, заснованому на борнiвському наближеннi квантової механiки (див.

деталi в пiдроздiлi 5.2).

Вираз для dε/dz частинки у безмежнiй однорiднiй речовинi можна отри-

мати, пiдставляючи компоненту Фур’є поля (1.46), яка визначається виразом

(1.4), до (1.36) i iнтегруючи за всiма атомними електронами навколо траєкторiї

частинки:

dε

dz
=
πe2n

m

∞∫
ρ0

dρρ
∣∣Eω0

(ρ, z)
∣∣2. (1.47)

Обчислювати iнтеграл за ρ тут зручно, використовуючи компоненту Фур’є

поля частинки у виглядi iнтегралу за величиною q, яка, з фiзичної точки

зору, представляє собою iмпульс, переданий цим полем атомному електрону.

Iнтеграл в (1.47) є розбiжним при ρ→ 0. Тому тут введене обмеження промiжку

iнтегрування певним мiнiмальним значенням ρ0. Це пов’язано з неможливiстю

застосування класичної макроскопiчної електродинамiки для опису зiткнень

13Поляризацiя речовини також проявляється, зокрема, у пригнiченнi гальмiвного випромiнювання частинки при частотах

ω < γωp [42, 77, 253] та в тому фактi, що iнтенсивнiсть параметричного рентгенiвського випромiнювання частинки в кристалi

перестає, згiдно з (1.32), залежати вiд її енергiї при γ � ωPXR/ωp.
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частинки з атомними електронами з прицiльними параметрами ρ < ρ0 (так

званих близьких зiткнень), якi супроводжуються великими передачами iмпуль-

су q > q0 = 1/ρ0. У цiй областi q взаємодiю налiтаючої частинки з атомним

електроном треба розглядати в рамках квантової електродинамiки як розсiяння

вiльних частинок одна на однiй у вакуумi [76]. Взагалi кажучи, значення ρ0

залежить вiд конкретних експериментальних умов. Для теоретичних оцiнок

його зазвичай обирають таким, що дорiвнює характернiй мiжатомнiй вiдстанi

в речовинi, тобто ρ0 ∼ 10−8 см для твердих тiл. Часто в експериментi зручно

вимiрювати не повну величину IВ частинки, а лише її частину, пов’язану з так

званими далекими зiткненнями, тобто IВ за рахунок зiткнень iз прицiльними

параметрами ρ > ρ0 (або таких, що супроводжуються передачами iмпульсу

q < q0). Саме такi IВ (вiдомi як обмеженi IВ [231, 254]) ми i будемо розглядати

в данiй роботi. Через те, що ми використовуємо компоненту Фур’є поля

частинки у виглядi iнтегралу за q, нам буде зручнiше зробити обмеження

iнтервалу iнтегрування в (1.47) не в координатному просторi, а в iмпульсному.

Це вiдповiдає iнтегруванню за ρ на iнтервалi 0 < ρ <∞, але за q у виразi для

Eω0
— на iнтервалi 0 < q < q0. Тодi, пiдставляючи (1.4) до (1.47), врештi-решт

отримуємо

dε

dz
=

4πne4

mv2

{
ln

q0√
ω2

0/γ
2 + ω2

p

− 1

2

}
. (1.48)

Якщо для ω0 тут обрати найбiльш природне значення, що вiдповiдає ω0 = I,

то вираз (1.48) з точнiстю до членiв порядка одиницi у фiгурних дужках

(якi зазвичай є малими порiвняно з логарифмом) збiгається з вiдомою фор-

мулою Бете-Блоха (точнiше, її частиною, що вiдповiдає далеким зiткненням)

з поправкою на ефект густини. При γ � I/ωp цей ефект не проявляється,

i вираз у фiгурних дужках приблизно дорiвнює ln(q0γ/I), що свiдчить про

логарифмiчне зростання IВ частинки зi збiльшенням її енергiї. При γ � I/ωp

перший доданок у дужках, внаслiдок прояву ефекту густини, змiнюється на
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ln(q0/ωp), та обмеженi IВ частинки перестають залежати вiд її енергiї i виходять

на плато (плато Фермi). На рис. 1.6б зображено приклад залежностi обмежених

IВ швидкої частинки вiд γ у свинцю (I ≈ 823 еВ, ~ωp ≈ 61 еВ).

Таким чином, в данiй секцiї на основi детального аналiзу розв’язку

рiвнянь Максвелла в речовинi, було видiлено частину цього розв’язку, яка має

братися до уваги при обчисленнi IВ на основi виразу (1.36), та показано, що

ця частина може бути обчислена без урахування зв’язаного стану атомних

електронiв.

Iонiзацiя атомних К-оболонок i характеристичне рентгенiвське випро-

мiнювання. Процес iонiзацiї атомних оболонок при проходженнi заряджених

частинок або рентгенiвських фотонiв крiзь речовину представляє особливий

iнтерес, коли йдеться про внутрiшнi атомнi оболонки (зокрема, K-оболонки),

оскiльки фотони, що випромiнюються в результатi їх рекомбiнацiї14, належать

до рентгенiвського дiапазону i досить слабко поглинаються. Таке випромiню-

вання, вiдоме як характеристичне рентгенiвське випромiнювання (ХРВ), було

вiдкрите бiльше ста рокiв тому [50] як один iз видiв вторинного випромiнюва-

ння, що виникало при опромiненнi мiшенi рентгенiвськими фотонами. Наразi

воно широко використовується як джерело рентгенiвського випромiнювання та

у спектроскопiї. Його спектр складається з монохроматичних пiкiв, частоти

яких визначаються структурою енергетичних рiвнiв атомiв речовини. ХРВ є

неполяризованим та має рiвномiрний кутовий розподiл (якщо знехтувати його

поглинанням всерединi мiшенi).

Щодо дослiджень iонiзацiї К-оболонок частинками високих енергiй, то

багато експериментальних [256–265] i теоретичних [263, 266–269] робiт було

присвячено вимiрюванням (на основi реєстрацiї ХРВ, що при цьому виникає)

та обчисленням перерiзiв цього процесу в рiзних речовинах з метою вивчення

впливу поляризацiї середовища на цей перерiз та прояву для нього ефекту

14Альтернативним процесом, що має мiсце при рекомбiнацiї внутрiшнiх оболонок, є випромiнювання Оже-електронiв.

Iмовiрнiсть випромiнювання фотона при рекомбiнацiї визначається так званим фактором флюоресценцiї wf та зростає зi

збiльшенням атомного номера речовини (див., наприклад, рис. 11.11 в [255]).
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густини, як це має мiсце для середньої величини dε/dz iонiзацiйних втрат. При

цьому було виявлено, що на такий перерiз (як i на dε/dz) суттєво впливає ПВ,

що виникає при вльотi частинки в мiшень. Внесок такого випромiнювання в

iонiзацiю K-оболонок призводить до повного зникнення ефекту густини поблизу

вхiдної поверхнi мiшенi (тобто поверхнi, через яку частинка влiтає до мiшенi).

Процес вiдновлення ефекту густини всерединi мiшенi визначається еволюцiєю

поля ПВ. Ця еволюцiя зводиться як до процесу формування випромiнювання,

так i до його поглинання всерединi мiшенi. Якщо товщина мiшенi перевищує

як довжину формування, так i довжину поглинання, ефект густини повнiстю

проявляється в перерiзi iонiзацiї К-оболонки на вихiднiй поверхнi мiшенi

[264, 265]. У цьому випадку поперечний перерiз на вхiднiй поверхнi мiшенi

(на який не впливає ефект густини) зростає зi збiльшенням енергiї частинок

i перевищує перерiз на вихiднiй поверхнi (для якого ефект густини має мiсце),

що не залежить вiд енергiї.

Для обчислення перерiзу iонiзацiї К-оболонки налiтаючими швидкими

частинками було запропоновано розглядати цей перерiз як суму двох доданкiв

σd та σc, що пов’язанi вiдповiдно з далекими та близькими зiткненнями (подiбно

до випадку з dε/dz). При високих енергiях частинок величину σd можна

обчислити за допомогою методу еквiвалентних фотонiв. А саме, ця частина

перерiзу визначається виразом (1.5), який у даному випадку має вигляд:

σd =

∞∫
ωK

dN

dω
σKph(ω)dω, (1.49)

де ~ωK — мiнiмальна порогова енергiя, необхiдна для iонiзацiї, σKph(ω) — перерiз

фотоiонiзацiї K-оболонки, а dN/dω — спектр фотонiв у просторi навколо

частинки. У загальному випадку, цей спектр може мiстити як вiртуальнi фотони

власного поля частинки, так i фотони випромiнювання, що налiтає на мiшень

разом iз частинкою (або фотони ПВ, що виникають при вльотi частинки в

мiшень). На основi (1.6) цей спектр можна наступним чином виразити через
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поле навколо частинки:

dN

dω
= (4π2~ω)−1

∞∫
ρ0

|Eω|22πρdρ, (1.50)

де ρ0 обирається таким, що дорiвнює
√

~/2mωK [134, 268], тобто за порядком

величини вiдповiдає радiусу Бора електронної орбiти на К-оболонцi. Числовi

значення σKph можна отримати на основi даних про довжини загасання фотонiв

(див., наприклад, [270]) з використанням спiввiдношення σKph = pKµ/na (яке

є дiйсним через те, що у дiапазонi ω, що нас цiкавить (ω ∼ ωK), загасання

потоку фотонiв майже цiлком обумовлене його поглинанням, тобто атомним

фотоефектом, i внеском комптонiвського розсiювання можна знехтувати [271]).

Тут na — атомна густина мiшенi, µ — коефiцiєнт загасання фотонiв, а pK =

(JK − 1)/JK , де JK ≈ 125/Z + 3.5 — масштабний коефiцiєнт [268], що визначає

внесок електронiв K-оболонки до загального перерiзу фотоiонiзацiї атома (Z —

атомний номер речовини, що розглядається).

Наприклад, як зазначалося, всерединi мiшенi у безпосереднiй близькостi

до її вхiдної поверхнi поле навколо частинки майже не вiдрiзняється вiд

кулонiвського поля у вакуумi. Тому тут dN/dω визначається виразом (1.8) з

q0 = 1/ρ0, що зумовлює вiдсутнiсть ефекту густини в цiй областi. Вглибинi

мiшенi, на вiдстанi вiд поверхнi, що перевищує довжину поглинання фотонiв

ПВ, якi роблять помiтний внесок в iонiзацiю К-оболонок, спектр еквiвалентних

фотонiв треба обрати у виглядi (1.8), але з замiною ω/γ → (ω2/γ2 + ω2
p)

1/2, яка

враховує вплив ефекту густини.

Нарештi, внесок близьких зiткнень σc у загальний перерiз можна обчи-

слити як [263,268]:

σc =

∞∫
ωK

dωdσM/dω, (1.51)
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де dσM/dω є перерiзом Меллера [76] для передачi енергiї налiтаючого електрона

атомному (тут вiн мiстить додатковий коефiцiєнт 2, що враховує кiлькiсть

електронiв на K-оболонцi). При γ � 1 цей внесок не залежить вiд енергiї

електрона i не зазнає впливу збоку поляризацiї речовини. Наприклад, для

мiдної мiшенi σc складає близько 52 барн (для порiвняння, σd для електрона

високої енергiї за умови повноцiнного прояву ефекту густини при цьому

становить близько 320 барн).

1.5. Електродинамiчнi процеси в магнiтосферi пульсарiв

Процеси електромагнiтного випромiнювання ультрарелятивiстськими ча-

стинками є широко розповсюдженими у нашому Всесвiтi i вiдбуваються при-

роднiм чином у багатьох астрофiзичних об’єктах. Досить часто саме завдяки

аналiзу характеристик такого випромiнювання можна отримати уявлення про

властивостi таких об’єктiв та, взагалi, дiзнатися про їх iснування. Яскравим

прикладом подiбних об’єктiв є пульсари (див. [104, 105] та огляди [272, 273]).

Вони були вiдкритi кембриджською групою радiоастрономiв у 1967 роцi [274].

Незабаром пiсля цього було запропоновано фiзичну модель пульсарiв [275].

Згiдно з нею, пульсар представляє собою нейтронну зiрку15 з радiусом порядка

10 км та масою порядка маси Сонця, яка створює навколо себе надпотужне

магнiтне поле i швидко обертається навколо своєї осi. Взагалi кажучи, напрямки

осi обертання i магнiтної осi зiрки не збiгаються i можуть становити довiльний

кут один з одним. Магнiтнi полюси пульсара є джерелами електромагнiтного

випромiнювання, що може належати до дуже широкого дiапазону частот — вiд

радiохвиль до гамма-квантiв. Дiаграма спрямованостi такого випромiнювання є

досить вузькою (рис. 1.8). Тому якщо при обертаннi зiрки ця дiаграма «зачiпає»

Землю, телескопи фiксують перiодичнi iмпульси випромiнювання, тривалiсть

15В роботi [276] iснування зiрок iз густиною, що вiдповiдає густинi ядерної матерiї, було передбачено ще до вiдкриття нейтрона

в 1932 роцi. Iснування власне нейтронних зiрок було передбачено в роботi [277].
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яких є значно меншою за перiод обертання. Зазначимо, що «сирi» iмпульси, що

їх реєструє телескоп, не мають чiткої перiодичної структури та мiстять певну

хаотичну складову. Втiм, пiсля усереднення за великою кiлькiстю перiодiв

залежнiсть iнтенсивностi випромiнювання вiд часу набуває строго перiодичного

характеру, а унiкальна форма iмпульсу стає вiзитiвкою вiдповiдного пульсара

(яких на даний момент вiдкрито близько 2600). Приклади таких усереднених

iмпульсiв, вiдомих як середнi свiтловi кривi, наведено на рис. 6.1 у роздiлi 6.

вісь обертання
магнітна вісь

випромі-
нювання

пульсар

B

e
е
+
е

–

плазма

ee

полярна шапка

B

E||

магнітна 
вісь

пульсар

Рис. 1.8. Злiва: Схематичне зображення пульсара та випромiнювання вiд його
полюсiв; справа: схематичне зображення областi поблизу магнiтного полюса
пульсара, де вiдбувається прискорення електронiв поздовжньою компонентою
електричного поля, випромiнювання ними жорстких фотонiв та народження
e+e− пар.

Якщо кут мiж вiссю обертання та магнiтною вiссю пульсара є близьким

до 90◦, пiд час одного перiоду обертання зiрки до телескопу може потрапити

випромiнювання вiд обох її полюсiв (вважається [104], що така ситуацiя має

мiсце для пульсара PSR B0531+21 у Крабоподiбнiй туманностi, який ми

розглядаємо в роздiлi 6). Тодi один iз таких iмпульсiв називають головним (ГI),

а iнший — iнтерiмпульсом (II). У данiй роботi ми приймаємо саме такий варiант
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пояснення походження II [278]16. При цьому треба зауважити, що, зокрема,

через те, що магнiтне поле поблизу пульсара можна вважати дипольним

лише наближено, фазовий промiжок мiж ГI та II може дещо вiдрiзнятися вiд

половини перiоду (що, наприклад, має мiсце на вище згаданому рис. 6.1).

Пульсари (та нейтроннi зiрки загалом) представляють величезний iнтерес

для дослiджень, адже у цих об’єктах реалiзуються такi екстремальнi фiзичнi

умови, яких не можна досягти в лабораторiї [281]. Зокрема, це стосується

надпотужних магнiтних полiв (∼ 1011−1012 Гс, а у так званих магнетарах аж до

1016 Гс), гравiтацiйних полiв (радiус пульсара лише в декiлька разiв перевищує

вiдповiдний гравiтацiйний радiус rg), а також надвисоких значень густини та

температури матерiї, з якої складаються цi зiрки. Зауважимо, що, незважаючи

на свою назву, вони мiстять не лише нейтрони. Зокрема, зовнiшнi шари зiрки

складаються з атомних ядер (або навiть частково iонiзованих атомiв), що

зануренi в «рiдину» з вироджених електронiв [272]. Головне джерело iнформацiї

про пульсари — це випромiнювання, яке вони генерують. Це може бути як

теплове випромiнювання їх поверхнi, що зазвичай досягає рентгенiвського

дiапазону частот, так i випромiнювання релятивiстських заряджених частинок,

що рухаються в магнiтному полi зiрки. Сюди, зокрема, входить також випромi-

нювання речовини, що зазнає акрецiї збоку нейтронної зiрки, у випадку, якщо

остання утворює подвiйну систему з iншою зiркою. Дослiдження механiзмiв

випромiнювання пульсарiв має велике значення для коректної iнтерпретацiї

даних спостережень та отримання iнформацiї про рiзноманiтнi процеси, що

вiдбуваються в цих зiрках. У данiй роботi ми будемо цiкавитися радiовипро-

мiнюванням пульсарiв, що пов’язане з рухом частинок високої енергiї поблизу

їхньої поверхнi.

Багато робiт було присвячено розвитку теорiї електродинамiчних про-

цесiв, що мають мiсце в магнiтосферi пульсарiв (тобто в областi простору

16Зазначимо, що в роботах [279,280] було запропоновано й iншу теорiю походження iнтерiмпульсу, згiдно якої вiн утворюється

навпроти того ж самого полюсу, що й ГI, внаслiдок iндукованого розсiювання випромiнювання, що формує ГI, на заряджених

частинках магнiтосфери пульсара, якi рухаються в сильному магнiтному полi зiрки.
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навколо зiрки, де характер цих процесiв визначається її магнiтним полем)

та призводять до генерування випромiнювання цими зiрками. Основи цiєї

теорiї було закладено в роботах [282–287]. Велику увагу було придiлено (та

наразi придiляється) побудовi картини електричних токiв, що протiкають у

магнiтосферi пульсарiв та вивченню механiзмiв енергетичних втрат цих зiрок.

Основнi етапи цього дослiдження вiдповiдають роботам [288–296]. У спрощено-

му виглядi (який, втiм, дозволяє пояснити основнi особливостi випромiнювання,

що генерується пульсарами) картину процесiв у магнiтосферi пульсара можна

подати наступним чином.

Завдяки швидкому обертанню зiрки, простiр навколо неї подiляється

на двi областi. Перша з них розташована всерединi цилiндра (так званого

свiтлового цилiндра) радiуса Rc = c/Ω (де c — швидкiсть свiтла, а Ω — кутова

частота обертання пульсара) з вiссю, що збiгається з вiссю обертання пульсара.

Друга область лежить поза межами цього цилiндра. Всерединi свiтлового

цилiндра має мiсце «твердотiльне» обертання магнiтного поля разом iз зiркою.

Зовнi цилiндра таке обертання є неможливим, адже воно мало б вiдбуватися

зi швидкiстю, що перевищує c. Це призводить до подiлу магнiтосфери на

областi замкнених i вiдкритих лiнiй магнiтного поля. Першi з них повнiстю

розташованi всерединi свiтлового цилiндра. Другi виходять iз поверхнi зiрки

поблизу магнiтних полюсiв i перетинають свiтловий цилiндр. Область на

поверхнi зiрки навколо магнiтної осi, iз якої виходять вiдкритi силовi лiнiї,

вiдома як полярна шапка.

Швидке обертання сильно намагнiченої зiрки призводить до генерацiї

потужного електричного поля навколо неї. В районi магнiтних полюсiв це

поле має поздовжню складову, паралельну магнiтному полю (рис. 1.8). Воно

прискорює електрони, що вилiтають iз поверхнi зiрки вздовж вiдкритих лiнiй

магнiтного поля аж до значення Лоренц-фактора γ порядка 107. Частин-

ки рухаються саме вздовж лiнiй магнiтного поля, адже їх поперечний рух

є сильно пригнiченим внаслiдок майже миттєвої втрати поперечної енергiї
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шляхом синхротронного випромiнювання у надпотужному магнiтному полi.

Рухаючись вздовж викривлених силових лiнiй, частинки генерують так зване

випромiнювання кривини (що є подiбним до синхротронного випромiнювання).

При великих γ фотони цього випромiнювання стають дуже жорсткими i,

рухаючись у магнiтному полi зiрки, викликають народження каскаду електрон-

позитронних пар [285,297], внаслiдок чого магнiтосфера пульсара заповнюється

електрон-позитронною плазмою. Така плазма може суттєво екранувати еле-

ктричне поле поблизу поверхнi зiрки. Фотони кривини випромiнюються майже

вздовж напрямку руху електрона, а ймовiрнiсть народження пари фотоном

у магнiтному полi суттєво зменшується зi зменшенням кута мiж iмпульсом

фотона i силовою лiнiєю поля. Через це в областi простору поблизу магнiтної осi

утворення плазми є сильно пригнiченим. Це є причиною утворення так званого

полярного зазору над полярною шапкою, крiзь який у навколишнiй простiр

може виходити випромiнювання, що генерується навiть поблизу поверхнi зiрки.

Крiм того, рухаючись вздовж вiдкритих силових лiнiй плазма може покидати

магнiтосферу пульсара, утворюючи так званий пульсарний вiтер.

Що стосується механiзмiв радiовипромiнювання пульсарiв, то, незважа-

ючи на те, що наведена вище картина магнiтосфери зiрки дозволяє пояснити

головнi загальнi риси iмпульсiв, що спостерiгаються, такого пояснення наразi

нема для значної кiлькостi деталей та особливостей цих iмпульсiв, i на даний

момент у багатьох аспектах це питання ще залишається вiдкритим i потребує

подальших дослiджень (див. огляд [298]). Загальноприйнятим є пiдхiд, у якому

це випромiнювання пов’язується з ультрарелятивiстськими частинками, що

рухаються вздовж вiдкритих силових лiнiй над полярною шапкою зiрки. Це

може бути, наприклад, випромiнювання кривини [286,299] або випромiнювання

внаслiдок розвитку нестiйкостей у магнiтосфернiй плазмi, що рухається вздовж

вiдкритих силових лiнiй [300]. Аналiз iнтенсивностi такого випромiнювання

свiдчить про те, що воно повинно генеруватися когерентно великими групами

частинок. При цьому наразi немає узгодженостi щодо того, на якiй висотi над
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поверхнею зiрки вiдбувається генерування радiовипромiнювання [301]. Також

вiдкритим є питання про механiзми розвитку нестiйкостей у магнiтосфернiй

плазмi, що призводять до виникнення неоднорiдностей її густини, амплiтуда

яких є достатньою для генерування випромiнювання у когерентному режимi.

Наприклад, один iз iмовiрних механiзмiв такого типу може бути пов’язаний iз

двопотоковою нестiйкiстю, що реалiзується при проходженнi первинних бiльш

високоенергетичних електронiв (з γ ∼ 106) крiзь вторинну бiльш низькоенерге-

тичну магнiтосферну плазму (з γ ∼ 102) [286,299,302,303]. Природно вважати,

що рiзнi особливостi радiоiмпульсiв пульсарiв при рiзних частотах можуть бути

зумовленi рiзними механiзмами випромiнювання. У роздiлi 6 ми пропонуємо

новий механiзм випромiнювання, що дає можливiсть пояснити одну з загадок,

пов’язану з радiовипромiнюванням пульсара в Крабоподiбнiй туманностi.

Висновки до роздiлу 1

У даному роздiлi було коротко розглянуто основнi властивостi електроди-

намiчних процесiв, якi ми будемо дослiджувати в наступних роздiлах дисерта-

цiї, та методи опису цих процесiв, якi будуть використовуватися. Обговорено

мотивацiю цих дослiджень та їх зв’язок iз попереднiми дослiдженнями у

цiй галузi. Роздiл має здебiльшого оглядовий характер, однак мiстить i ряд

оригiнальних результатiв, серед яких можна видiлити наступнi.

Отримано аналiтичний вираз для компоненти Фур’є електричного поля

навколо високоенергетичного електрона пiсля проходження ним товстої мiшенi

у вакуумi, який є справедливим у широкiй промiжнiй областi вiдстаней вiд

мiшенi, що є меншими за довжину формування. Показано, що потiк електрома-

гнiтної енергiї, пов’язаний iз цим полем, логарифмiчно зростає зi збiльшенням

вiдстанi вiд мiшенi, що вiдображає процес вiдновлення кулонiвського поля

навколо частинки пiсля її вильоту з мiшенi та формування перехiдного випромi-

нювання. Вiдзначено, що цей процес може суттєво впливати на характеристики
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рiзноманiтних електродинамiчних процесiв при подальшiй взаємодiї електрона

з речовиною в межах довжини формування.

Побудовано теорiю перехiдного випромiнювання «напiвголого» електрона

при його похилому падiннi на металеву пластину, справедливу при довiльних

енергiях частинки (зокрема, й достатньо малих) та кутах її падiння на пла-

стину. Випромiнювання вивчалося в мiлiметровому дiапазонi довжин хвиль.

Розглядався випадок, коли електрон опинявся в «напiвголому» станi внаслiдок

попереднього перетину iншої металевої пластини.

Проведено аналiз нового методу обчислення iонiзацiйних втрат енергiї

частинок, який є зручним для дослiдження впливу iнтерференцiйних ефектiв

на цi втрати. Показано, що, незважаючи на те, що даний метод базується на роз-

глядi речовини в рамках моделi гармонiйних осциляторiв (якi представляють

собою зв’язанi електрони в атомах), поле, що його створює частинка, в даному

методi можна обчислювати на базi плазмової моделi речовини, вважаючи атомнi

електрони вiльними. Крiм того, при обчисленнi цього поля також треба не брати

до уваги полюси, пов’язанi з нулями дiелектричної проникностi.

Роздiл мiстить результати, опублiкованi в статтях [1,3–5].
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РОЗДIЛ 2

КОГЕРЕНТНЕ РЕНТГЕНIВСЬКЕ ВИПРОМIНЮВАННЯ

«НАПIВГОЛИХ» ЕЛЕКТРОНIВ У КРИСТАЛIЧНИХ МIШЕНЯХ

У даному роздiлi ми вивчаємо властивостi КРВ електронiв високих

енергiй у монокристалi у спецiальному випадку, коли вони значно вiдрiзняються

вiд звичних властивостей такого випромiнювання, описаних у пiдроздiлi 1.3. У

даному випадку розглядається КРВ, що генерується електроном, поле якого є

пригнiченим порiвняно з кулонiвським полем, внаслiдок попередньої взаємодiї

частинки з речовиною. У якостi прикладу такої взаємодiї, внаслiдок якої

частинка стає «напiвголою», тут розглядається проходження електрона крiзь

товсту аморфну мiшень. Як зазначено в пiдроздiлi 1.1, подiбнi взаємодiї, що

призводять до пригнiчення поля навколо частинки, можуть бути неминучими

на реальних прискорювачах. Регенерацiя поля електрона пiсля проходження

мiшенi вiдбувається в межах довжини формування перехiдного випромiню-

вання lF ∼ γ2/ω, яка при досить високих енергiях частинки може бути

макроскопiчно великою навiть у рентгенiвському дiапазонi частот ω (зокрема,

при параметрах, типових для майбутнiх лiнiйних колайдерiв, lF може досягати

кiлькох сотень метрiв при ~ω ∼ 10 кеВ). При цьому кристалiчна мiшень,

у якiй генерується КРВ, може опинитися в межах довжини формування, i

характеристики такого випромiнювання будуть суттєво модифiкованi. Тому для

практичного застосування КРВ за таких умов (наприклад, для дiагностики

параметрiв пучкiв) дуже важливо коректно описувати його характеристики.

Даний роздiл присвячено вивченню таких характеристик як в ультратонких

кристалах (що представляють iнтерес для проблем неруйнiвної дiагностики

пучкiв), так i в кристалах значно бiльшої товщини (цей випадок є зручним

для вiдповiдних експериментальних дослiджень).
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2.1. Особливостi когерентного рентгенiвського випромiнювання

в ультратонких кристалах

Спектрально-кутова густина випромiнювання. У пiдроздiлах 2.1–2.3

ми будемо розглядати кристали товщиною менше довжини екстинкцiї для

рентгенiвських фотонiв. У цьому випадку можна знехтувати (див., наприклад,

[67]) ефектами динамiчної дифракцiї, а також поглинанням випромiнювання

та базуватися на кiнематичному пiдходi до опису процесу рентгенiвського

випромiнювання. Зазначимо, що, як було показано в роботах [192, 202, 205],

характеристики рефлексу ПРВ (яке є складовою частиною рефлексу КРВ)

поблизу кута Брегга досить добре описуються кiнематичною теорiєю навiть

для значно бiльших товщин мiшеней. Ми будемо використовувати пiдхiд,

розроблений у [42] для випадку безмежного кристала (див. пiдроздiл 1.3), який

ми адаптуємо для випадку ультратонкого кристала. Розглянемо спочатку на

базi цього пiдходу випадок, коли електрон, що налiтає на кристал, попередньо

не перетинає iнших мiшеней i має кулонiвське поле. Це, в першу чергу, є

необхiдним тестом даного вiдносно простого пiдходу, адже отриманi результати

для характеристик випромiнювання можна буде порiвняти з вiдповiдними

результатами, отриманими в [304] у рамках набагато бiльш складної динамiчної

теорiї. Крiм того, тут ми дослiдимо характернi кутовi та спектральнi ширини

пiкiв КРВ у надтонкому кристалi, якi згодом будуть використанi для визна-

чення вiдповiдних iнтервалiв чисельного iнтегрування при обчисленнi повної

iнтенсивностi КРВ.

У випадку ультратонкого кристала, строго кажучи, величину ε′(ω, r)

потрiбно подавати у виглядi iнтеграла Фур’є, а не ряду. Однак ми будемо

вважати, що представлення (1.28) є дiйсним, так само як i в необмеженому

кристалi, оскiльки нас цiкавлять мiшенi, якi складаються бiльш нiж iз тисячi

атомних шарiв. Вираз (1.29) також може бути застосований для обчислення

поля випромiнювання у випадку, що розглядається. Однак наразi розв’язок

провiдного порядку для електричного поля, тобто поля, яке має мiсце при
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ε(ω, r) = ε0(ω) всерединi мiшенi та ε(ω, r) = 1 поза нею, вiдрiзняється вiд (1.4).

Тепер разом з (1.4) це поле також включає в себе перехiдне випромiнювання

(ПВ), що генерується при перетинi частинкою поверхонь мiшенi.

Для визначеностi розглянемо процес у геометрiї Брегга, як показано на

рис. 1.5, для випадку нормального падiння електронiв на поверхню кристала.

Для того щоб знайти розв’язок провiдного порядку для сумарного поля

всерединi кристала при ультрарелятивiстських енергiях налiтаючого електрона,

достатньо врахувати лише внесок лiвої поверхнi кристала в поле ПВ, нехтуючи

таким внеском з боку правої. Розв’язання рiвнянь Максвелла з граничними

умовами для електричного поля на лiвiй поверхнi призводить до наступного

виразу для цього поля:

E(0)
ω (r) = −ie

π

∫
d2qq

{
Qse

iωz/v +Qfe
iz
√
ω2ε0−q2

}
eiqρ, (2.1)

де, як i ранiше, Qs = 1/(q2+ω2
p+ω2/γ2), Qf = 1/(q2+ω2/γ2)−Qs. Пiдставляючи

(2.1) до (1.29) та iнтегруючи його за змiнними q та ρ′ (на даному етапi ми

вважаємо кристал таким, що має нескiнченний поперечний розмiр, так що 0 <

|ρ′| < ∞), а також за величиною z′ у дiапазонi 0 < z′ < L, де L — товщина

кристала, для поля рентгенiвського випромiнювання отримуємо:

E′ω(r) = ie
eikr

r

∑
g

ngk× [k×κ⊥] (2.2)

×
{
Kse

iLqs/2
sin(Lqs/2)

qs/2
+ Kfe

iLqf/2
sin(Lqf/2)

qf/2

}
,

де qf =
√
ω2ε0 − κ2

⊥ − κz, qs = ω/v − κz, тодi як Ks,f визначаються тими ж

виразами, що й Qs,f , але з замiною q2 → κ2
⊥.

Перший член у (2.2) описує поле тiєї ж природи, що i в необмеженому

кристалi. Воно генерується в результатi розсiювання власного кулонiвського

поля електрона (перший доданок у (2.1)) на перiодичнiй неоднорiдностi ε′
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дiелектричної проникностi. Другий доданок описує поле ПВ, що зазнало

бреггiвської дифракцiї.

Якщо умова L < 1/|qs − qf | є виконаною, можна знехтувати вiдмiннiстю

мiж qs i qf в аргументах синусiв та експонент у (2.2) i подати вираз у фiгурних

дужках у наступнiй формi:

Kve
iLqs/2

sin(Lqs/2)

qs/2
,

де Kv = 1/(κ2
⊥ + ω2/γ2). Цей вираз збiгається з першим членом у (2.2),

якщо там покласти ωp = 0. Це вказує на те, що за умови для товщини

кристала, що розглядається, поляризацiя мiшенi не впливає на характеристики

випромiнювання, i ефект густини вiдсутнiй, що узгоджується з вiдповiдними

твердженнями у [67,304]. Такий ефект пригнiчення впливу поляризацiї на еле-

ктромагнiтнi процеси в надтонких мiшенях має аналоги у процесах iонiзацiйних

втрат енергiї та збудження атомних K-оболонок (див. пiдроздiл 1.4). Пiсля

незначних перетворень зазначену умову для L можна переписати у виглядi

L <
2

ω(γ−2 + ω2
p/ω

2 + κ2
⊥/ω

2)
= lp, (2.3)

де lp — довжина формування (або довжина когерентностi) ПВ всерединi мiшенi.

У мiшенi такої товщини поля ПРВ та ДПВ, що описуються вiдповiдно першим

та другим доданками в (2.2), суттєво iнтерферують та мають розглядатися як

поле єдиного неподiльного рентгенiвського iмпульсу. Саме такi кристали ми

будемо називати надтонкими (або ультратонкими). При частотах порядка 1

кеВ lp досягає значення порядка 1 µm.

Використовуючи (2.2) та (1.6), враховуючи, що d2ρ = r2do, можна безпо-

середньо отримати вираз для спектрально-кутової густини випромiнювання:

d2W

dωdo
=

e2ω2

4π2v2

∑
g

|ng|2|k×κ⊥|2 (2.4)
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×
{
K2
sS

2
s + K2

fS
2
f + 2KsKfSsSf cos[L(qf − qs)/2]

}
,

де ми позначали Ss,f = sin(Lqs,f/2)/(qs,f/2). Для мiшеней, що задовольняють

умовi (2.3), вираз у фiгурних дужках спрощується до K2
vS

2
s , що робить (2.4)

аналогiчним результату, отриманому в [304]. Характерна кутова ширина iм-

пульсу в цьому випадку становить ∼ γ−1 при довiльних енергiях налiтаючого

релятивiстського електрона.

Ширина пiка та можливiсть iнтерференцiї ПРВ та ДПВ в ультратон-

кому кристалi. Взагалi кажучи, в (2.4) замiну

S2
s,f → 2πLδ(qs,f), (2.5)

за прикладом (1.30), зробити неможливо. Мала кiнцева товщина мiшенi в цьому

випадку призводить до розширення кутового та спектрального розподiлу пiка

випромiнювання. Обговоримо бiльш детально спектральнi та кутовi ширини

такого пiка в ультратонкiй мiшенi, що розглядається. Для спрощення будемо

розглядати випромiнювання у площинi векторiв v i g.

Зазначенi ширини пiка визначаються коефiцiєнтами Ss,f у (2.4). Область

пiка приблизно вiдповiдає дiапазону −2π/L < qs, qf < 2π/L аргументiв синусiв

у цих коефiцiєнтах. Величина qs ≈ ω(1−√ε0v cos θ) +gv, де θ — кут мiж k i v,

дорiвнює нулю за умови (1.31). Зробимо тут невелику змiну кута спостереження

на δθ/2, залишивши частоту недоторканою. Вимагаючи, щоб вiдповiдна змiна

qs дорiвнювала 2π/L, можна отримати наступну оцiнку для кутової ширини

пiка, що пов’язана з Ss:

δθ ∼ 4π

ωL sin θ
. (2.6)

Зауважимо, що зараз ми розглядаємо кутову ширину пiка (2.6), яка представляє

здебiльшого теоретичний iнтерес, задля того щоб дослiдити можливiсть iнтер-
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ференцiї внескiв ПРВ та ДПВ у даному випадку. Така iнтерференцiя можлива,

якщо вiдповiднi пiки цих типiв випромiнювання мають достатню ширину для

того, щоб помiтно перекриватися як у кутовiй, так i в частотнiй областях.

Величину (2.6) не слiд плутати з характерною кутовою шириною рефлексу

(∼ ωp/ω для ПРВ та ∼ 1/γ для ДПВ), яка визначається функцiями K2
s i K2

f у

(2.4).

Чисельнi оцiнки ми будемо проводити для випадку кремнiєвих мiшеней

(ωp ≈ 31 еВ) товщиною L = 0.5 мкм. У цьому випадку, наприклад, при ω ∼ 3

кеВ маємо δθ ∼ 10−3/ sin θ. Для таких θ, що є далекими вiд π, ця ширина є

помiтно меншою, нiж ωp/ω ∼ 10−2, i замiну (2.5) можна наближено застосувати

для Ss. Однак це не так поблизу напрямку випромiнювання назад, де π−θ � 1.

Замiну (2.5) також не можна застосовувати при розглядi розподiлу (2.4) пiд

кутами ∼ γ−1 до дзеркального напрямку при γ > 103, адже в цьому випадку

δθ > γ−1. Приклади спектрально-кутового розподiлу рентгенiвських пiкiв, що

пов’язанi з першим доданком у (2.4), для рiзних значень частоти та кута θB

мiж v та кристалографiчною площиною, що розглядається, представленi на

рис. 2.1 для γ � ω/ωp. Пунктирнi кривi представляють собою обвiдну лiнiю,

на якiй лежать вершини безперервного ряду монохроматичних пiкiв з дещо

рiзними частотами, якi вiдповiдають дещо рiзним напрямкам випромiнювання

(форма такої обвiдної лiнiї збiгається з кутовим розподiлом усього рефлексу

випромiнювання, проiнтегрованого за частотою). Для визначеностi тут i далi ми

будемо розглядати один доданок суми за g в (2.4), що вiдповiдає площинi (220)

кристала кремнiю (а саме, пiк, що вiдповiдає найменшому порядку дифракцiї).

У цьому випадку частота ωPXR у дзеркальному напрямку при 2θB = 2π/3 (лiвий

графiк) становить ωPXR ≈ 3.727 кеВ, тодi як при 2θB = π (правий графiк), що

вiдповiдає напрямку випромiнювання назад, це ωPXR ≈ 3.228 кеВ. Ми бачимо

що, вiдповiдно до (2.6), у першому випадку мають мiсце досить гострi пiки,

тодi як у другому випадку, через малiсть величини sin θ, ширина пiкiв майже

збiгається з шириною ∼ ωp/ω усього рефлексу.
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Рис. 2.1. Кутовi розподiли спектральної густини випромiнювання, пов’язанi з
першим доданком (виключно ПРВ) у (2.4). Злiва: 2θB = 2π/3; ω ≈ 3.745 кеВ
(лiвий пiк), ω ≈ 3.763 кеВ (правий пiк). Праворуч: 2θB = π; ω ≈ 3.228 кеВ
(суцiльна лiнiя), ω ≈ 3.2285 кеВ (штрих-пунктирна лiнiя). Пунктирна крива
являє собою обвiдну лiнiю, на якiй лежать вершини пiкiв при рiзних ω (її форма
збiгається з кутовим розподiлом рефлексу, що має характерну ширину ∼ ωp/ω).

Змiнюючи на малу величину частоту ω у виразi для qs, можна отримати

мiнiмальну спектральну ширину пiку випромiнювання, зумовлену кiнцевим

значенням товщини мiшенi (оскiльки ми не розглядаємо випадок θ � 1, тут

можна покласти ε0 = 1):

δω ∼ 4πv

L(1− v cos θ)
, (2.7)

що узгоджується з [43] i в нашому випадку (L = 0.5 мкм) становить приблизно

кiлька еВ. Таким чином, при розглянутiй товщинi кристала ступiнь монохро-

матичностi пiку випромiнювання залишається дуже високою.

Як зазначалося ранiше, при розглянутому значеннi L фази синусiв у

Ss i Sf близькi одна до одної. Через це кутовi та спектральнi ширини пiкiв

випромiнювання, що визначаються множником Sf , є близькими до (2.6–2.7).

Рис. 2.2 демонструє порiвняння кутових розподiлiв випромiнювання у розгля-

нутому випадку, що пов’язанi з першим (ПРВ) та другим (ДПВ) доданками

в (2.4) при енергiї електрона 100 МеВ. Штриховi та штрих-пунктирнi кривi

представляють собою рефлекси ДПВ та ПРВ вiдповiдно (точнiше, обвiднi лiнiї,
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Рис. 2.2. Кутовi розподiли ПРВ та ДПВ у кристалi товщиною L = 0.5 мкм
для двох значень частоти: 3.738 кеВ (лiвi вузькi пiки) та 3.748 кеВ (правi вузькi
пiки) i γ = 200, 2θB = 2π/3. Штриховi та штрих-пунктирнi лiнiї — рефлекси
ДПВ та ПРВ вiдповiдно.

на яких лежать вершини монохроматичних пiкiв з рiзними частотами). Як

показано на рисунку, у розглянутому випадку кутовi ширини монохроматичних

пiкiв (2.6) для цих типiв випромiнювання є достатнiми для їх перекриття

(майже повного), незважаючи на те, що максимуми цих пiкiв вiдповiдають

дещо рiзним кутам спостереження. Цей факт обумовлює можливiсть значної

iнтерференцiї ПРВ та ДПВ у даному випадку, що описується третiм доданком

у (2.4).

Аналогiчна ситуацiя має мiсце, якщо порiвняти спектральнi ширини пiкiв,

що обговорюються. На рис. 2.3 показанi спектральнi розподiли (нормованi на

однакову висоту максимумiв) доданкiв у (2.4), що вiдповiдають ПРВ (суцiльна

лiнiя) i ДПВ (пунктирна лiнiя). Звiдси видно, що при розглянутому значеннi L

ширина пiкiв значно перевищує зсув мiж положеннями їх максимумiв (частота

Брегга ωB = g2/(2
√
ε0gn), що вiдповiдає максимуму ДПВ, як i зазвичай,

трохи перевищує ωPXR), що наразi дозволяє знехтувати рiзницею мiж ωB i

ωPXR. Графiки на рисунку вiдповiдають куту спостереження θ = 2θB − ωp/ω

з 2θB = 2π/3. Зi зменшенням значення 2θB − θ рiзниця ωB − ωPXR стає ще

меншою. Наведенi мiркування показують, що для обраної товщини кристалiчної
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Рис. 2.3. Нормованi спектральнi розподiли ПРВ (суцiльна лiнiя) i ДПВ
(пунктирна лiнiя) у тонкому кристалi при θ = 2θB − ωp/ω, де 2θB = 2π/3 i
ωPXR ≈ 3.745 кеВ.

мiшенi рентгенiвськi пiки все ще залишаються досить вузько спрямованими

(за винятком випадку 2θB = π) та монохроматичними. Втiм, пiки ПРВ i

ДПВ перекриваються як у кутовiй, так i в спектральнiй областi i можуть

iнтерферувати один з одним.

Зауважимо, що тут ми обговорювали збiльшення спектральної та кутової

ширини пiкiв випромiнювання, що пов’язане лише з кiнцевою шириною мiшенi, i

не враховували впливу кiнцевої роздiльної здатностi детектора, багаторазового

розсiювання електронiв у мiшенi тощо. Отриманi результати для ширини пiкiв

будуть справедливi також i при подальшому розглядi випадку налiтаючого

електрона з нерiвноважним полем (такi ж самi величини Ss,f з’являються у

вiдповiдних формулах (2.10) та (2.24)). Вони будуть використанi для визначення

ефективних областей для чисельного iнтегрування iнтенсивностi випромiнюва-

ння за частотою та кутами спостереження у пiдроздiлах 2.2 та 2.3.

2.2. Когерентне рентгенiвське випромiнювання «напiвголого»

електрона в ультратонкому кристалi

У попередньому пiдроздiлi було розглянуто властивостi рентгенiвських

iмпульсiв, що випромiнюються ультрарелятивiстським електроном у надтонкiй
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Рис. 2.4. Проходження електроном системи з двох мiшеней — товстої аморфної
i (згодом) тонкої кристалiчної — та схематична картина перебудови поля, що
при цьому вiдбувається.

кристалiчнiй мiшенi. У цьому випадку (так само як i у випадку товстого

кристала) вважалося, що перед падiнням на мiшень налiтаючий електрон руха-

ється рiвномiрно прямолiнiйно у вакуумi та створює навколо себе рiвноважне

кулонiвське поле. У цьому пiдроздiлi вивчається вплив нерiвноважного стану

поля навколо електрона, який спричиняється взаємодiєю частинки з речовиною,

на характеристики рентгенiвського випромiнювання, що згодом генерується

електроном у надтонкому кристалi. У якостi прикладу процесу, в якому поле

навколо електрона модифiкується, ми розглядаємо проходження частинки крiзь

товсту аморфну мiшень (рис. 2.4). У цьому випадку через процес формування

ПВ пiсля вильоту електрона з мiшенi поле навколо частинки може суттєво

вiдрiзнятися вiд кулонiвського в межах макроскопiчно великої областi простору.

Ми показуємо, що це призводить до змiни характеристик випромiнювання

в ультратонкiй кристалiчнiй мiшенi, що розташована всерединi цiєї областi.

Товсту мiшень ми вважаємо аморфною, для того щоб усе випромiнювання,

що пов’язане з кристалiчною структурою речовини, генерувалося виключно

ультратонкою мiшенню.
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Поле всерединi кристалiчної мiшенi. Поле всерединi тонкої кристалiчної

мiшенi, розмiщеної справа (далi за напрямком руху електрона) вiд товстої

аморфної мiшенi, можна обчислити, пiдставляючи (1.10) до граничної умови

для тангенцiйної складової електричного поля на лiвiй поверхнi кристалiчної

мiшенi. Нехай ця поверхня розташовується у площинi z = z1. Гранична умова

у цьому випадку має вигляд: Ev
ω(ρ, z1) = Et

ω(ρ, z1). Лiва та права сторони

цього рiвняння позначають вiдповiдно сумарнi поля у вакуумi та мiшенi. Що

стосується Ev, то ми будемо використовувати для нього вираз (1.10). Тим самим

ми нехтуємо хвилями ПВ, що поширюються проти осi z, через малий коефiцiєнт

вiдбиття пластини у рентгенiвському дiапазонi частот. Те ж саме наближення

ми використовуємо й для Et, нехтуючи впливом правої поверхнi кристалу на

поле всерединi нього. У такому випадку поле Et складається з власного поля

електрона всерединi пластини, що визначається першим доданком у (2.1), i

вiльного поля, яке можна подати у виглядi [42]

Et(f)
ω (r) =

1

(2π)3

∫
d3kE′

t(f)
ω,k δ(ω

2ε0 − k2)eikr,

де k = (q, kz), та проiнтегрувати за kz лише з урахуванням кореня kz =

+
√
ω2ε0 − q2 аргументу дельта-функцiї. В результатi з граничної умови отри-

муємо наступний вираз для сумарного поля (розв’язок провiдного порядку)

навколо електрона всерединi мiшенi:

Et(0)
ω (r) = −ie

π

∫
d2qqeiqρ

{
Qse

iωz/v (2.8)

+
[
Qfe

iωz1/v −Q′feiz1
√
ω2−q2]ei(z−z1)

√
ω2ε0−q2

}
.

Тут Q′f вiдрiзняється вiд Qf замiною ωp → ηp, де ηp — плазмова частота

аморфної мiшенi (ωp, як i ранiше, позначає плазмову частоту кристала). За

умови (2.3) в межах усього об’єму кристала (z1 ≤ z ≤ z1 + L) поле (2.8) стає

близьким до нерiвноважного поля у вакуумi (1.10) при z = z1, що налiтає
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на мiшень. Тому еволюцiя поля електрона пiсля його вильоту з речовини,

детально розглянута в пiдроздiлi 1.1, повинна безпосередньо проявлятися у

властивостях випромiнювання частинки в достатньо тонких мiшенях, якi вона

згодом перетинає.

Спектрально-кутова густина рентгенiвського випромiнювання «напiв-

голого» електрона в ультратонкому кристалi. Розглянемо властивостi рент-

генiвського iмпульсу, який генерується у надтонкiй кристалiчнiй мiшенi у

процесi, що розглядається (рис. 2.4). Поле такого iмпульсу можна отримати,

пiдставивши (2.8) у (1.29). В результатi для цього поля отримуємо (як i ранiше,

ми розглядаємо один доданок суми за g):

E′ω(r) = ie
eikr

r
ngk× [k×κ⊥]

{
KsSse

i(z1+L/2)qs

+Sfe
iLqf/2−iz1κz

[
Kfe

iωz1/v − K′feiz1
√
ω2−κ2

⊥
]}
, (2.9)

де K′f дорiвнює Q′f iз замiною q2 → κ2
⊥.

Форми виразiв для Ks, Kf i K ′f вказують на те, що поле (2.9) помiтно

вiдрiзняється вiд нуля лише при малих значеннях κ⊥ порiвняно з ω. Це дозволяє

розкласти квадратний корiнь у показнику експоненти за малим параметром

κ⊥/ω i подати вираз у квадратних дужках у формi

Kfe
iωz1/v − K′fe

iz1
√
ω2−κ2

⊥ ≈ eiωz1/v
(
Kf − K′fe

−iz1/lF
)
.

За допомогою lF ми позначаємо тут довжину формування у вакуумi, що

визначається виразом (2.3) з ωp = 0.

Використовуючи (1.6) можна отримати вираз для спектрально-кутової

густини випромiнювання:

d2W

dωdo
=
e2ω2

4π2
|ng|2|k×κ⊥|2

{
K2
sS

2
s + S2

f

∣∣Kf − K′fe
−iz1/lF

∣∣2
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+2KsSsSfRe
[
eiL(qf−qs)/2

(
Kf − K′fe

−iz1/lF
)]}

. (2.10)

При z1 � lF , якщо виконується умова (2.3), вираз у дужках спрощується до

S2
s/(κ

2
⊥ + η2

p + ω2/γ2)2. У цьому випадку (2.10) є аналогом розподiлу (1.30) i

вiдрiзняється вiд нього замiною ωp → ηp та наявнiстю величини S2
s замiсть δ-

функцiї, вiдповiдно до спiввiдношення (2.5). Це означає, що в такому випадку

на кутову ширину рефлексу впливає ефект густини навiть попри те, що

випромiнювання генерується в ультратонкiй мiшенi. Однак перша вiдмiннiсть

(ωp → ηp) вказує на те, що в даному випадку така ширина визначається не

плазмовою частотою ωp кристалiчної мiшенi, як у (1.30), а подiбною частотою ηp

аморфної мiшенi. Друга вiдмiннiсть викликана малою товщиною кристалiчної

мiшенi, яка призводить до розширення пiку (як у спектральнiй, так i в кутовiй

областi) порiвняно з випадком (1.30), що вiдповiдає наближенню необмеженої

мiшенi.

Зауважимо, що при γ � ω/ηp значення lF значно змiнюється в межах

рефлексу (воно зменшується зi збiльшенням кута спостереження ϑ, що вiдрахо-

вується вiд напрямку κ⊥ = 0, що майже збiгається з дзеркальним напрямком).

Тому для рiзних кутiв спостереження умова z1 � lF , за якої вирази (2.10)

та (1.30) є подiбними один до одного, досягається на рiзних вiдстанях мiж

мiшенями. Масштаб характерної максимальної ширини розглянутих рефлексiв

становить ∼ ηp/ω (що вiдповiдає κmax⊥ ∼ ηp). Це дозволяє визначити вiдстань,

на якiй вираз (2.10) є близьким до (1.30) при довiльному ϑ, як lη ∼ ω/η2
p. Це,

природно, збiгається з вiдстанню, на якiй поле навколо електрона є близьким

до поля всерединi товстої мiшенi i описується формулою (1.12). За умови z1 < lη

(припускаючи, що має мiсце (2.5)) рефлекс, що вiдповiдає (2.10), є таким самим,

як i рефлекс ПРВ (1.30) у необмеженому кристалi, але з замiною ε0 = 1−ω2
p/ω

2

на проникнiсть аморфної мiшенi 1− η2
p/ω

2. Якщо ж ηp = ωp, ми маємо повний

збiг (2.10) та (1.30). Саме такий випадок розглянуто при чисельних оцiнках,

результати яких наведено на вiдповiдних рисунках.
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Рис. 2.5. Кутовi розподiли спектральної густини випромiнювання (2.12) для
2θB = π i γ = 104. Штрихова лiнiя — розподiл при z1 � lη з формою ϑ2/(ϑ2 +

ω2
p/ω

2)2; тонка суцiльна лiнiя — z1 = lη; товста суцiльна лiнiя — z1 = 3lη.

Зi збiльшенням вiдстанi мiж мiшенями кутовий розподiл випромiнювання

поступово змiнюється. Кут, що вiдповiдає максимуму рефлексу, змiщується до

менших значень, тодi як спектрально-кутова густина випромiнювання в цьому

максимумi зростає. Рис. 2.5 та рис. 2.6 показують еволюцiю такого кутового

розподiлу для значень z1 порядка lη i lF вiдповiдно для енергiї електронiв ε = 5

ГеВ. Вони зображують найпростiший випадок 2θB = π, коли кристалографiчнi

площини паралельнi поверхнi мiшенi. У цьому випадку вiдповiднi складовi

виразу (2.10) можуть бути представленi у виглядi:

|k×κ⊥|2 = ω4ϑ2, κ2
⊥ = ω2ϑ2, (2.11)

що робить розподiл (2.10) аксiально симетричним вiдносно осi z. На рисунках

зображено випадок ηp = ωp, для якого вираз (2.10) перетворюється на

d2W

dωdo
=
e2ω6ϑ2

4π2
|ng|2

{
K2
sS

2
s + 2K2

fS
2
f [1− cos(z1/lF )]

+2KsKfSsSfRe
[
eiL(qf−qs)/2

(
1− e−iz1/lF

)]}
. (2.12)
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На рисунках показано кутовий розподiл спектральної густини випромi-

нювання (2.12) при частотi ωPXR, що вiдповiдає напрямку θ = 2θB. У даному

випадку ϑ — це кут мiж напрямком спостереження та −v. Зауважимо, що тут

представлено саме монохроматичнi пiки, а не рефлекси. Втiм, кожен розподiл

на рис. 2.6 збiгається за формою з вiдповiдним рефлексом. Причиною цього

є велика ширина пiка (2.6) при 2θB = π порiвняно з характерною шириною

∼ γ−1 рефлексу. Ситуацiя є майже такою ж самою i на рис. 2.5, де невеликi

розбiжностi мiж формами пiку та рефлексу проявляються лише при ϑ > ωp/ω

(як i для суцiльної лiнiї на правiй частинi рис. 2.1).

J

d2Wêdwdo

1ìg ~ 10-4

Рис. 2.6. Те ж саме, що й на рис. 2.5. Тонка суцiльна лiнiя — z1 = 0.1lF ;
товста суцiльна лiнiя — z1 = 0.2lF . Пунктирна лiнiя — розподiл (2.4) з формою
ϑ2/(ϑ2 + γ−2)2, характерний для налiтаючого електрона з кулонiвським полем
в ультратонкiй мiшенi.

При подальшому збiльшеннi z1 понад значення lF косинус i експонента

у круглих дужках в (2.12) стають швидко осцилюючими функцiями ϑ (а

також ω). Тому при z1 � lF має сенс вивчати розподiл, усереднений за

невеликими iнтервалами ϑ, що вiдповiдає замiнi e−iz1/lF , cos(z1/lF )→ 0. Штрих-

пунктирна лiнiя на рис. 2.7 демонструє такий усереднений асимптотичний

розподiл. Максимум цього розподiлу розташований у тому ж самому напрямку

(ϑ = γ−1), що й у розподiлу (2.4) для електрона з кулонiвським полем у

надтонкiй мiшенi (штрихова лiнiя), проте перевищує його за iнтенсивнiстю.
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J

d2Wêdwdo

1ìg ~ 10-4

Рис. 2.7. Те ж саме, що й на рис. 2.6. Штрихова лiнiя — те ж саме, що й
на рис. 2.6; штрих-пунктирна лiнiя — середня поведiнка швидко осцилюючого
розподiлу при z1 � lF ; суцiльна лiнiя — неусереднений розподiл при z1 = 2.5lF .

Така додаткова iнтенсивнiсть пов’язана з ПВ, що утворюється при вильотi

електрона з аморфної мiшенi (другий доданок у (1.16)) та зазнає дифракцiї

у кристалi. Суцiльна лiнiя демонструє приклад неусередненого розподiлу при

z1 = 2.5lF .

Iнтегральна iнтенсивнiсть випромiнювання. Розглянемо тепер еволю-

цiю сигналу, проiнтегрованого за частотою та кутом спостереження, зi збiль-

шенням вiдстанi z1 мiж мiшенями. Для простоти ми, як i ранiше, зосередимось

на аксiально симетричному випадку 2θB = π. Результати мають аналогiчний

вигляд i для рiзноманiтних iнших орiєнтацiй кристалу (наприклад, для випадку

геометрiї Лауе, яка може бути бiльш зручною для експериментальних дослi-

джень), оскiльки вони, в першу чергу, вiдображають еволюцiю поля, що оточує

налiтаючий електрон, зi збiльшенням z.

Що стосується iнтегрування за частотою, то iнтервал, що робить основний

внесок, залежить вiд вiдповiдного iнтервалу iнтегрування за кутами. Зi спiввiд-

ношення (1.31) випливає, що для високоенергетичного електрона в умовах, що

розглядаються, змiна значення ωPXR приблизно на 1 еВ викликається змiною

кута спостереження (вiд ϑ = 0) на 0.035 рад. У свою чергу, характерна кутова

ширина iмпульсу має масштаб ∼ ηp/ω, що становить ∼ 0.01 рад у випадку,
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що розглядається. Тому наразi змiною резонансної частоти можна знехтувати,

а ефективна область чисельного iнтегрування (2.12) визначається шириною

пiку (рис. 2.3), що становить приблизно кiлька еВ навколо значення ωPXR(0).

Зауважимо, що ситуацiя може вiдрiзнятися при менших значеннях θB через

бiльш швидку змiну ωPXR зi змiною кута у цьому випадку.

Рис. 2.8 показує залежнiсть iнтегральної iнтенсивностi сигналу вiд z1 для

енергiї електронiв ε = 1 ГеВ та двох значень дiапазону iнтегрування за кутом

ϑ. Безрозмiрна величина Wint визначається тут як

Wint =
10−54π2

e2ω2|ng|2L2

∫
dω

ϑ0∫
0

2πϑdϑ
d2W

dωdo
. (2.13)

Пiд кутом аксептансу на рис. 2.8 ми маємо на увазi подвоєне значення 2ϑ0

верхньої межi iнтегрування за кутом у (2.13), тобто кут розчину конуса, що

вiдповiдає тiлесному куту, який включає частину рефлексу, що розглядається.

На рисунку видно, що зi збiльшенням вiдстанi мiж мiшенями до декiлькох

значень lF , що в цьому випадку становить близько 0.23 мм для ϑ = γ−1,

сигнал монотонно зростає. При подальшому збiльшеннi z1 можна спостерiгати

зменшення сигналу та його поведiнку, подiбну до загасаючих коливань в

районi асимптоти. Така поведiнка є залишком коливань повної амплiтуди

(вiд нуля до максимального значення) косинуса та експоненти в (2.12), якi

частково розмиваються iнтегруванням за кутом (iнтегрування за частотою не

впливає на такi коливання через високий ступiнь монохроматичностi iмпульсу).

Зазначена поведiнка сигналу, зокрема, його зменшення зi збiльшенням z1, може

спостерiгатися для кутiв аксептансу, що не перевищують декiлькох значень γ−1,

що є цiлком досяжним (експериментально) значенням у розглянутому випадку.

Зi збiльшенням енергiї електронiв довжина формування lF дуже швидко

зростає при досить малих значеннях ϑ. У цьому випадку iнтенсивнiсть рент-

генiвського випромiнювання вiд кристалiчної мiшенi може залежати вiд z1 у

межах макроскопiчно великих значень цiєї вiдстанi. Така ситуацiя зображена
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Рис. 2.8. Залежнiсть iнтегрального сигналу вiд вiдстанi z1 мiж мiшенями при
енергiї електронiв ε = 1 ГеВ i 2θB = π. Iнтегрування за ω здiйснено в межах
ωPXR±2 еВ. Кут аксептансу дорiвнює 2/γ (нижня суцiльна лiнiя) та 4/γ (верхня
суцiльна лiнiя). Штриховi лiнiї — вiдповiднi асимптотичнi значення при z1 � lF .

на рис. 2.9 для випадку ε = 100 ГеВ. Тут значення кута аксептансу обрано

таким, що дорiвнює 200/γ та 600/γ, що в розглянутому випадку вiдповiдає 1

та 3 мрад. Наразi усi осциляцiї майже усуваються iнтегруванням до ϑ0 � γ−1, i

ми отримуємо монотонне логарифмiчне зростання сигналу на вiдстанi близько

декiлькох метрiв (тут lF ≈ 230 см при ϑ = 1/γ).

Зауважимо, що розглянутий тут ефект залежностi iнтенсивностi рентге-

нiвського iмпульсу вiд вiдстанi мiж мiшенями має аналоги у процесi iонiзацiй-

них втрат енергiї високоенергетичними електронами в системi з двох мiшеней

[97].

Про внесок гальмiвного випромiнювання. У розглянутiй постановцi задачi

з двома мiшенями електрон генерує гальмiвне випромiнювання як у аморфнiй,

так i в кристалiчнiй мiшенi. Це випромiнювання може зазнавати дифракцiї у

кристалi та робити внесок у вимiрювану величину рентгенiвського iмпульсу.

Для того, щоб приблизно оцiнити вiдносне значення такого внеску, достатньо

врахувати лише гальмiвне випромiнювання вiд аморфної (набагато товщої)

мiшенi.
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Рис. 2.9. Залежнiсть iнтегрального сигналу вiд вiдстанi z1 мiж мiшенями для
енергiї електронiв ε = 100 ГеВ i 2θB = π. Iнтегрування за ω здiйснюється в
межах ωPXR± 2 еВ. Кут аксептансу дорiвнює 200/γ = 1 мрад (нижня суцiльна
лiнiя) та 600/γ = 3 мрад (верхня суцiльна лiнiя). Штриховi лiнiї — вiдповiднi
асимптотичнi значення при z1 � lF .

Завдяки ефекту густини Тер-Мiкаеляна [42, 77], кутовий розподiл галь-

мiвного випромiнювання в цьому випадку має характерну ширину ∼ ηp/ω

замiсть 1/γ. Вiн збiгається (або, принаймнi, того ж порядку величини у

випадку, якщо кристал має iншу плазмову частоту) з вiдповiдною кутовою

шириною рефлексу ПРВ, породженого власним полем електрона, частково

екранованим поляризацiєю мiшенi. Таким чином, про спiввiдношення внескiв

двох зазначених типiв випромiнювання в сумарний рентгенiвський iмпульс

у цьому випадку можна судити з порiвняння спектрально-кутової густини

гальмiвного випромiнювання, що падає на кристал, iз такою густиною потоку

вiртуальних фотонiв, пов’язаного з екранованим кулонiвським полем. При

γ � 1 у дiапазонi частот, що розглядається, зазначена густина гальмiвного

випромiнювання може бути представлена наступним чином [77]:

d2W

dωdo
=

2ξ2d

πγ2X0
[1− 2θ2

νξ
2(ξ−1 − θ2

ν)], (2.14)

де ξ = 1/(γ−2+θ2
ν+η

2
p/ω

2), θν — кут випромiнювання щодо швидкостi електрона,
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d — товщина аморфної мiшенi, а X0 — радiацiйна довжина. Постiйну Планка ~

тут ми обираємо такою, що дорiвнює одиницi. Вираз (2.14) слiд радше вважати

верхнiм обмеженням для d2W/dωdo, оскiльки вiн не враховує додаткове (однак,

набагато слабше, нiж завдяки ефекту густини) пригнiчення випромiнювання

через ефект Ландау-Померанчука-Мiгдала [80–83].

Вiдповiдна густина потоку еквiвалентних фотонiв становить (див. пiдроз-

дiл 1.1)

d2W

dωdo
≈ α

π2
θ2
νξ

2, (2.15)

де α — постiйна тонкої структури.

Для порiвняння значень (2.14) i (2.15) природно обрати максимуми цих

розподiлiв, що вiдповiдають куту випромiнювання щодо швидкостi електрона

θν = 0 для гальмiвного випромiнювання та θν = ηp/ω для вiртуальних фотонiв

(при γ � ω/ηp). Зробимо оцiнку для кремнiєвої мiшенi (X0 ≈ 10 см) товщини

d = 10 мкм, енергiї електронiв ε = 1 ГеВ i частоти випромiнювання ω = 3 кеВ.

Вiдношення (2.14) до (2.15) у цьому випадку надзвичайно мале i становить

близько 10−3. Зi збiльшенням ε це значення зменшується як 1/ε2. Такий

результат узгоджується з тим фактом (див., наприклад, [68]), що за умови

γ � ω/ωp (тут ωp — плазмова частота кристала) iнтенсивнiсть дифрагованого

гальмiвного випромiнювання є дуже малою порiвняно з ПРВ, що генерується

у тiй самiй мiшенi. Наведена оцiнка показує, що за умов, розглянутих у цьому

роздiлi, це справедливо i для iнтенсивностi гальмiвного випромiнювання вiд

товстої аморфної мiшенi, яким, таким чином, можна знехтувати.

Зауважимо, що спосiб, застосований тут для порiвняння iнтенсивностi

ПРВ та дифрагованого гальмiвного випромiнювання шляхом порiвняння iнтен-

сивностей, що падають на кристал, є дiйсним, завдяки достатньо малiй товщинi

кристалiчної мiшенi (меншiй за довжину екстинкцiї).
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2.3. Вплив поперечного розмiру кристалiчної мiшенi на iнтен-

сивнiсть когерентного рентгенiвського випромiнювання

Ранiше ми вивчали еволюцiю характеристик когерентного рентгенiвсько-

го випромiнювання зi змiною вiдстанi мiж мiшенями, розглядаючи кристалiчну

мiшень як нескiнченну в поперечному (ортогональному до осi z) напрямку. У

цьому випадку асимптотичне значення iнтенсивностi рефлексу при z1 � lF

перевищує вiдповiдне значення (2.4) для налiтаючого електрона з кулонiвським

полем (тобто для випадку, коли аморфна мiшень вiдсутня). Це вiдбувається

завдяки внеску ПВ вiд аморфної мiшенi, яке зазнає дифракцiї у нескiнченнiй

кристалiчнiй мiшенi при довiльному z1. Ситуацiя вiдрiзняється, якщо кристалi-

чна мiшень має обмежений розмiр у поперечному напрямку. При цьому частина

хвиль ПВ може пройти повз цю мiшень i не зазнати дифракцiї при достатньо

великому z1. У даному пiдроздiлi вивчається вплив поперечного розмiру

кристалiчної мiшенi на iнтенсивнiсть рефлексу КРВ. Основну увагу придiлено

дослiдженню процесу зменшення iнтенсивностi рефлексу зi збiльшенням z1

до очiкуваного значення, типового для електрона з кулонiвським полем, при

достатньо великих z1.

З цiєю метою зручно записати поле (2.8) всерединi кристалiчної мiшенi

у виглядi явної суми внескiв, пов’язаних iз власним кулонiвським полем

електрона у вакуумi та ПВ, що генерується при вильотi частинки з аморфної

мiшенi:

E(0)
ω (r) = −ie

π

∫
d2qq

{
Qve

iωz1/v −Q′feiz1
√
ω2−q2

}
ei(z−z1)

√
ω2ε0−q2+iqρ, (2.16)

де Qv = 1/(q2 + ω2/γ2). Така форма виразу (2.8) є дiйсною в кристалах, що

задовольняють умовi (2.3), якi ми наразi й вивчаємо. Для простоти будемо

розглядати круглу кристалiчну мiшень, що має радiус R. Отримаємо для такого

випадку вираз для спектрально-кутової густини випромiнювання на основi

(1.29), використовуючи (2.16) у якостi розв’язку провiдного порядку.
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Пiдiнтегральний вираз у (1.29), як i ранiше, мiстить двi експоненти,

eiqfz
′ i eiρ′(q−κ⊥), якi пiдлягають iнтегруванню за z′ i ρ′ вiдповiдно. Зазначимо,

що тут величина qf мiстить змiнну q замiсть κ⊥, оскiльки у випадку, що

розглядається, немає дельта-функцiї δ(q−κ⊥), яка дозволяла б одразу виконати

iнтегрування за q (що мало мiсце у випадку необмеженого у поперечному

напрямку кристала). Природно, лише iнтегрування за ρ′ робить даний випадок

вiдмiнним вiд випадку R→∞. Тепер замiсть (2π)2δ(q− κ⊥) маємо:

∫
d2ρ′eiρ

′(q−κ⊥) = 2πR
J1(|q− κ⊥|R)

|q− κ⊥|
(2.17)

Також наразi можна замiнити вираз eiLqf/2Sf , що з’являється в результатi

iнтегрування за z′, на eiLqs/2Ss (завдяки умовi L|qf − qs| � 1), що не залежить

вiд q. В результатi для поля випромiнювання отримуємо:

E′ω(r) =
ieR

2π

eikr

r
Ssnge

i(Lqs/2−z1κz)k× [k×IR], (2.18)

де

IR =

∫
d2qq

J1(|q− κ⊥|R)

|q− κ⊥|

{
Qve

iωz1/v −Q′feiz1
√
ω2−q2

}
. (2.19)

Перший доданок у (2.19) пов’язаний iз кулонiвським полем електрона у

вакуумi (1.3). Таким чином, значення R, менше якого обмежений розмiр мiшенi

нiяк не проявляється у цьому доданку, може бути визначене як R ∼ γ/ω. У

рентгенiвськiй областi це значення є досить малим навiть при великих енергiях

частинок (наприклад, для ε = 100 ГеВ воно досягає ∼ 10−3 см для енергiй

фотонiв у декiлька кеВ), i на практицi розмiр мiшенi значно його перевищує.

При z1 < lF така ж ситуацiя має мiсце i для сумарного поля (2.18). У

цьому випадку основна частина енергiї поля навколо напiвголого електрона

зосереджена в межах вiдстанi ρ ∼
√
z/ω < γ/ω вiд його траєкторiї. При цьому
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значення R, при яких умова R → ∞ є непридатною, є ще меншими, нiж у

випадку частинки з кулонiвським полем. Таким чином, при z1 < lF результати,

отриманi в попереднiх роздiлах, є дiйсними для мiшеней з R � γ/ω, i далi ми

сконцентруємося на випадку z1 � lF .

Для подiбних z1 типовими значеннями κ⊥ слiд вважати κ⊥ ∼ ω/γ, якi

вiдповiдають характернiй кутовiй ширинi∼ γ−1 рефлексу в цьому випадку. Для

мiшеней з R � γ/ω вираз (2.18) для поля випромiнювання можна додатково

спростити. У цьому випадку в першому доданку в (2.19) структуру (2.17) можна

замiнити на дельта-функцiю, i вiдповiдна частина (2.19) набуває вигляду:

2π

R

κ⊥
κ2
⊥ + ω2/γ2

eiωz1/v. (2.20)

Що стосується другого доданка, то, як i ранiше, розкладемо тут квадратний

корiнь у експонентi за малим параметром q/ω та зробимо замiну q = u + κ⊥.

Значення ueff величини u, що роблять внесок в iнтеграл, суттєво не перевищу-

ють 1/R через наявнiсть J1(uR) у пiдiнтегральному виразi (завдяки наявностi

експоненти цi значення можуть бути ще меншими). За умови R � γ/ω це

означає, що ueff � ω/γ ∼ κ⊥. Таким чином, вектором u можна знехтувати

порiвняно з κ⊥ у пiдiнтегральному виразi за винятком показника експоненти.

Це дозволяє аналiтично обчислити iнтеграл за кутом мiж u i κ⊥ i представити

вiдповiдну частину виразу (2.19) у виглядi:

− 2π

R

κ⊥η
2
pe
iωz1(1−κ2⊥/2ω2)

(κ2
⊥ + ω2/γ2)(κ2

⊥ + ω2/γ2 + η2
p)
FR, (2.21)

де функцiя

FR = R

∞∫
0

duJ1(uR)J0(uz1κ⊥/ω)e−iz1u
2/2ω (2.22)

залежить вiд ω, R, z1 та кута спостереження ϑ.
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Рис. 2.10. Залежнiсть величини |FR| вiд z1 поблизу z1 = R/ϑ = 100 см
(суцiльна лiнiя — (2.22), пунктирна лiнiя — (2.23)) при γ = 400, R = 0.25

см, ϑ = γ−1, ω ≈ 3.228 кеВ, 2θB = π.

Суцiльна крива на рис. 2.10 демонструє приклад залежностi |FR| вiд z1

для ε = 200 MeV, ϑ = γ−1 i частоти ωPXR (1.31). Дiаметр мiшенi обрано

таким, що дорiвнює 0.5 см. Як i ранiше ми розглядаємо випадок 2θB = π i

використовуємо рiвнiсть κ⊥ = ωϑ. На рисунку видно, що при z ≈ R/ϑ внесок

(2.21) ПВ у поле випромiнювання швидко спадає. При менших z1 значення |FR|

є близьким до одиницi, i обмежений розмiр мiшенi не грає нiякої ролi. Швидкi

осциляцiї тут походять вiд експоненти у пiдiнтегральному виразi в (2.22). Такi

осциляцiї розмиваються в результатi iнтегрування за ϑ та ω. Бiльше того, при

z1 � lF (а саме цей випадок ми й розглядаємо) значення експоненти, що

обговорюється, залишається близьким до одиницi для u, що роблять основний

внесок у (2.22). Тому можна зробити замiну e−iz1u
2/2ω → 1, яка дозволяє

аналiтично обчислити iнтеграл (2.22) i для FR отримати:

FR ≈ H(Rω/κ⊥ − z1), (2.23)

де H(x) — ступiнчаста функцiя Хевiсайда, яка дорiвнює одиницi при x > 0 i

нулю — при x < 0. Залежнiсть (2.23) представлена на рис. 2.10 за допомогою

штрихової лiнiї.

Використовуючи (1.6,2.18,2.20,2.21), для спектрально-кутової густини ви-
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Рис. 2.11. Залежнiсть iнтегральної iнтенсивностi КРВ вiд вiдстанi z1 мiж
мiшенями при енергiї електронiв ε = 200 МеВ, R = 0.25 см i 2θB = π.
Iнтегрування за ω проводиться в дiапазонi ωPXR ± 3 еВ. Кут аксептансу
2ϑ0 ≈ 6/γ ≈ 15 мрад. Штрихова лiнiя – вiдповiдне асимптотичне значення
при z1 � R/ϑ0.

промiнювання вiд мiшенi обмеженого поперечного розмiру можна отримати

вираз (z1 � lF ):

d2W

dωdo
=
e2ω2

4π2
|ng|2|k×κ⊥|2S2

s

{
K2
v + K′2f |FR|2

}
, (2.24)

Тут ми нехтуємо доданком, що описує iнтерференцiю мiж полями (2.20) та

(2.21), який при таких великих z1 є швидко осцилюючою функцiєю κ⊥ i ω i

зникає при усередненнi за невеликими iнтервалами значень цих величин.

Рис. 2.11 демонструє залежнiсть iнтенсивностi КРВ (2.24), проiнтегро-

ваної за ω i ϑ, для кута аксептансу 2ϑ0 ≈ 6/γ. Енергiя електронiв обирається

такою, що дорiвнює 200 МеВ. Мiркування, аналогiчнi тим, що були представленi

в попередньому пiдроздiлi, показують, що наразi достатньо iнтегрувати за ω в

iнтервалi ωPXR ± 3 eV, щоб врахувати майже всю енергiю, що випромiнюється

в обранiй кутовiй областi. У розглянутому випадку довжина формування

lF при ϑ = γ−1 дорiвнює лише приблизно 10 мкм. На рисунку видно, що

обмежений поперечний розмiр кристалiчної мiшенi призводить до залежностi

iнтенсивностi випромiнювання вiд вiдстанi мiж мiшенями для значень цiєї
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вiдстанi порядка lR (визначення цiєї величини див. нижче), що значно бiльша за

lF . Ця вiдстань може бути макроскопiчно великою навiть при не дуже високих

енергiях електрона (як та, що обрана на рис. 2.11). Для певного значення кута

аксептансу 2ϑ0 зменшення iнтенсивностi починається з z1 = R/ϑ0. Оскiльки

на розглянутих вiдстанях (z1 � lF ) значна кiлькiсть енергiї випромiнювання

зосереджена поблизу ϑ ∼ γ−1, то верхньою оцiнкою lR для вiдстанi, на якiй

iнтенсивнiсть рефлексу зменшується, є lR ∼ Rγ. Зi збiльшенням z1 у межах lR

iнтенсивнiсть поступово змiнюється вiд асимптотичного (z � lF ) значення для

необмеженої кристалiчної мiшенi (що визначається iнтегралом (2.13) iз виразом

(2.10), усередненим за швидкими осциляцiями функцiї e−iz1/lF ) до типового

значення для електрона з кулонiвським полем, який налiтає на необмежений

у поперечному напрямку ультратонкий кристал (що визначається виразами

(2.13) та (2.4)). Рiзниця мiж цими значеннями зростає зi збiльшенням енергiї

електронiв.

Зауважимо, що рiзка змiна dWint/dz1 при z1 = R/ϑ0 = 100 см на рис. 2.11

пов’язана з наближеною формою (2.23) функцiї FR, що вiдповiдає розгляду

ПВ вiд аморфної мiшенi в рамках геометричної оптики. При цьому значення

z1 = R/ϑ0 є мiнiмальним, при якому починає проявлятися обмежений розмiр

мiшенi.

2.4. Дифраговане перехiдне випромiнювання «напiвголого»

електрона у товстiй кристалiчнiй мiшенi

Вступнi зауваження. У попереднiх пiдроздiлах було дослiджено мо-

дифiкацiю когерентного рентгенiвського випромiнювання високоенергетичного

електрона в ультратонкому кристалi в результатi попереднього проходження

ним крiзь товсту аморфну мiшень. Розглянуте випромiнювання складалося

з сильно iнтерферуючих (через малу товщину кристала) компонент ДПВ i

ПРВ, якi не можна було вiдокремити одну вiд одної. У цьому та наступному
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пiдроздiлах ми розглянемо дещо iншу постановку задачi, яка є бiльш зручною

для експериментального дослiдження впливу еволюцiї поля навколо електрона

на характеристики його КРВ у кристалi. Ми, як i ранiше, будемо застосовувати

товсту аморфну мiшень, щоб «роздягнути» частинку, але вивчати будемо ДПВ

у геометрiї Брегга, що випромiнюється у кристалi достатньо великої товщини,

який так само розташовується далi за рухом електрона на певнiй вiдстанi вiд

аморфної мiшенi. Таке випромiнювання утворюється в тонкому шарi поблизу

поверхнi кристала, крiзь яку частинка влiтає до нього, товщина якого визна-

чається довжиною екстинкцiї рентгенiвських променiв у кристалi (товщина

кристала буде вважатися такою, що помiтно перевищує цю довжину). Таким

чином, характеристики цього випромiнювання чутливi до стану поля електрона,

що налiтає, як i в розглянутому ранiше випадку надтонкого кристала. Це, зви-

чайно, не стосується ПРВ, яке зазвичай утворюється у значно бiльш товстому

шарi кристала, нiж довжина екстинкцiї. Але, як було зазначено у пiдроздiлi

1.3, у товстому кристалi можна знехтувати iнтерференцiєю ДПВ з ПРВ та

розглядати цi типи випромiнювання окремо. Можливiсть вiдокремлення внескiв

ДПВ i ПРВ один вiд одного в даному випадку зумовлена, в першу чергу, суттєво

рiзною кутовою шириною їх рефлексiв (для випадку налiтаючого електрона з

кулонiвським полем така ширина становить ∼ γ−1 для ДПВ та ∼ ωp/ω для

ПРВ). Крiм того, при γ � ω/ωp iнтенсивнiсть ПРВ виходить на насичення, тодi

як iнтенсивнiсть ДПВ продовжує зростати зi збiльшенням γ. Завдяки цьому,

ДПВ стає домiнуючим при великих енергiях частинок, принаймнi, при кутах

спостереження ϑ� ωp/ω.

Зазначимо, що ДПВ з декiлькох послiдовно розташованих мiшеней ви-

вчалося як теоретично, так i експериментально, наприклад, у серiї робiт [214,

305, 306]. Однак основну увагу в цих роботах було здебiльшого придiлено метi

розвитку iнтенсивних джерел рентгенiвських фотонiв на базi комбiнованого

випромiнювання, що складається з ДПВ та ПРВ, у багатошарових структурах.

У даному пiдроздiлi ми вивчаємо еволюцiю характеристик ДПВ (як-от його
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кутовий розподiл та iнтегральна iнтенсивнiсть) зi змiною вiдстанi мiж мiшенями

в межах довжини формування. При цьому розглянуто рiзноманiтнi орiєнтацiї

кристалiчної мiшенi та обговорюються оптимальнi умови для експерименталь-

ного спостереження даного ефекту.

2.4.1. Дифраговане перехiдне випромiнювання при похилiй орi-

єнтацiї кристалiчної мiшенi

Розглянемо властивостi ДПВ у геометрiї, зображенiй на рис. 2.12, коли

кристалiчна мiшень має певний нахил θB вiдносно осi z. У випадку, якщо

кристалографiчнi площини, на яких вiдбувається дифракцiя, є паралельними

поверхнi кристала (такий випадок ми i будемо розглядати), подiбний нахил

дозволяє ДПВ уникнути проходження крiзь аморфну мiшень на шляху до

детектора. Для визначення iнтенсивностi ДПВ, по-перше, необхiдно обчислити

поле перехiдного випромiнювання всерединi кристала, яке зазнає дифракцiї. Це

можна зробити, використовуючи вираз (1.10) для поля, що падає на кристал, та

граничнi умови на його поверхнi, якi передбачають безперервнiсть тангенцiйних

компонент електричного поля та нормальних компонент електричної iндукцiї.

Враховуючи близькiсть дiелектричної проникностi кристала до одиницi в дiапа-

зонi частот, що розглядається (~ω становить декiлька кеВ), можна наближено

вважати, що остання умова констатує безперервнiсть нормальних компонентiв

електричного поля на поверхнi кристала. Таким чином, обидвi зазначенi грани-

чнi умови зводяться до безперервностi вектора сумарного електричного поля на

поверхнi мiшенi. Однак у даному випадку, на вiдмiну вiд ситуацiї, розглянутої

у пiдроздiлi 2.2, таку граничну умову, через нахил поверхнi кристала, можна

записати не для всiєї поверхнi в цiлому, а окремо для кожної точки на цiй

поверхнi, що вiдповiдає певнiй величинi вектора ρ.

Поле всерединi кристала складається з поля перехiдного випромiнювання

та власного поля електрона. Перше можна представити у загальному виглядi
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Рис. 2.12. Проходження електрона крiзь товсту аморфну мiшень та подальше
його падiння на кристал iз випромiненням ДПВ.

[42] як

Etr(ω, r) =

∫
d2qEtr(ω,q)eiz

√
ω2ε−q2+iqρ, (2.25)

тодi як друге визначається виразом 1.4. Рiвняння лiвої поверхнi кристала можна

подати у виглядi z = z(ρ) = l+ρexctgθB, де ex — одиничний вектор у напрямку

осi x. Гранична умова призводить до наступного виразу для поля перехiдного

випромiнювання в безпосереднiй близькостi вiд поверхнi кристала для певного

значення ρ:

Etr(ω,ρ) =
ie

π

∫
d2qqf(q,ρ)eiqρ, (2.26)

де

f(q,ρ) = G(q, ωp)e
iωz(ρ)/v −G(q, ηp)e

iz(ρ)
√
ω2−q2,
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G(q, x) = 1/(q2 + x2 + ω2/γ2)− 1/(q2 + ω2/γ2).

Використовуючи (1.6) та (2.26), для спектральної густини електромагнi-

тної енергiї, пов’язаної з перехiдним випромiнюванням отримуємо:

dWtr(ω)

dω
=

∫
d2ρd2qd2q′qq′f(q,ρ)f ∗(q′,ρ)/4π2. (2.27)

Множники в пiдiнтегральному виразi в (2.27), що мiстять G(q, ωp)G(q′, ηp)

та вiдповiдну комплексно спряжену величину, мiстять експоненти типу

eiρexctgθB(ω/v−
√
ω2−q2). В ультрарелятивiстському випадку для значень q, що

роблять основний внесок у (2.26), справедлива умова q � ω. Вона iлюструє

той факт, що перехiдне випромiнювання генерується переважно пiд невеликими

кутами вiдносно швидкостi частинок (а саме q/ω ∼ 1/γ). Таким чином,

зазначена експонента може бути записана як eiρexctgθB(γ−2+q2/ω2)ω/2. Характерний

поперечний розмiр кулонiвського поля електрона у вакуумi становить порядка

γ/ω. Тому ефективнi значення виразу в показнику експоненти не перевищують

ctgθB/γ. Вiдповiдно, якщо нахил кристалiчної мiшенi задовольняє умовi θB �

1/γ, яку ми надалi вважатимемо дiйсною, зазначену експоненту можна вважати

такою, що дорiвнює одиницi. У цьому випадку iнтеграли в (2.27) за ρ i q′ можна

просто обчислити, що дає:

dWtr(ω)

dω
=
e2

π2

∫
d2qq2

{
G2(q, ωp) +G2(q, ηp)− (2.28)

2G(q, ωp)G(q, ηp) cos[ωl(γ−2 + q2/ω2)/2]

}
.

Записуючи поперечну складову q хвильового вектора перехiдного випромiню-

вання як q = ωβ (тут ми застосовуємо наближення ε ≈ 1 для дiелектричної

проникностi кристала) з (2.28) можна безпосередньо отримати спектрально-
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кутовий розподiл енергiї випромiнювання:

d2Wtr(ω)

dωdo
=
e2β2

π2

{
G2

1(β, ωp) +G2
1(β, ηp)− (2.29)

2G1(β, ωp)G1(β, ηp) cos[ωl(γ−2 + β2)/2]

}
,

де G1(β, x) = (β2 + γ−2 + x2/ω2)−1 − (β2 + γ−2)−1, а β є кутом мiж напрямком

спостереження та вiссю z.

Кутовий розподiл ДПВ можна отримати за допомогою процедури, описа-

ної у пiдроздiлi 1.3, тобто помноживши (2.29) на коефiцiєнт вiдбиття кристала

R(ω) та iнтегруючи отриманий вираз за ω з використанням спiввiдношення

(1.33). В результатi для кутового розподiлу кiлькостi фотонiв ДПВ отримуємо

наступний вираз:

dN

dΩ
=

16α|χg|
3π2

(
ωB
cg

)2

(ϑ2
⊥ + | cosφ|ϑ2

||)

{
G2

1(ϑ, ωp)

+G2
1(ϑ, ηp)− 2G1(ϑ, ωp)G1(ϑ, ηp) cos(l/lF )

}
, (2.30)

де lF = 2cω−1
B /(γ−2 + ϑ2) — довжина формування випромiнювання, а у функцiї

G1 треба покласти ω = ωB. Для зручностi у виразi (2.30) швидкiсть свiтла c

було вiдновлено. Також тут ϑ||, ϑ⊥ � 1 є компоненти кута випромiнювання ϑ

(що вiдраховується вiд напрямку Брегга φ = 2θB), вiдповiдно паралельна та

перпендикулярна до площини векторiв v i g.

Далi ми будемо робити оцiнки для площини (220) кристала кремнiю,

для якого числове значення (1.33) при P = 1 становить 7.45 × 10−5. Воно не

залежить вiд орiєнтацiї кристала та вiд ωB (ω2
B у явному виразi для величини

χg скорочується з ω2
B у множнику перед нею).

На рис. 2.13 показано приклади кутового розподiлу ДПВ для випадку

чистої перпендикулярної поляризацiї (ϑ|| = 0) при рiзних значеннях довжини

шляху частинки l мiж мiшенями (суцiльнi лiнiї). Енергiя електронiв вибрана
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Рис. 2.13. Кутовий розподiл кiлькостi фотонiв ДПВ для рiзних вiдстаней l мiж
мiшенями при ϑ|| = 0. Енергiя електронiв дорiвнює 10 ГеВ.

такою, що дорiвнює 10 ГеВ. У наведеному дiапазонi кутiв (ωBϑ⊥ � ωp, ηp) цi

розподiли не залежать вiд кута нахилу кристалiчної мiшенi. Для порiвняння

пунктирна лiнiя показує вiдповiдний розподiл ДПВ [65, 66, 209] у випадку

налiтаючого електрона з кулонiвським полем (за вiдсутностi аморфної мiшенi).

Звiдси видно, що при l < lF (lF обчислено для ϑ = 1/γ) кутовий розподiл ДПВ

є набагато ширшим, нiж звичний розподiл (1.35) iз положенням максимуму при

ϑ = 1/γ (у випадку γ � ωB/ωp). Зi збiльшенням l положення головного макси-

муму змiщується до менших значень ϑ⊥, а амплiтуда додаткових максимумiв

зростає. При l � lF розподiл приймає характер швидких осциляцiй. У цьому

випадку, з практичної точки зору, має сенс усереднити цей розподiл за малими

iнтервалами кутiв спостереження. Така асимптотична середня поведiнка кiль-

костi випромiнених квантiв представлена на рисунку за допомогою штрихової

лiнiї.

Як показано на рисунку, при l � lF iнтенсивнiсть випромiнювання

помiтно перевищує iнтенсивнiсть, характерну для електрона з кулонiвським

полем (пунктирна лiнiя). Як i на рис. 2.7, це вiдбувається завдяки додатковому

внеску перехiдного випромiнювання вiд аморфної мiшенi, яке зазнає дифракцiї
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Брегга в кристалi. При z < lF поле цього випромiнювання, що перебуває на

етапi формування, не може бути вiдокремлене вiд власного кулонiвського поля

електрона. Деструктивна iнтерференцiя цих полiв призводить до пригнiчення

власного поля електрона i викликає ефект «напiвголостi» частинки. При z > lF

зазначена iнтерференцiя зникає, i ми маємо справу з некогерентною сумою

внескiв з боку власного поля електрона та поля перехiдного випромiнювання.

У промiжному дiапазонi вiдстаней ωB/η
2
p � z � γ2/ωB, що вiдповiдає

областi придатностi виразу (1.15), кутовий розподiл ДПВ (2.30) можна спрости-

ти. У цьому випадку характернi значення кутiв випромiнювання ϑ� 1/γ. При

достатньо високих енергiях електронiв (γ � ωB/ωp) такi кути все ще набагато

меншi, нiж ωp/ωB (а також ηp/ωB). Завдяки цьому, G1(ϑ, ωp) ≈ G1(ϑ, ηp) ≈ ϑ−2,

i (2.30) перетворюється на

dN

dΩ
=

16α|χg|
3π2

(
ωB
cg

)2 4(ϑ2
⊥ + | cosφ|ϑ2

||)

ϑ4
sin2

(
ωBlϑ

2

4c

)
. (2.31)

На основi цього виразу можна вивести формулу для кута, що вiдповiдає поло-

женню основного максимуму кутового розподiлу випромiнювання у розглянутiй

областi l. Для простоти розглянемо випромiнювання з чистою перпендикуляр-

ною поляризацiєю (ϑ|| = 0). У цьому випадку положення ϑ⊥ = ϑm головного

максимуму розподiлу (2.31) визначається трансцендентним рiвнянням tgx = 2x,

де x = ωBlϑ
2
m/4c. Його числовий розв’язок дає

ϑm(l) ≈

√
4.66c

ωBl
. (2.32)

Такий же результат, природно, є справедливим i для випадку чистої

паралельної поляризацiї випромiнювання (ϑ⊥ = 0). Вiн також є дiйсним для

довiльної поляризацiї при | cosφ| ≈ 1, що має мiсце, якщо θB є близьким до

π/2 або до нуля, за умови якщо виконується нерiвнiсть θB � 1/γ. У цьому

випадку ϑm — це значення ϑ, що вiдповiдає максимуму майже азимутально
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Рис. 2.14. Еволюцiя положення максимуму кутового розподiлу ПРВ зi
збiльшенням l для двох значень плазмової частоти аморфної мiшенi ηp. Енергiя
електронiв дорiвнює 10 ГеВ.

симетричного розподiлу ДПВ.

На рис. 2.14 показано залежнiсть ϑm вiд l. Тут зображено результат

числового розрахунку для випадку ϑ|| = 0 (як на рис. 2.13) i θB = 75◦ (що

вiдповiдає ωB ≈ 3.343 кеВ) на основi (2.30) для довiльного l, який добре

узгоджується з (2.32) в областi, де ця формула може бути застосована. Для

обраної енергiї електронiв (10 ГеВ) довжина формування при ϑ = 0 наразi

становить lF ≈ 4.5 см. З рисунку видно, що при великих енергiях електронiв

зi змiною вiдстанi мiж мiшенями значення ϑm зазнає змiни на кiлька порядкiв.

При дуже малих значеннях l ця змiна не є монотонною. При l� lF значення ϑm

перестає характеризувати кутовий розподiл, оскiльки, як було сказано ранiше,

у цьому випадку dN/dΩ має багато максимумiв i приймає характер швидких

осциляцiй. Однак пiсля усереднення за такими осциляцiями положення макси-

муму (єдиного) приймає значення 1/γ, як показано на рис. 2.13.

Граничне значення ϑm при l → 0 однозначно визначається величинами

ωp, ηp i ωB i може бути за потреби легко отримане з (2.30). Варто зазначити,

що у розглянутому випадку похилої кристалiчної мiшенi досить малi значення
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Рис. 2.15. Залежнiсть iнтегрального виходу ДПВ вiд l для енергiї електронiв
100 ГеВ та кута аксептансу 2ϑ0 = 2 мрад. Розрахунок проведено на основi (2.30)
для θB = 75◦. Штрихова лiнiя — асимптотичне значення при l� lF . Пунктирна
лiнiя — iнтенсивнiсть ДПВ за вiдсутностi аморфної мiшенi.

l, безумовно, експериментально недосяжнi i представляють лише теоретичний

iнтерес. Однак ситуацiя є iншою у дещо модифiкованiй постановцi цiєї задачi,

що розглядається в секцiї 2.4.2. У зазначенiй секцiї бiльш докладно вивчається

випадок геометрiї випромiнювання назад, у якому на шляху до детектора ДПВ

повинно перетинати аморфну мiшень. Така геометрiя дозволяє, в принципi,

проводити вимiрювання при довiльних значеннях l.

Так само, як i в роздiлi 2.2, еволюцiя поля електрона пiсля його вильоту

з аморфної мiшенi у процесi, що розглядається, може бути найбiльш наочно

представлена при вивченнi залежностi iнтенсивностi ДПВ, проiнтегрованої за

кутами спостереження, вiд вiдстанi l мiж мiшенями. На рис. 2.15 показано

результат такого iнтегрування розподiлу (2.30) в iнтервалi −ϑ0 < ϑ⊥, ϑ|| < ϑ0,

з ϑ0 = 200/γ. Енергiя електронiв вибирана такою, що дорiвнює 100 ГеВ, тому

дiапазон змiни ϑ⊥ i ϑ|| становить 2 мрад. Рисунок засвiдчує помiтне зростання

iнтенсивностi ДПВ зi збiльшенням вiдстанi мiж мiшенями до l ∼ lF . У випадку,

що обговорюється, lF ≈ 4.5 м (для ϑ = 0).

На основi (2.31) можна отримати простий аналiтичний вираз для iнте-
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гральної iнтенсивностi ДПВ у промiжному дiапазонi вiдстаней ω/η2
p � z �

γ2/ω. Для додаткового спрощення припустимо, що наближення | cosφ| ≈ 1 є

дiйсним. У цьому випадку, iнтегруючи (2.31) за ϑ до ϑ = ϑ0, для зазначеної

iнтенсивностi отримуємо:

N(l, ϑ0) =
32α|χg|

3π

(
ωB
cg

)2{
Γ + ln

ωBlϑ
2
0

2c

}
, (2.33)

де Γ ≈ 0.577 — стала Ейлера, а також вважається, що ϑ0 � 1/γ. Цей

вираз свiдчить про логарифмiчний характер зростання iнтенсивностi ДПВ, що

вiдображає аналогiчний характер збiльшення потоку електромагнiтної енергiї

(1.15) в областi мiж мiшенями.

2.4.2. Дифраговане перехiдне випромiнювання у геометрiї випро-

мiнювання назад

Розглянемо обговорений ранiше процес ДПВ у випадку, коли θB = π/2,

або є близьким до цього значення, а мiшенi паралельнi одна однiй. Цей випадок

представляє особливий iнтерес, оскiльки вiн надає принципову можливiсть

проводити вимiрювання при довiльних вiдстанях l мiж мiшенями. Ранiше

для простоти ми вважали аморфну мiшень достатньо товстою i що ДПВ не

проходить крiзь неї на шляху до детектора. У випадку, що розглядається

тепер, випромiнювання генерується у зворотному напрямку вiдносно швидкостi

частинки, i таке проходження стає неминучим. Тепер аморфна мiшень повинна

бути досить тонкою, щоб дозволити значнiй частинi ДПВ вийти назовнi, але

в той же час достатньо товстою, щоб «роздягнути» електрон. Це означає, що

значення товщини цiєї мiшенi L має лежати мiж довжиною формування випро-

мiнювання всерединi неї, яку ми позначимо як LF , та довжиною поглинання

ДПВ Labs в мiшенi.

Для зручностi виберемо початок осi z на лiвiй поверхнi аморфної мiшенi.
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У випадку, що розглядається, перехiдне випромiнювання з цiєї поверхнi не

дуже суттєво поглинається всерединi мiшенi, i при обчисленнях сумарного

поля в цьому процесi слiд також брати до уваги граничну умову при z = 0.

Враховуючи це та виконуючи процедуру, аналогiчну до тої, що була описана в

попереднiй секцiї, для поля перехiдного випромiнювання всерединi кристала в

безпосереднiй близькостi вiд його поверхнi (z ≈ L+ l) отримуємо:

Etr(ω,ρ) =
ie

π
eiω(L+l)/v

∫
d2qqeiqρ

{
G(q, ωp) (2.34)

−G(q, ηp)e
−iωl(γ−2+q2/ω2)/2

(
1− e−L[iω(γ−2+(q2+η2p)/ω2)+σ]/2

)}
,

де σ — коефiцiєнт поглинання енергiї випромiнювання при частотi ω. Викори-

стовуючи (2.34), (1.6) та (1.33), можна отримати вираз для кутового розподiлу

ДПВ (пiсля його проходження крiзь аморфну мiшень) у цьому випадку:

dN

dΩ
=

16α|χg|
3π2

(
ωB
cg

)2

e−Lσϑ2

{
G2

1(ϑ, ωp) (2.35)

+G2
1(ϑ, ηp)

[
1 + e−Lσ − 2e−Lσ/2 cos(L/LF )

]
−2G1(ϑ, ωp)G1(ϑ, ηp)

[
cos

(
l

lF

)
− e−Lσ/2 cos

(
l

lF
+

L

LF

)]}
,

де LF = 2ω−1
B /(γ−2 + ϑ2 + η2

p/ω
2
B) — довжина формування всерединi аморфної

мiшенi.

Аналогом виразу (2.33), що наближено описує еволюцiю iнтегральної

iнтенсивностi ДПВ у дiапазонi вiдстаней ωB/η2
p � z � γ2/ωB, у цьому випадку

є:

N(l, ϑ0) =
32α|χg|

3π

(
ωB
cg

)2

e−Lσ
{

[ln(γϑ0)− 1/2]e−Lσ

+

[
1− e−Lσ/2 cos

(
Lη2

p

2ωBc

)][
Γ + ln

ωBlϑ
2
0

2c

]
− π

2
e−Lσ/2 sin

(
Lη2

p

2ωBc

)}
. (2.36)

Для чисельних оцiнок будемо вважати, що аморфна мiшень складається



135

l=0.3lF

lplF H L

l=0.1lF

L = 5 pLF º 28

0.0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5
0

5

10

15

20

25

J H L

d
N
êd
W

H
êH
e
-

LL

Рис. 2.16. Кутовий розподiл кiлькостi фотонiв ДПВ для геометрiї випромiню-
вання назад i берилiєвої лiвої мiшенi товщиною L = 5πLF ≈ 28 мкм. Енергiя
електронiв дорiвнює 10 ГеВ. Кривi мають те саме значення, що й на рис. 2.13.

з берилiю. Такий варiант дуже добре пiдходить, оскiльки в цьому випадку

маємо Labs ≈ 320 мкм та LF ≈ 2ωBc/η
2
p ≈ 1.8 мкм i є величезний промiжок

мiж цими величинами, у якому може лежати значення L. Тут ми використали

ηp = 26.1 еВ, а також ωB = 3.229 кеВ, що вiдповiдає 2θB = π. Оцiнку LF

виконано для ϑ � ηp/ωB. Вирази (2.35) та (2.36) демонструють осциляцiйну

залежнiсть вiд товщини аморфної мiшенi. Цi формули свiдчать, що природно

очiкувати найбiльшої iнтенсивностi ДПВ при L ≈ (2n + 1)πLF , де n — цiле

число. На рис. 2.16 показано кутовi розподiли числа фотонiв ДПВ для випадку

L = 5πLF ≈ 28 мкм. Для зручностi кривi представленi для тих же значень l,

що й на рис. 2.13. Звiдси видно, що в даному випадку кутовий розподiл ДПВ є

аналогiчним тому, що має мiсце для похилої кристалiчної мiшенi. Вiдмiннiсть

мiж цими розподiлами, однак, є значною при ϑ ∼ 1/γ через вплив лiвої

поверхнi берилiєвої мiшенi. Ба бiльше, у розглянутому випадку iнтенсивнiсть

випромiнювання помiтно вище.

Кривi, що зображують еволюцiю iнтенсивностi ДПВ у цьому випадку,

показанi на рис. 2.17. Тут представлено три випадки, що вiдповiдають товщи-
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Рис. 2.17. Залежнiсть iнтегральної iнтенсивностi ДПВ вiд l для енергiї
електрона 100 ГеВ i кута аксептансу 2ϑ0 = 2 мрад у геометрiї випромiнювання
назад. Розрахунок виконано для берилiєвої лiвої мiшенi товщиною L = 5πLF ≈
28 мкм (товста суцiльна лiнiя), L = 15πLF ≈ 84 мкм (тонка суцiльна лiнiя) i
L = 6πLF ≈ 33.5 мкм (штрих-пунктирна лiнiя). Пунктирна лiнiя — те саме, що
й на рис. 2.15.

нам берилiєвої мiшенi L = 5πLF , L = 15πLF i L = 6πLF . Для перших двох

значень L, якi є окремими випадками для L ≈ (2n + 1)πLF , спостерiгається

помiтна змiна iнтенсивностi ДПВ у межах l ∼ lF . Для третього значення L, як

i для аналогiчних значень L ≈ 2nπLF (за умови L � Labs), вплив берилiєвої

мiшенi дуже малий. У цьому випадку внески вiд обох поверхонь цiєї мiшенi

майже скорочуються внаслiдок деструктивної iнтерференцiї, а iнтенсивнiсть

ПРВ близька до iнтенсивностi за вiдсутностi цiєї мiшенi. Тому для того,

щоб спостерiгати зростання iнтенсивностi ДПВ зi збiльшенням l похибка у

визначеннi товщини берилiєвої мiшенi повинна бути помiтно меншою, нiж πLF ,

що в даному випадку становить приблизно 5.5 мкм.
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Висновки до роздiлу 2

Результати дослiджень, представлених у даному роздiлi опублiковано в

статтях [1–3]. Серед основних результатiв в якостi висновкiв можна видiлити

наступнi:

• Побудовано кiнематичну теорiю когерентного рентгенiвського випро-

мiнювання (КРВ) релятивiстського електрона в ультратонкому кристалi. По-

казано, що в такому кристалi не можна вiддiлити один вiд одного внески

вiд дифракцiї на кристалiчних площинах вiртуальних фотонiв власного поля

електрона (ПРВ) та реальних фотонiв перехiдного випромiнювання (ДПВ), що

генерується при вльотi частинки в кристал, через їх суттєву iнтерференцiю.

Обчислено кутову ширину монохроматичного пiку випромiнювання в даному

випадку.

• Дослiджено модифiкацiю спектрально-кутового розподiлу та iнте-

гральної iнтенсивностi КРВ у надтонкому кристалi внаслiдок попередньої

взаємодiї електрона з речовиною, прикладом якої обрано товсту аморфну

мiшень. Показано, що зi збiльшенням вiдстанi мiж аморфною та кристалiчною

мiшенями має мiсце поступова змiна спектрально-кутового розподiлу КРВ та

логарифмiчне зростання його iнтенсивностi. При достатньо високих енергiях

електрона таке зростання вiдбувається в межах великих макроскопiчних вiд-

станей мiж мiшенями, а кутове положення максимуму розподiлу зазнає змiни

на декiлька порядкiв величини.

• Спецiальну увагу придiлено вивченню впливу обмеженого поперечного

розмiру кристалiчної мiшенi на характеристики КРВ у розглянутому процесi.

Показано, що на практицi такий розмiр проявляється здебiльшого при вiдстанях

z1 мiж мiшенями, що суттєво перевищують довжину формування i можуть

бути макроскопiчно великими навiть при не дуже високих енергiях електронiв

(менших за 1 ГеВ). Це призводить до поступового зменшення iнтенсивностi

випромiнювання зi збiльшенням z1, внаслiдок чого ця iнтенсивнiсть набуває



138

значення, типового для налiтаючого електрона з кулонiвським полем.

• Показано, що еволюцiя поля навколо електрона пiсля проходження

ним товстої аморфної мiшенi впливає на характеристики ДПВ при подальшому

падiннi частинки на товсту кристалiчну мiшень подiбно до того, як це має мiсце

для КРВ у надтонкому кристалi. Виведено аналiтичнi вирази для кутового

розподiлу та iнтегральної iнтенсивностi ДПВ у цьому випадку, а також їх простi

наближення. Розглянуто випадок геометрiї випромiнювання Брегга при майже

довiльнiй орiєнтацiї кристала. Особливу увагу придiлено випадку геометрiї

випромiнювання назад, коли ДПВ має проходити крiзь аморфну мiшень на

шляху до детектора.
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РОЗДIЛ 3

ЕФЕКТИ ДОВЖИНИ ФОРМУВАННЯ В ПЕРЕХIДНОМУ I

ХАРАКТЕРИСТИЧНОМУ ВИПРОМIНЮВАННI ЕЛЕКТРОНIВ

У попередньому роздiлi було дослiджено модифiкацiю характеристик ко-

герентного рентгенiвського випромiнювання ультрарелятивiстського електро-

на, спричинену ефектами, що пов’язанi з великим розмiром довжини формува-

ння, в межах якої вiдбувається вiдновлення поля частинки пiсля її вильоту з

речовини. Подiбнi ефекти можуть також призводити й до суттєвої модифiкацiї

характеристик iнших видiв поляризацiйного випромiнювання частинки, що ма-

ють велику практичну цiннiсть для фiзики детекторiв та проблем дiагностики

пучкiв. У даному роздiлi ми вивчаємо прояв зазначених iнтерференцiйних

ефектiв у перехiдному та характеристичному випромiнюваннi електронiв.

Як зазначалося, перехiдне випромiнювання в мiлiметровому дiапазонi

довжин хвиль λ є зручним iнструментом для проведення дiагностики поздов-

жнього розмiру пучкiв та просторового розподiлу частинок у них. Однак при

цьому, завдяки вiдносно великим λ, що розглядаються, довжини формува-

ння можуть набувати макроскопiчно великих розмiрiв навiть при не дуже

великих енергiях частинок у декiлька десяткiв МеВ. Це часто призводить

до необхiдностi проведення вимiрювань у ближнiй зонi, де характеристики

ПВ суттєво вiдрiзняються вiд таких характеристик у хвильовiй зонi. Як було

показано в [103], такий ефект ближньої зони можна усунути1, якщо проводити

вимiрювання з використанням великого параболiчного металевого дзеркала, що

збирає ПВ у точцi свого фокуса, де знаходиться детектор випромiнювання (див.

рис. 3.2 нижче). Отриманий при цьому кутовий розподiл випромiнювання вияв-

ляється таким, що дорiвнює розподiлу, який реєструється точковим детектором

1Це є зручним (наприклад, для дiагностики пучкiв) оскiльки розподiл випромiнювання (1.17) у хвильовiй зонi не залежать

вiд частоти та вiдстанi мiж детектором i мiшенню, на вiдмiну вiд розподiлу (1.18) в ближнiй зонi.
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у хвильовiй зонi (про причини цього див. детальнiше в секцiї 3.1). Це має мiсце

за умов, коли радiус дзеркала ρ0 значно перевищує характерний лiнiйний розмiр

дiлянки на поверхнi мiшенi lT ∼ γλ/2π, що вiдповiдає за формування ПВ. Крiм

того, зазначене дзеркало може використовуватися просто з метою збiльшення

iнтенсивностi сигналу (що зазвичай є актуальним завданням при реєстрацiї

такого низькоiнтенсивного типу випромiнювання, яким є ПВ) шляхом фоку-

сування випромiнювання в точцi розташування детектора [307].

При достатньо високих енергiях електронiв вiдстань lT стає макроскопi-

чно великою i може перевищити розмiри фокусуючого дзеркала (наприклад,

така ситуацiя має мiсце в експериментi [5] з дослiдження ПВ «напiвголого»

електрона, що наразi готується в IJCLab, м. Орсе, Францiя). При цьому

ефект ближньої зони зникає не повнiстю i виникає необхiднiсть коректно

описувати результати вимiрювань для довiльного значення ρ0. Така задача

ранiше не розглядалася, i пiдроздiл 3.1 присвячено побудовi аналiтичного опису

спектрально-кутового розподiлу ПВ, що реєструється в даному випадку.

Решта пiдроздiлiв даного роздiлу присвячена дослiдженню рентгенiвсько-

го випромiнювання електронiв високих енергiй у багатошарових перiодичних

мiшенях (радiаторах), що складаються з великої кiлькостi паралельних тонких

фольг. У пiдроздiлi 3.2 вивчається рентгенiвське ПВ у таких мiшенях. В усiх

попереднiх роботах, присвячених цьому питанню, це випромiнювання розгляда-

лося як таке, що генерується окремими частинками i не вивчався вплив на його

характеристики поперечного розмiру пучка налiтаючих частинок та розподiлу

частинок у цьому пучку. Таким впливом можна знехтувати, якщо розмiр актив-

ної областi детектора випромiнювання значно перевищує зазначений розмiр

пучка (зокрема, це має мiсце при вимiрюваннi спектрального розподiлу ПВ,

проiнтегрованого за кутами випромiнювання). Ситуацiя вiдрiзняється, якщо

радiатор використовується для отримання вузько колiмованого пучка фотонiв,

коли реєструються лише фотони, якi вилiтають в межах дуже малого iнтервалу

кутiв. Це вiдповiдає ситуацiї, коли вимiрювання виконується з використанням
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детектора, що має достатньо малу площу активної областi та розташований

достатньо далеко вiд радiатора. При цьому результати вимiрювання можуть

помiтно вiдрiзнятися вiд таких, що передбачаються теорiєю випромiнювання

окремих частинок. У пiдроздiлi 3.2 ми узагальнюємо таку теорiю на випадок

довiльного (аксiально симетричного) поперечного розподiлу частинок у пучку

та довiльного поперечного розмiру детектора. Такий пiдхiд, зокрема, дає

можливiсть врахувати вплив неоднорiдностi поперечного розподiлу частинок у

пучку, що може виникати в експериментi, на характеристики випромiнювання.

Спецiальну увагу придiлено дослiдженню ефекту посилення iнтенсивностi ПВ

внаслiдок конструктивної iнтерференцiї внескiв окремих фольг при певному

оптимальному перiодi мiшенi. Такий ефект може бути використано для дося-

гнення помiтного посилення iнтенсивностi ПВ у випадку, коли багатошарова

мiшень використовується як джерело вузькоколiмованого пучка фотонiв.

У пiдроздiлi 3.3 ми дослiджуємо характеристичне рентгенiвське випромi-

нювання (ХРВ) електронiв високих енергiй у багатошаровiй мiшенi. При цьому

значну увагу придiлено вивченню процесу iонiзацiї електронами атомних K-

оболонок у такiй мiшенi, який є джерелом виникнення ХРВ. Iнтерес до такого

дослiдження викликано тiєю обставиною, що еволюцiя електромагнiтного поля

навколо електрона при його русi всерединi багатошарової мiшенi є набагато

бiльш рiзноманiтною, нiж у ситуацiї, коли частинка проходить крiзь одну

тонку фольгу, що розглядалася в багатьох попереднiх роботах (див. пiдроздiл

1.4). Тому в багатошарових мiшенях природно очiкувати прояву нових ефектiв

у iонiзацiї K-оболонок та ХРВ. Зокрема, ми показуємо, що в цих мiшенях

поперечний перерiз такої iонiзацiї, усереднений за товщиною мiшенi, може бути

у кiлька разiв бiльший, нiж вiдповiдний перерiз на переднiй поверхнi (тiй, яку

електрон перетинає при вльотi до фольги) однiєї фольги, де ефект густини

вiдсутнiй. Це є одним iз факторiв, якi призводять до значного пiдвищення

iнтенсивностi ХРВ у багатошаровiй мiшенi порiвняно з випадком проходження

електроном однiєї фольги, товщина якої дорiвнює сумарнiй товщинi мiшенi. Цей
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результат дозволяє розглядати ХРВ частинок високої енергiї в багатошарових

мiшенях як перспективне i зручне джерело рентгенiвських фотонiв.

3.1. Ефект ближньої зони при вимiрюваннi характеристик пе-

рехiдного випромiнювання мiлiметрового дiапазону з вико-

ристанням параболiчного дзеркала обмеженого розмiру

При вимiрюваннi кутового розподiлу спектральної густини перехiдного

випромiнювання можна видiлити два рiзнi пiдходи до цiєї проблеми. Перший

пiдхiд, який було описано в пiдроздiлi 1.2, полягає у вимiрюваннi просторового

розподiлу енергiї ПВ. При цьому використовується детектор дуже малого роз-

мiру (точковий детектор), який реєструє кiлькiсть енергiї випромiнювання, що

проходить крiзь дiлянку малої площi, яка розташована в певнiй точцi простору.

Iдея iншого пiдходу передбачає вимiрювання розподiлу енергiї випромiнювання

за компонентами з рiзними напрямками хвильового вектора, тобто розподiлу за

α = q/k, де α— кут мiж хвильовим вектором k та напрямком, що є дзеркальним

вiдображенням напрямку швидкостi електрона вiдносно поверхнi мiшенi (ми

вважаємо α � 1). Оберемо вiсь z вздовж цього напрямку. Тодi q, як i ранiше,

представлятиме собою компоненту хвильового вектора у площинi xy. Обидва

зазначенi пiдходи збiгаються, якщо вимiрювання проводиться у хвильовiй зонi

процесу випромiнювання (тобто, коли координата z детектора задовольняє

умовi z � γ2λ). Справдi, у хвильовiй зонi поле випромiнювання представляє

собою сферичну хвилю, що розходиться вiд точки падiння електрона на мiшень.

Напрямок хвильового вектора k у кожнiй точцi сферичного фронту такої хвилi

збiгається з напрямком радiус-вектора r цiєї точки, який бере початок у тiй

самiй точцi падiння електрона на мiшень (див. праву частину рис. 3.1). Отже, у

розглянутому випадку кути α = q/k i ϑ = ρ/z однаковi i розподiл випромiненої

енергiї за α збiгається з вiдповiдним розподiлом за ϑ.

Ситуацiя вiдрiзняється, якщо вимiрювання проводиться в ближнiй зонi,
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Рис. 3.1. Особливостi вимiрювання кутового розподiлу ПВ точковим детекто-
ром у ближнiй (лiва частина) та хвильовiй (права частина) зонах.

де координата z детектора задовольняє умовi z < γ2λ. Тут поле випромiню-

вання складається як зi сферично розбiжної хвилi (поле на поверхнi сфери

радiуса ct, як у випадку розсiювання частинки на великий кут), так i з частини

кулонiвського поля поза сферою. Останнє поле є суперпозицiєю хвиль з рiзними

напрямками хвильових векторiв у кожнiй точцi простору. Тому в ближнiй

зонi немає однозначної вiдповiдностi мiж положенням точки спостереження

та напрямком хвильового вектора випромiнювання в цiй точцi. Кожна точка

мiстить цiлий «пучок» хвильових векторiв з рiзними напрямками (див. лiву

частину рис. 3.1). Це призводить до вiдмiнностi результатiв, отриманих при

використаннi двох зазначених пiдходiв до вимiрювання розподiлу випромiню-

вання в ближнiй зонi.

Пiдхiд, пов’язаний iз вимiрюванням розподiлу випромiнювання за на-

прямками хвильових векторiв, не є лише теоретичною абстракцiєю. Вiн при-

родно реалiзується при використаннi рiзноманiтних фокусуючих приладiв у

процесi вимiрювання. Прикладом таких приладiв можуть бути звичайнi оптичнi

лiнзи або параболiчнi дзеркала. Як зазначалося, метою використання таких
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Рис. 3.2. Вимiрювання кутового розподiлу ПВ за допомогою параболiчного
дзеркала, у фокусi якого розташований точковий детектор.

приладiв може бути необхiднiсть позбавитися ефектiв ближньої зони при

проведеннi вимiрювань на вiдносно малiй вiдстанi вiд джерела випромiнювання

та для збiльшення iнтенсивностi сигналу. Далi в цьому пiдроздiлi ми скон-

центруємося на прикладi параболiчного металевого дзеркала, що є зручним

приладом для фокусування випромiнювання при роботi з ПВ у мiлiметровому

дiапазонi довжин хвиль (рис. 3.2). Таке дзеркало збирає всi хвилi з напрямком

хвильового вектора, паралельним своїй осi, у точцi фокуса (в якiй можна роз-

мiстити точковий детектор). Обертання такого дзеркала (тобто змiна напрямку

його вiсi) призводить до того, що в детектор потрапляють хвилi з рiзними

напрямками хвильових векторiв. Таким чином, кожний набiр хвиль iз заданим

значенням α = qc/ω зазначене дзеркало збирає докупи i вiдокремлює вiд хвиль

з iншими значеннями α. При цьому проводиться вимiрювання розподiлу енергiї

випромiнювання саме за напрямками хвильових векторiв.

Вираз для розподiлу випромiнювання за α, що вимiрюється за допомогою
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дзеркала в ближнiй зонi можна отримати наступним чином. Iнтегруючи (1.18)

за do = 2πϑdϑ (де ϑ = ρ/z), можна обчислити спектральну густину енергiї

випромiнювання, що падає на дзеркало (тобто енергiї, що проходить крiзь

кругову область у площинi z = z0, яка обмежена краєм дзеркала):

dW

dω
=

e2ω2

π2c3

∫
dΩ

{
α

α2 + γ−2
e−iz0ωα

2/2c

∫
dα′

α′2eiz0ωα
′2/2c

α′2 + γ−2

×
ρ0∫

0

dρρJ1(ωαρ/c)J1(ωα
′ρ/c)

}
. (3.1)

де dΩ = 2παdα. Якщо дзеркало має нескiнченний поперечний розмiр, (ρ0 →∞)

iнтеграл за ρ дорiвнює δ(α−α′)c2/ω2α, де δ(x) — δ-функцiя, i вираз (3.1) може

бути представлений у такiй формi:

dW

dω
=

e2

π2c

∫
dΩ

α2

(α2 + γ−2)2
, (3.2)

яка демонструє, що розподiл енергiї випромiнювання за напрямками α хвильо-

вих векторiв

dW

dωdΩ
=

e2

π2c

α2

(α2 + γ−2)2
(3.3)

дорiвнює кутовому (за ϑ) розподiлу ПВ (1.17), що реєструється точковим

детектором у хвильовiй зонi. Зауважимо, що для того, щоб у ближнiй зонi було

зареєстровано розподiл (3.3), дзеркало, звичайно, не має бути нескiнченно вели-

ким. Воно повинно лише помiтно перевищувати ефективний поперечний розмiр

lT ∼ γλ/2π областi, вiдповiдальної за формування випромiнювання на довжинi

хвилi, що розглядається. У цьому випадку вся енергiя, що випромiнюється з

вiдповiдною частотою, збирається дзеркалом, яке реєструє розподiл виду (3.3).

Поперечна довжина формування випромiнювання lT (яка визначається

характерним поперечним розмiром кулонiвського поля частинки) є пропор-
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цiйною як до енергiї налiтаючого електрона, так i до довжина хвилi ви-

промiнювання. Зi збiльшенням енергiї частинки або при бiльших значеннях

довжин хвиль ПВ, що розглядаються, lT може перевищити поперечний радiус

ρ0 дзеркала, що використовується для вимiрювання розподiлу ПВ у ближнiй

зонi. У цьому випадку виникає проблема вимiрювання кутового розподiлу

ПВ за допомогою дзеркала довiльного радiуса, який не можна розглядати

як нескiнченно великий. Розглянемо бiльш детально цей випадок i отримаємо

вирази для спектрально-кутового розподiлу випромiнювання, що реєструється

у цьому випадку.

Можна очiкувати, що зазначений спектрально-кутовий розподiл у цiй

ситуацiї визначається пiдiнтегральним виразом у (3.1) (виразом у фiгурних

дужках разом iз коефiцiєнтом перед iнтегралом за Ω) так само, як i у випадку

ρ0 → ∞. Однак це не так. Справа в тому, що при довiльних значеннях ρ0 цей

пiдiнтегральний вираз є комплексним i як його реальна, так i уявна частини

не є позитивно визначеними (цей вираз стає реальним i позитивним, яким i

має бути розподiл dW/dω, тiльки пiсля iнтегрування за dΩ). Ця обставина не

дозволяє розглядати такий вираз як кутовий розподiл спектральної густини

випромiнювання. Даний пiдiнтегральний вираз при певному значеннi α описує

не тiльки кiлькiсть енергiї, що пов’язана з хвилями, якi вiдповiдають даному

значенню α. Вiн також мiстить результат iнтерференцiї таких хвиль iз хвилями,

що мають iншi напрямки хвильових векторiв α′ у площинi z = z0. Така iнтер-

ференцiйна картина зникає пiсля усереднення за всiєю зазначеною площиною

(що включає iнтегрування в iнтервалi 0 < ρ0 < ∞). При цьому залишаються

лише «дiагональнi» члени (з α = α′), якi визначають густину енергiї при даному

значеннi α = α′, i ми отримуємо вираз (3.3) для спектрально-кутового розподiлу

ПВ.

Для довiльних значень ρ0 слiд використовувати дещо iнший пiдхiд

для обчислення кутового розподiлу спектральної густини ПВ за напрямками

хвильового вектора, що реєструється точковим детектором, розташованим у
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фокусi дзеркала. Такий пiдхiд полягає в обчисленнi частини енергiї випромi-

нювання з певною довжиною хвилi λ, яка вiдбивається дзеркалом кiнцевого

розмiру. Ця частина має бути представлена у виглядi iнтеграла за напрямками

хвильових векторiв (тобто за dΩ). У цьому випадку пiдiнтегральний вираз i

буде представляти собою розподiл, що розглядається.

Кiлькiсть енергiї, яка пов’язана з електромагнiтними хвилями з певним

хвильовим вектором k, зiбраними дзеркалом у точцi фокуса, можна обчислити

за допомогою наступного спрощеного способу. А саме, її можна розглядати як

кiлькiсть енергiї, яку несуть хвилi з хвильовим вектором k, що вiдбиваються

вiд уявного круглого плоского дзеркала, що розташоване в площинi z = z0

та має радiус ρ0. Таке дзеркало представляє собою проєкцiю параболiчної

поверхнi реального дзеркала на площину z = z0. Подiбна уявна замiна

параболiчного дзеркала плоским спрощує обчислення поля випромiнювання, що

вiдбивається вiд дзеркала. Однак плоске дзеркало не збирає всi хвилi з певним

напрямком хвильового вектора в однiй точцi на кiнцевiй вiдстанi вiд себе.

Тому для обчислення розподiлу вiдбитої енергiї випромiнювання за напрямками

хвильового вектора необхiдно розглянути кутовий (за ϑ′, див. рис. 3.2) розподiл

такого випромiнювання в хвильовiй зонi (в областi z < −γ2λ). Як зазначалося,

такий кутовий розподiл збiгається з розподiлом вiдбитої вiд дзеркала частини

ПВ за напрямками α хвильового вектора.

Розглянемо проблему про падiння пакета хвиль, що його випромiнює

електрон при проходженнi крiзь пластинку, на кругле дзеркало радiуса ρ0,

розташоване в площинi z = z0 з центром на осi z. Як зазначалося в пiдроздiлi

1.2, такий пакет визначається другим доданком у виразi (1.9), де наразi треба

зробити замiни z′ → z та ρ′ → ρ. Сумарне поле в просторi у цьому випадку

складається з поля цього пакета EP
ω та поля ER

ω , вiдбитого вiд дзеркала. Останнє

можна представити у наступнiй формi:

ER
ω (ρ, z) =

1

(2π)3

∫
d3kER

k,ωδ(ω
2/c2 − k2)eikr, (3.4)
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де δ-функцiя обмежує область iнтегрування значеннями k, що задовольняють

дисперсiйному спiввiдношенню для електромагнiтних хвиль у вакуумi. Iнтегру-

вання (3.4) за kz веде до наступного виразу для поля пакета вiдбитих хвиль:

ER
ω (ρ, z) =

1

(2π)3

∫
d2qER

q,ωe
iqρ−iz

√
ω2/c2−q2, (3.5)

де ми позначили ER
q,ω = ER

k,ω/|2kz| iз kz =
√
ω2/c2 − q2.

Сумарне поле має задовольняти граничнiй умовi на поверхнi провiдного

дзеркала, де воно повинно дорiвнювати нулю. Поза цiєю поверхнею (при z = z0

та ρ > ρ0) сумарне поле в ультрарелятивiстському випадку, що розглядається,

можна наближено вважати таким, що дорiвнює полю налiтаючого пакета хвиль

EP
ω . Це призводить до наступної форми граничної умови:

ER
ω (ρ, z0) = −H(ρ0 − ρ)EP

ω (ρ, z0), (3.6)

де H(x) — ступiнчаста функцiя Хевiсайда.

Для того щоб отримати вираз для однiєї компоненти Фур’є ER
q,ω у

розкладаннi (3.5) вiдбитого поля за напрямками хвильових векторiв (q = ωα/c)

треба переписати умову (3.6) в термiнах таких компонент Фур’є. Виконуючи

зворотне перетворення Фур’є спiввiдношення (3.6), можна врештi-решт отри-

мати величину ER
q,ω в такому виглядi:

ER
q,ω = −8π2ie

c

q

q
eiz0
√
ω2/c2−q2

∫
dq′

q′2eiz0
√
ω2/c2−q′2

q′2 + ω2/c2γ2

×
ρ0∫

0

dρ′ρ′J1(qρ
′)J1(q

′ρ′). (3.7)

В ультрарелятивiстському випадку можна зробити розкладання в цьому

виразi за малим кутом випромiнювання α = qc/ω. Пiдставляючи (3.7) у (3.5)

та виконуючи тут iнтегрування за кутом мiж q i ρ, отримуємо наступний вираз
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для поля вiдбитого випромiнювання:

ER
ω (ρ, z) = 2

e

c

ρ

ρ
e−iω(z−2z0)/c

∫
dqqJ1(qρ)F (q, ρ0)e

iq2c(z−z0)/2ω, (3.8)

де

F (q, ρ0) =

∞∫
0

dη
η2e−iz0η

2c/2ω

η2 + ω2/c2γ2

ρ0∫
0

dxxJ1(qx)J1(ηx). (3.9)

Поле (3.8) — це пакет вiльних хвиль з рiзними напрямками α = qc/ω

хвильового вектора k. Для того щоб отримати розподiл енергiї вiдбитого

випромiнювання за α, треба обчислити його кутовий розподiл за ϑ′ = ρ/|z −

z0| (див. рис. 3.2) у хвильовiй зонi (при z < −γ2λ). Такий розподiл буде

збiгатися з тим, який ми прагнемо отримати, оскiльки у хвильовiй зонi в

точку спостереження, яка розташована в напрямку, що визначається кутом ϑ′,

потрапляє лише хвиля з напрямком α = ϑ′ вектора k.

Кутовий розподiл вiдбитого випромiнювання у хвильовiй зонi можна

отримати, використовуючи асимптотику виразу для ER
ω при великих вiд’ємних

значеннях z. Вона може бути отримана з (3.8) на основi метода стацiонарної

фази. Як випливає з (3.1) i (3.2), такий розподiл можна також отримати i про-

стiшим шляхом, iнтегруючи вираз для спектрально-кутової густини вiдбитого

випромiнювання2

d2W

dωdo′
=
c(z − z0)

2

4π2
|ER

ω (ρ, z)|2 (3.10)

за do′ = 2πϑ′dϑ′ = 2πρdρ/(z − z0)
2 в межах 0 < ρ < ∞. Результат такого

iнтегрування потрiбно представити у формi iнтеграла за dΩ = 2παdα. У

2При ϑ′ � 1 ми використовуємо наближене спiввiдношення r′ ≈ |z − z0|, де r′ — це вiдстань вiд центра дзеркала до точки

спостереження.
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випадку, що розглядається, це призводить до спiввiдношення:

dW

dω
=
e2ω2

π2c3

∫
dΩ|F (q, ρ0)|2. (3.11)

З (3.11) ми нарештi отримуємо необхiдний спектрально-кутовий розподiл

енергiї вiдбитого випромiнювання:

d2W

dωdΩ
=
e2w4

π2c

∣∣∣∣
ρ0∫

0

dρρJ1(wαρ)

∞∫
0

dη
η2J1(wηρ)

η2 + γ−2
e−iwz0η

2/2

∣∣∣∣2. (3.12)

де w = ω/c = 2π/λ. Результат (3.12) обчислено як розподiл енергiї випромiню-

вання, вiдбитого вiд круглого плоского дзеркала радiуса ρ0. Вiн описує розподiл

енергiї ПВ за напрямками хвильових векторiв, що вимiрюється з використанням

параболiчного дзеркала довiльного поперечного радiуса ρ0, яке розташовано на

довiльнiй вiдстанi z0 вiд точки падiння електрона на пластинку.

У випадку ρ0 → ∞ вираз (3.12) збiгається з результатом (3.3) для роз-

подiлу випромiнювання, отриманого з використанням дзеркала нескiнченного

поперечного розмiру.

Для довiльних значень ρ0 iнтеграли в (3.12) можуть бути обчисленi

чисельно. Проте вираз (3.12) можна спростити, якщо ρ0 не набагато менше,

нiж lT ∼ γλ/2π. Дiйсно, iнтеграл за η збiгається як завдяки наявностi

експоненти, так i завдяки вiдповiднiй функцiї Бесселя, що залежить вiд η, у

пiдiнтегральному виразi. Остання визначає значення η, якi роблять основний

внесок у зазначений iнтеграл, як такi, що задовольняють умовi η . ηmax =

1/wρ. При таких η вираз при −i у показнику експоненти має значення порядка

z0/2wρ
2. У ближнiй зонi z0 � γ2λ даний вираз є набагато меншим за (γλ/2πρ)2.

Отже, для значень ρ0 порядка γλ/2π експоненту в (3.12) можна замiнити на

одиницю. У цьому випадку всi iнтеграли в (3.12) можна обчислити аналiтично
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i для розподiлу випромiнювання отримати наступний вираз:

d2W (0)

dωdΩ
=

e2

π2c

α2

(α2 + γ−2)2
|S(0)|2, (3.13)

де

S(0)(α, ω, ρ0) = 1 +
wρ0

γ
J2(wαρ0)K1(wρ0/γ)− wρ0

γ2α
J1(wαρ0)K2(wρ0/γ),

а Ki(x) — функцiї Макдональда.

Наближення, що тут використовується (ми будемо називати його нульове

наближення), в рамках якого експонента в (3.12) замiнюється на одиницю,

вiдповiдає ситуацiї, коли розпливанням хвильового пакета EP
ω знехтувано. У

такому випадку це поле дорiвнює кулонiвському полю електрона, що рухається

вздовж осi z. Таким чином, розподiл (3.13) збiгається зi спектрально-кутовою

густиною ПВ (що вимiрюється в хвильовiй зонi), яке генерується електроном у

напрямку назад при нормальному перетинi ним круглого провiдного дзеркала

радiуса ρ0 [308].

Спростимо тепер вираз (3.12) бiльш точно (перше наближення), з ура-

хуванням розпливання хвильового пакета EP
ω (тобто його вiдмiнностi вiд

кулонiвського поля). Iнтеграл за η можна подати у виглядi

∞∫
0

dη
η2J1(wηρ)

η2 + γ−2
e−iwz0η

2/2 = P1 − P2, (3.14)

де

P1 =

∞∫
0

dηJ1(wηρ)e−iwz0η
2/2 = − 2i

wρ
sin

(
wρ2

4z0

)
eiwρ

2/4z0
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та

P2 = γ−2

∞∫
0

dη
J1(wηρ)

η2 + γ−2
e−iwz0η

2/2. (3.15)

Значення η, якi роблять основний внесок в iнтеграл P2, не перевищують

1/γ. Для таких η у ближнiй зонi вираз у показнику експоненти є набагато

меншим за одиницю, i експоненту можна замiнити на одиницю. Iнтеграл P2 у

цьому випадку дорiвнює

P2 = 1/wρ−K1(wρ/γ)/γ. (3.16)

Пiдставляючи (3.14) у (3.12), можна врештi-решт представити вираз для

розподiлу випромiнювання в наступнiй формi:

d2W (1)

dωdΩ
=

e2

π2c

α2

(α2 + γ−2)2
|S(0) + S(1)|2, (3.17)

де

S(1)(α, ω, ρ0) = −w
α

(α2 + γ−2)

ρ0∫
0

dρJ1(wαρ)eiwρ
2/2z0.

На рис. 3.3 та рис. 3.4 представлено розподiли спектральної густини ПВ

за напрямками хвильових векторiв, якi можна отримати при вимiрюваннi за

допомогою параболiчного дзеркала поперечного радiуса ρ0, для рiзних значень

ρ0 i положення дзеркала z0 вздовж осi z. Тут введено позначення Fω,α =

(cπ2/e2)d2W/dωdo. Розподiли розраховано для довжини хвилi випромiнювання

λ = 3 мм та енергiї налiтаючих електронiв ε = 50 МеВ (γ = 100). У

даному випадку розмiр довжини формування випромiнювання у поздовжньому

напрямку (вздовж осi z) можна оцiнити як lF ∼ γ2λ = 30 м, тодi як вiдповiдний

її розмiр у поперечному напрямку становить lT ∼ γλ/2π ≈ 5 см. Для
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порiвняння на рисунках наведено як результати точних чисельних розрахункiв

на основi виразу (3.12), так i наближенi результати, отриманi з формул (3.13)

та (3.17).
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Рис. 3.3. Розподiли спектральної густини випромiнювання за α для рiзних
значень радiуса параболiчного дзеркала ρ0 при γ = 100, λ = 3 мм та z0 = 20 см.
Розподiл, обчислений у першому наближеннi на базi (3.17), тут не представлено,
адже вiн в обох випадках збiгається з точним розподiлом, отриманим на базi
(3.12).

Графiки демонструють, що для значень ρ0 < lT розподiл випромiнювання

суттєво вiдрiзняється вiд розподiлу (3.3), що реєструється з використанням

дзеркала, поперечний розмiр якого можна вважати нескiнченним (або точковим

детектором у хвильовiй зонi). Така вiдмiннiсть зростає зi збiльшенням вiдстанi

z0 мiж дзеркалом i точкою падiння електрона на пластинку. Це обумовлено

тим, що для бiльшого z0 менша частина випромiнених хвиль ПВ потрапляють

на поверхню дзеркала обмеженого поперечного розмiру i спрямовуються до

точки його фокуса. Зi збiльшенням ρ0 розподiл випромiнювання наближається

до асимптотичного розподiлу (3.3) i перестає залежати вiд z0, оскiльки досить

велике дзеркало вловлює майже всi випромiненi хвилi ПВ незалежно вiд

свого розташування. Однак, як показують наведенi графiки, навiть при ρ0 >

lT параметри кутового розподiлу випромiнювання, що вимiрюється, все ще

можуть помiтно вiдрiзнятися вiд параметрiв асимптотичного розподiлу (3.3).

Наприклад, права частина рис. 3.3 iлюструє ситуацiю, коли радiус дзеркала

є в два рази бiльшим за lT . Однак кут, що вiдповiдає максимуму розподiлу
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випромiнювання в цьому випадку все ще майже вдвiчi бiльший за вiдповiдний

кут у випадку асимптотичного розподiлу.

. H3.17L

H3.12L

r0pglê2p

. H3.13L

r0=3

0.00 0.02 0.04 0.06 0.08 0.10
0

500

1000

1500

2000

2500

a H L

F
w
,a

. H3.17L

H3.12L

r0pglê2p

. H3.13L

r0=10

0.00 0.02 0.04 0.06 0.08 0.10
0

500

1000

1500

2000

2500

a H L

F
w
,a

Рис. 3.4. Те ж саме, що й на рис. 3.3, тiльки для z0 = 100 см.

Наведенi графiки показують, що при розглянутих значеннях z0 � lF

формула (3.17) є дуже добрим наближенням для точного виразу (3.12) при

довiльних значеннях ρ0 (зокрема при z0 < 1 м за розглянутих умов вiдповiднi

результати повнiстю збiгаються). Вираз (3.13), який не враховує розпливання

пакета випромiнених хвиль, є дiйсним лише при досить великих значеннях ρ0.

Зазначимо, що використання отриманих наближень (3.13) та (3.17) замiсть

точного виразу (3.12) дозволяє значно скоротити час чисельних обчислень

спектрально-кутових розподiлiв ПВ у ситуацiї, що розглядається.

3.2. Рентгенiвське перехiдне випромiнювання електронних пу-

чкiв у багатошарових перiодичних структурах

Окрiм мiлiметрового ПВ, що розглядалося в попередньому пiдроздiлi,

велику практичну цiннiсть має також ПВ у оптичному та рентгенiвському

дiапазонi частот. Зокрема, як зазначалося в пiдроздiлi 1.2, для генерацiї рент-

генiвського ПВ, яке лежить в основi роботи багатьох детекторiв заряджених

частинок та джерел рентгенiвських фотонiв, природно використовувати бага-

тошаровi перiодичнi структури, якi дозволяють отримувати достатньо високi

iнтенсивностi ПВ (порядка одного фотона на електрон). У даному пiдроздiлi
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проведено узагальнення теорiї такого випромiнювання на випадок, коли воно

генерується не окремими частинками, а пучком електронiв iз довiльним попере-

чним розмiром та розподiлом частинок у ньому. При цьому також враховується

кiнцевий розмiр та форма активної областi детектора випромiнювання. Показа-

но, що дана теорiя набагато краще описує експериментальнi результати за умов,

коли поперечний розмiр пучка є спiвставним iз розмiром детектора. Дослiджено

ефект рiзкого зростання iнтенсивностi ПВ при певному перiодi структури за

умов вузької колiмацiї пучка фотонiв ПВ.

ПВ при довiльному поперечному розподiлi густини пучка налiтаючих

електронiв. Отримаємо спектральний розподiл рентгенiвського перехiдного

випромiнювання, що генерується в перiодичнiй мiшенi пучком електронiв iз

довiльним (аксiально симетричним) поперечним розподiлом частинок. Будемо

вважати, що мiшень складається з великої кiлькостi тонких паралельних

пластинок (наприклад, металевих фольг), а для всiх параметрiв, що її ха-

рактеризують, оберемо тi ж самi позначення, що i в пiдроздiлi 1.2. Нехай

активна область детектора випромiнювання має форму кола радiуса R, а її

центр розташовується на осi пучка на вiдстанi L вiд мiшенi (див. рис. 3.5).

У цьому випадку усереднене за поперечним розподiлом частинок у пучку

значення спектральної густини числа фотонiв ПВ (у розрахунку на одну

частинку пучка) можна обчислити як

〈
dN

dω

〉
circ

=
2π

L2

R∫
0

rdr

2π∫
0

dφ

∞∫
0

ρf(ρ)Nω,ϑdρ. (3.18)

Тут r i φ — полярнi координати на поверхнi детектора (див. рис. 3.5), а ρ

представляє собою вiдстань вiд частинки, що розглядається, до осi пучка.

Функцiя f(ρ), яка нормована на одиницю, описує поперечний розподiл частинок

у пучку. Величина Nω,ϑ представляє собою спектрально-кутовий розподiл числа

фотонiв ПВ, що його створює окрема частинка пучка, який визначається

виразом (1.24). Зазначимо, що тут ми вважаємо, що хвилi ПВ генеруються
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Рис. 3.5. Схема розташування мiшенi та детектора, що використовується для
обчислень.

рiзними частинками незалежно i не iнтерферують мiж собою. Тому вираз (3.18)

представляє собою просто усереднення кiлькостi фотонiв, що потрапляють до

детектора з урахуванням геометрiї цього детектора та форми пучка налiтаючих

частинок. Для того щоб усi величини в пiдiнтегральному виразi били вираженi

через змiннi iнтегрування, треба записати кут ϑ у виразi для Nω,ϑ як ϑ =√
r2 + ρ2 − 2rρ cosφ/L. Обчислюючи iнтеграли за r i φ в (3.18), врештi-решт

отримуємо:

〈
dN

dω

〉
circ

=
32απcNeff(ω)

ω2l

(ω2
pA − ω2

pB)2

ω4

∞∫
0

dρρf(ρ) (3.19)

×
k+(R,ρ)∑
k=kmin

gk

{
H(R− ρ)H(k−(ρ)− k) +

1

π
arccos

(
ρ2 + L2ϑ2

k −R2

2ρLϑk

)
H(k − k−(ρ))

}
,

де

gk =
ϑ2
k sin2[ωlA(γ−2 + ϑ2

k + ω2
pA/ω

2)/4c]

(γ−2 + ϑ2
k + ω2

pA/ω
2)2(γ−2 + ϑ2

k + ω2
pB/ω

2)2
,
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k±(R, ρ) =
ωl

4πc

((
ρ±R
L

)2

+ γ−2 +
〈ω2

p〉
ω2

)
,

а H(x) — ступiнчаста функцiя Хевiсайда. Величини ϑ2
k i 〈ω2

p〉 визначенi

вiдповiдно у виразi (1.25) та одразу пiсля нього. Як i в (1.26), у (3.19) потрiбно

брати цiлу частину величини k+, однак цього не треба робити для k−, яка в

загальному випадку не має цiлого значення.

Якщо форма активної областi детектора представляє собою квадрат

(як це мало мiсце в експериментi [8], теоретичний аналiз якого й мотивував

данi розрахунки), то для того, щоб отримати вираз для усередненого спектра

випромiнювання, треба просто додати до (3.19) вираз, що враховує внесок площi

у вершинах зазначеного квадрата (сторона якого дорiвнює 2R):

〈
dN

dω

〉
sq

=

〈
dN

dω

〉
circ

+

〈
dN

dω

〉
vert
, (3.20)

де

〈
dN

dω

〉
vert

=
8

π

32αcNeff(ω)

ω2l

(ω2
pA − ω2

pB)2

ω4

∞∑
k=kmin

gk

∞∫
0

dρρf(ρ) (3.21)

×

√
2R∫

R

drr
arcsin((R−

√
r2 −R2)/

√
2r)√

4r2ρ2 − (r2 + ρ2 − L2ϑ2
k)

2
H(k − k−(r, ρ))H(k+(r, ρ)− k).

Для чисельних оцiнок ми оберемо f(ρ) у формi гаусового розподiлу:

f(ρ) = e−ρ
2/2d2/2πd2,

де величина d пов’язана з повною шириною D пучка на половинi висоти

поперечного розподiлу частинок у ньому спiввiдношенням D = d
√

8 ln 2. Ми

оберемо D = 2R = 0.5 см, що вiдповiдає лiнiйному розмiру вихiдного вiкна

колiматора, який формував пучок в експериментi [8].
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Рис. 3.6. Спектри ПВ електронiв з енергiєю 1 ГеВ у багатошаровiй мiшенi. Пун-
ктирна крива — розрахунок на базi виразу (1.26), суцiльнi кривi — розрахунки
на базi (3.20) для рiзних положень та розмiрiв квадратних детекторiв (сторони
квадратiв дорiвнюють 2R). Усi кривi вiдповiдають значенню ϑmax = R/L = 1/γ.

На рис. 3.6 представлено приклад розрахунку спектрiв ПВ, що їх реєстру-

ють детектори з квадратною формою активної областi, розташованi на осi пучка

на рiзних вiдстанях вiд радiатора, що складається з 50 фольг товщиною lA = 13

мкм, вiдстань мiж якими становить lB = 0.3 мм. В усiх випадках вважається,

що детектор (точнiше, коло радiуса R, вписане у його квадратну активну

область) видно пiд однаковим тiлесним кутом iз точки вильоту пучка (його

центральної частини) з радiатора, що вiдповiдає ϑmax = 1/γ (див. рис. 3.5).

Пунктирна крива демонструє спектр, розрахований за формулою (1.26), яка

не враховує поперечний розмiр пучка електронiв. Звiдси видно, що за умови

R . D результати формули (3.20) помiтно вiдрiзняються вiд результатiв, що

можуть бути отриманi на базi (1.26) без урахування ненульового поперечного

розмiру пучка.

Рис. 3.7 демонструє порiвняння результатiв обчислення спектрiв на основi

виразу (3.20) iз результатами вiдповiдних експериментальних вимiрювань [8].

У даному експериментi, що проводився на тестовому пучку синхротрона DESY

II (м. Гамбург, Нiмеччина), дослiджувався вплив значення довжини форму-
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Рис. 3.7. Спектри ПВ електронiв з енергiями 2.6 ГеВ i 6 ГеВ, отриманi в
експериментi [8], та вiдповiднi теоретичнi розрахунки на основi (3.20). Для
кожної енергiї наведено спектри, що вiдповiдають рiзним значенням вiдстанi
lB мiж фольгами у багатошаровiй мiшенi.

вання lF (точнiше вiдношення lB/lF ) ПВ ГеВ-них електронiв на спектральну

iнтенсивнiсть такого випромiнювання. Зокрема, на наведених графiках цей

вплив проявляється у пригнiченнi iнтенсивностi ПВ при lB < lF (у радiаторах

з lB ≈ 0.3 мм) порiвняно з випадком lB > lF (у радiаторах з lB ≈ 3

мм). Кожен радiатор складався з 50 алюмiнiєвих фольг товщиною 13 мкм.

Квадратний детектор зi стороною 5 мм розташовувався на вiдстанi L ≈ 3.7

м вiд радiатора. Загалом, графiки свiдчать про достатньо хорошу придатнiсть

формули (3.20) для опису результатiв вимiрювань за умов, коли поперечним

розмiром пучка електронiв не можна знехтувати (у випадку, що розглядається,

D ≈ 2R). Деякi розбiжностi (зокрема при ~ω < 10 кеВ) можна пояснити

впливом фону синхротронного випромiнювання з боку поворотного магнiту, що

вiдхиляв пучок електронiв пiсля його вильоту з радiатора, а також розбiжнiстю

пучка, яка не враховується виразами (3.18) та (3.20) (див. деталi в роботi [8]).

Ефект посилення iнтенсивностi ПВ при малому кутi колiмацiї пучка

фотонiв. За певних умов iнтерференцiя внескiв вiд окремих фольг може

призводити не до пригнiчення ПВ (як, наприклад, на рис. 3.7 для випадкiв

lB < lF ), а до його посилення, внаслiдок чого залежнiсть iнтенсивностi ПВ

вiд lB набуває максимуму при певному оптимальному значеннi вiдстанi мiж
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фольгами. На можливiсть iснування подiбного максимуму було вказано у

книзi [99]. Однак автори розглядали тут кiлькiсть фотонiв ПВ, проiнтегровану

по всьому дiапазону кутiв спостереження. У цьому випадку iнтенсивнiсть

випромiнювання в максимумi перевищує асимптотичне значення iнтенсивностi

ПВ при lB � lF менш нiж на 30%. Далi ми показуємо, що зазначений ефект

посилення iнтенсивностi ПВ може бути набагато бiльш значним за умови, що

кут аксептансу детектора (або кут колiмацiї пучка фотонiв) 2ϑmax є достатньо

малим. Оцiнки для рiзних значень ϑmax показують, що такий ефект є найбiльш

суттєвим при ϑmax ∼ 1/γ. Значення lB, що вiдповiдає найбiльшiй величинi

iнтенсивностi ПВ, може бути оцiнене з наступних якiсних мiркувань. Значення

ϑ = ϑk, якi визначають кутовi положення пiкiв, у яких сконцентрована основна

частина енергiї випромiнювання, зменшуються зi збiльшенням lB вiдповiдно

до (1.25). Зростання iнтенсивностi ПВ при збiльшеннi lB спричиняється по-

траплянням нових значень ϑk всередину областi (0, ϑmax). Для даної частоти

ω природно очiкувати раптового зростання iнтенсивностi зi збiльшенням lB

кожного разу, коли значення ϑk (для кожного наступного k) стає меншим

за ϑmax. Насправдi ж виявляється, що в дiапазонi енергiй електронiв, який

ми наразi розглядаємо (ε ∼ 1 ÷ 10 ГеВ), рiзке зростання iнтенсивностi, що

призводить до появи ярко вираженого максимуму, є достатньо помiтним лише

при k = 1. Потрапляння пiкiв вищого порядку всередину областi аксептансу

детектора просто призводить до поступового встановлення асимптотичного

значення iнтенсивностi, що вiдповiдає випадку lB � lF (число пiкiв в областi

(0, ϑmax) збiльшується зi зростанням lB, у той час як внесок кожного пiку

зменшується через зменшення його ширини). Пiдставивши ϑk = ϑmax та

поклавши k = 1 у (1.25), можна наступним чином оцiнити значення lmB величини

lB, що вiдповiдає максимуму iнтенсивностi:

lmB ≈
4πc/ω − ω2

pAlA/ω
2

ϑ2
max + γ−2

, (3.22)
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де ми застосували наближення 〈ω2
p〉 ≈ ω2

pAlA/l та l ≈ lB, якi зазвичай є дiйсними

на практицi. Якщо випромiнювання вивчається в певному дiапазонi частот, то

величину ω в (3.22) слiд розглядати як деяку характерну частоту спектра,

наприклад, ту, що вiдповiдає його максимуму (за умови, що такий максимум

iснує в межах дiапазону частот, що дослiджується). Вираз (3.22) досить добре

описує положення максимуму при енергiях електрона . 7 ГеВ та ϑmax . 2/γ.

При бiльш високих енергiях формула (3.22) дає завищену оцiнку для lmB . У

цьому випадку (за умови ϑmax ∼ 1/γ) залежнiсть iнтенсивностi ПВ вiд lB

набуває додаткових максимумiв, що вiдповiдають k ≥ 2.

Рис. 3.8a показує приклад залежностi iнтенсивностi ПВ вiд lB для умов,

що є типовими для експерименту [8] (ε = 1 ГеВ, ϑmax = 6.8 × 10−4 ≈ 1.35/γ).

Спектр випромiнювання тут проiнтегровано в дiапазонi енергiй фотонiв вiд

10 до 30 кеВ. Наразi при обчисленнi кiлькостi фотонiв ПВ, якi реєструє

детектор, ми не враховуємо поглинання випромiнювання у повiтрi на шляху

до детектора. Товста суцiльна крива зображує результат обчислень на основi

(1.26), який є справедливим для пучка дуже малого поперечного розмiру

(набагато меншого, нiж розмiр детектора). Графiк свiдчить про наявнiсть

у цьому випадку помiтного зростання (приблизно в два рази) iнтенсивностi

випромiнювання, порiвняно з його асимптотичним значенням при lB � lFB.

Вираз (3.22) наразi дає значення lmB ≈ 0.134 мм для вiдстанi lB мiж фольгами,

при якiй має мiсце максимум iнтенсивностi (для ~ω = 15 кеВ, що приблизно

вiдповiдає максимуму спектра за вiдсутностi поглинання фотонiв у повiтрi), що

чудово збiгається з положенням максимуму на графiку. Довжина формування

у цьому випадку (для того ж ω i ϑ = 0) становить lFB ≈ 0.1 мм та, як i

передбачається спiввiдношенням (3.22), має той же порядок величини, що й lmB .

Тонка крива на рис. 3.8a вiдповiдає iнтенсивностi, усередненiй за попере-

чним розмiром пучка при значеннi D = 0.5 см, яке ми використовували ранiше.

Обчислення проведено для випадку квадратного детектора на основi виразу

(3.20), а параметри L та R (i вiдповiдно ϑmax) збiгаються з тими якi мали мiсце
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Рис. 3.8. Залежнiсть iнтенсивностi ПВ в областi енергiй фотонiв 10–30 кеВ
вiд lB для двох значень кута аксептансу детектора 2ϑmax. Кривi вiдповiдають
рiзним значенням D, що визначає поперечний розмiр пучка електронiв.

в експериментi [8]). Звiдси видно, що зазначене усереднення помiтно зменшує

iнтенсивнiсть ПВ у максимумi. Таким чином, для прояву ефекту посилення

ПВ, що обговорюється, бажаними є пучки досить малого поперечного розмiру

(меншого за розмiр детектора).

Ефект посилення iнтенсивностi ПВ стає бiльш суттєвим для менших

значень кута аксептансу ϑmax. Наприклад, рис. 3.8б демонструє результати

обчислень для ϑmax = 0.5/γ. Звiдси видно, що в даному випадку для досить

тонкого пучка iнтенсивнiсть у максимумi перевищує вiдповiдне значення при

lB � lFB приблизно в шiсть разiв. Наразi, згiдно з (3.22), lmB ≈ 0.3 мм. Як i

ранiше, за порядком величини це значення збiгається з довжиною формування

(lFB ≈ 0.1 мм), однак у даному випадку lmB/lFB ≈ 3. Кривi на рис. 3.8б, що

вiдповiдають значенням D = 1.5 мм i D = 5.0 мм, отримано на основi виразу

(3.19) для випадку круглого детектора.

Зауважимо, що у випадку ϑmax < 1/γ може бути бiльш практичним

розмiстити центр активної областi детектора в напрямку ϑ = 1/γ, а не ϑ = 0,

щоб досягти бiльшого виходу фотонiв ПВ. Залежнiсть iнтенсивностi ПВ вiд lB

у цьому випадку є аналогiчною до тої, що зображена на рис. 3.8, а формула

(3.22) при цьому, як i ранiше, визначає положення рiзкого максимуму.

Загалом, наведенi графiки свiдчать про те, що для кутiв аксептансу
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детектора ϑmax ∼ 1/γ iснує оптимальне значення lB вiдстанi мiж фольгами.

Вибравши таку оптимальну вiдстань, можна помiтно збiльшити кiлькiсть

випромiнених фотонiв ПВ порiвняно з випадком аналогiчної мiшенi, що дiє як

набiр незалежних фольг (як у випадку lB � lFB). Цей результат може бути

важливим, з практичної точки зору, при використаннi багатошарових мiшеней

у якостi джерел вузькоколiмованих пучкiв фотонiв.

3.3. Iонiзацiя атомних К-оболонок i характеристичне рентгенiв-

ське випромiнювання у багатошарових перiодичних стру-

ктурах

Перехiдне випромiнювання, що розглядалося в попереднiх пiдроздiлах,

є «поверхневим» ефектом у тому сенсi, що воно виникає при перетинi заря-

дженою частинкою поверхнi, що роздiляє речовини з рiзною дiелектричною

проникнiстю. Тому природним є той факт, що iнтенсивнiсть рентгенiвського

ПВ є пропорцiйною до числа поверхонь, що їх перетинає частинка на своєму

шляху (якщо знехтувати поглинанням ПВ у мiшенi), i в багатошарових мiшенях

є значно вищою, анiж у випадку проходження частинкою крiзь одну пластинку.

У свою чергу, процеси характеристичного рентгенiвського випромiнювання

(ХРВ) та iонiзацiї К-оболонок атомiв речовини, що є джерелом виникнення

ХРВ, є «об’ємними». Тому кiлькiсть iонiзованих атомiв та випромiнених при

цьому фотонiв природно вважати такими, що є пропорцiйними до сумарної

товщини мiшенi, яку перетинає частинка (якщо знову ж таки знехтувати

поглинанням фотонiв всерединi мiшенi). Як зазначалося в секцiї 1.4, для

iонiзацiї К-оболонок (i, вiдповiдно, для ХРВ) iснує приповерхневий ефект, що

проявляється у збiльшеннi перерiзу цього процесу поблизу поверхнi мiшенi, у

яку влiтає частинка, внаслiдок додаткового внеску з боку ПВ. Це призводить до

певного порушення лiнiйного характеру залежностi кiлькостi iонiзованих атомiв

вiд товщини мiшенi, але таке порушення поступово зникає зi збiльшенням
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цiєї товщини. У даному пiдроздiлi ми всебiчно дослiджуємо процеси iонiзацiї

К-оболонок та ХРВ електронiв високих енергiй у багатошарових мiшенях

i показуємо, що в цьому випадку зазначене порушення є набагато бiльш

суттєвим. При цьому, завдяки складному характеру еволюцiї поля навколо

електрона всерединi такої мiшенi й, зокрема, через iнтерференцiю власного

кулонiвського поля електрона з ПВ, що його частинка тут генерує, iнтенсивнiсть

ХРВ iз багатошарової мiшенi не визначається однозначно матерiалом мiшенi та

її сукупною товщиною (сумарною товщиною фольг), а залежить вiд кiлькостi

фольг, на якi мiшень роздiлена, та вiд вiдстанi мiж ними. Зокрема, при

цьому можливий ефект суттєвого посилення перерiзу iонiзацiї К-оболонок

та iнтенсивностi ХРВ, завдяки чому вихiд фотонiв цього випромiнювання з

багатошарової мiшенi, навiть пiсля його iнтегрування за досить малим тiлесним

кутом, може бути близьким до вiдповiдного виходу (у вузькому дiапазонi

енергiй фотонiв), характерного для радiаторiв на базi ПВ.

3.3.1. Вирази для перерiзу iонiзацiї К-оболонок

Для обчислення середнього перерiзу iонiзацiї K-оболонок атомiв високо-

енергетичними електронами, що пролiтають крiзь багатошарову мiшень, ми

будемо застосовувати пiдхiд, який було розглянуто в пiдроздiлi 1.4. В рамках

цього пiдходу повний перерiз σt розглядається як сума двох доданкiв. Перший iз

них (σc) пов’язаний iз близькими зiткненнями налiтаючих частинок з атомними

електронами, тодi як другий (σd) — iз далекими зiткненнями. Величина σc

не чутлива до процесу еволюцiї електромагнiтного поля навколо електрона

пiд час його проходження крiзь мiшень та визначається виразом (1.51), як у

безмежному однорiдному середовищi. Основну увагу ми придiлимо величинi

σd, яка залежить вiд стану поля навколо електрона i змiнюється вздовж його

шляху всерединi мiшенi. Перерiз σd обчислимо на базi методу еквiвалентних

фотонiв, подiбно до того, як це робилося для простiших випадкiв у пiдроздiлi
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1.4.

Для того, щоб визначити спектр еквiвалентних фотонiв у випадку,

що розглядається, необхiдно обчислити компоненту Фур’є електричного поля

навколо електрона всерединi кожної фольги мiшенi. Нехай мiшень складається

з N паралельних фольг товщиною a, що знаходяться на вiдстанi b одна вiд

одної. Для простоти будемо вважати, що мiшень розташована у вакуумi, який,

вiдповiдно, займає область мiж фольгами. Чисельнi оцiнки буде зроблено для

випадку, коли фольги виготовлено з мiдi. Нехай електрон рухається вздовж

осi z зi швидкiстю v i нормально перетинає фольги, а лiва поверхня (та, яку

електрон перетинає при вльотi всередину фольги) першої фольги на шляху

електрона лежить у площинi z = 0. Всерединi кожної з фольг компонента Фур’є

власного поля налiтаючого електрона з частотою ω може бути представлена у

виглядi (1.4):

Epr
ω (r) = −ie

π

∫
d2qqQse

iωz/v+iqρ, (3.23)

де Qs = 1/(q2 + ω2
p + ω2/γ2), ωp — плазмова частота фольг, ρ — радiус-вектор

точки спостереження у площинi xy, r = (ρ, z). Власне поле електрона у вакуумi

вiдповiдно має вигляд (1.2). Поле ПВ, що генерується при вльотi частинок у

кожну фольгу (яке поширюється всередину фольги), у загальному випадку

(при γ � 1) можна подати наступним чином:

Etr
ω (r) =

∫
d2qE′ω(q)eiωz[1−(q2+ω2

p)/2ω2]−µz/2+iqρ, (3.24)

де ми врахували, що ωp � ω, а також q � ω в дiапазонi q, що робить основний

внесок в iнтеграли (3.23) i (3.24) при γ � 1. Величина µ представляє собою

коефiцiєнт поглинання енергiї рентгенiвського випромiнювання (поглинання

вiдповiдної амплiтуди напруженостi поля (3.24) описується коефiцiєнтом µ/2).

Поле ПВ, що генерується при вильотi частинки з фольги, має той самий

вигляд, що й (3.24), але з ωp, µ = 0. При великих енергiях електронiв у
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рентгенiвському дiапазонi частот можна знехтувати ПВ, що випромiнюється

в напрямку, протилежному до напрямку швидкостi електрона.

Послiдовне застосування граничних умов для електричного поля на

межах подiлу вакуум-фольга, якi електрон перетинає, iз застосуванням (3.23)

та (3.24) призводить до наступного виразу для компоненти Фур’є електричного

поля навколо електрона всерединi n-ї фольги:

E(n)
ω (r) =Epr

ω (r) +
ie

π
eiω(n−1)(a+b)/v

∫
d2qq(Qs −Qv)

× F (q)eiω[z−(n−1)(a+b)][1−(q2+ω2
p−iµω)/2ω2]+iqρ.

(3.25)

Тут

F (q) = 1− e−iφv(1− e−iφs−µa/2)e
−(n−1)[i(φv+φs)+µa/2] − 1

e−[i(φv+φs)+µa/2] − 1
, (3.26)

де

φv =
ωb

2
(γ−2 + q2/ω2), φs =

ωa

2
(γ−2 + q2/ω2 + ω2

p/ω
2).

Пiдiнтегральний вираз у (3.25) є аналогiчним до вiдповiдного виразу, отрима-

ного в [305] для поля ПВ у наборi тонких кристалiчних пластин (у випадку їх

перiодичного розташування), але враховує також поглинання ПВ у мiшенi.

Пiдставляючи (3.25) у (1.50), можна врештi-решт отримати вираз для

спектрального розподiлу фотонiв навколо налiтаючого електрона всерединi n-ї

фольги, що пов’язаний iз полем (3.25):

dN

dω
=

2α

πω

{
ln

q0√
ω2/γ2 + ω2

p

− 1/2 (3.27)

+ e−µ[z−(n−1)(a+b)]

∞∫
0

dqq3(Qs −Qv)
2|F (q)|2
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− 2e−µ[z−(n−1)(a+b)]/2

∞∫
0

dqq3(Qs −Qv)Qs

× Re
(
e−iω[z−(n−1)(a+b)][γ−2+(q2+ω2

p)/ω2]/2F (q)

)}
.

Зазначимо, що в даному випадку обмеження iнтервалу iнтегрування в (1.50)

значеннями ρ > ρ0, яким вiдповiдають q < q0, стосується лише доданку Epr
ω

в (3.25), тодi як iнтеграли в (1.50), що мiстять поле ПВ, добре збiгаються

i не потребують аналогiчних обмежень. Формула (3.27) представляє собою

спектр як функцiю координати z вздовж шляху електрона всерединi мiшенi.

У випадку, що розглядається, n-та фольга займає область (n− 1)(a+ b) < z <

na + (n − 1)b. Вираз (3.27) показує, що, як правило, потiк фотонiв навколо

електрона змiнюється вiд фольги до фольги. Вiн також змiнюється зi змiною z

всерединi кожної фольги.

Доданки з першого рядка в (3.27), пiсля їх пiдстановки до спiввiдношення

(1.49), дають поперечний перерiз за умови наявностi повноцiнного ефекту гу-

стини, характерний для високоенергетичної частинки всерединi товстої фольги

на досить великiй вiдстанi вiд її поверхнi [264, 265]. Другий рядок у виразi

(3.27) визначає спектральну густину кiлькостi фотонiв ПВ у просторi навколо

електрона. Решта виразу для dN/dω описує iнтерференцiю власного поля

електрона i поля ПВ всерединi фольги. У першiй фользi мiшенi, поблизу її

лiвої поверхнi (z → 0), dN/dω спрощується до першого рядка виразу (3.27),

але з ωp = 0. Пiсля пiдстановки до (1.49) такий спектр фотонiв, вiдповiдно

до [268, 269], призводить до звичайного перерiзу К-iонiзацiї без впливу ефекту

густини.

Можна зробити певне спрощення виразу (3.27), яке значно скорочує час

чисельних обчислень на його основi. А саме, при q �
√

2ω/b величина φv

є великою, i функцiя F (q) стає швидко осцилюючою. Тому в цiй областi q

зазначену функцiю можна замiнити її середнiм значенням. Усереднення F (q)

за швидкими осциляцiями e−iφv i e−i(n−1)φv , природно, дає 〈F 〉 = 1, тодi як для
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|F |2 в результатi обчислень отримуємо:

〈|F |2〉 = 1 + 4e−(n−1)µa/2

(
sh2µa

4
+ sin2 φs

2

)
sh

(n− 1)µa

2

/
sh
µa

2
. (3.28)

Зазначимо, що у проведенiй процедурi усереднення передбачалося, що e−iφs є

функцiєю, яка повiльно змiнюється у порiвняннi з e−iφv через те, що a� b, що

зазвичай має мiсце на практицi. Крiм того, аналiз (див. секцiю 3.3.2) показує,

що в багатошарових мiшенях iонiзацiя К-оболонок найбiльш iнтенсивно вiдбу-

вається, коли a ∼ 2πωK/ω
2
p, тодi як значення ω, що роблять внесок у (1.49),

мають порядок ωK . Внесок в iнтеграли у виразi (3.27) роблять значення q, що

задовольняють умовi q < ωp. З вищезазначеного випливає, що типовi значення

φs в (3.26) та (3.28) за порядком величини дорiвнюють одиницi, i усереднення

за осциляцiями e−iφs робити, взагалi кажучи, не можна.

Таким чином, у чисельних розрахунках на основi (3.27) при q �
√

2ω/b

можна використовувати вiдповiднi усередненi значення 〈F 〉 = 1 i 〈|F |2〉 у

формi (3.28) замiсть F i |F |2. Для менших q слiд використовувати неусередненi

значення цих величин. При b � ω/ω2
p, що зазвичай має мiсце на практицi,

значення q �
√

2ω/b займають основну частину ефективного промiжку

iнтегрування (0 < q < ωp), i вищезазначене усереднення дозволяє помiтно

скоротити час обчислення. Якщо iнтервал b мiж фольгами перевищує довжину

формування ПВ у вакуумi lF ∼ 2γ2/ω, область q .
√

2ω/b, де усереднення F

i |F |2 не є можливим, робить дуже малий внесок в iнтеграли в (3.27). У цьому

випадку усередненi значення величин, що обговорюються, можна застосовувати

на всьому промiжку iнтегрування за q.

Для обчислення середнього перерiзу iонiзацiї в багатошаровiй мiшенi

необхiдно усереднити вираз (3.27) за z всерединi кожної фольги i далi виконати

усереднення отриманого виразу за всiма фольгами мiшенi (тобто за n). В
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результатi отримуємо:

dN̄

dω
=

2α

πω

{
ln

q0√
ω2/γ2 + ω2

p

− 1/2 +
1− e−µa

µa

∞∫
0

dqq3(Qs −Qv)
2G(q)

− 4

a

∞∫
0

dqq3(Qs −Qv)QsRe
(

1− e−a[µ+iω(γ−2+(q2+ω2
p)/ω2)]/2

µ+ iω(γ−2 + (q2 + ω2
p)/ω

2)
S(q)

)}
, (3.29)

де

G(q) =1 +
sh2µa

4 + sin2 φs
2

sh2µa
4 + sin2 φs+φv

2

[
1 + f(µa)− f(µa/2− i(φs + φv))

− f(µa/2 + i(φs + φv))
]
− 2Re(1− S(q)),

(3.30)

S(q) = 1− e−iφv(1− e−iφs−µa/2)
e−i(φv+φs)−µa/2 − 1

[
f(µa/2 + i(φs + φv))− 1

]
, (3.31)

f(x) =
e−Nx − 1

N(e−x − 1)
.

Аналогiчне усереднення за швидкими осциляцiями e−iφv , як у формулi

(3.27), можна виконати також i у виразi (3.29). У результатi для значень q �√
2ω/b (або для довiльного q у випадку b > lF ) величина S(q) перетворюється

на одиницю, тодi як G(q) набуває вигляду:

〈G(q)〉 = 1 + 2
sh2[µa/4] + sin2[φs/2]

sh[µa/2]
(1− f(µa)). (3.32)

Зауважимо, що вирази (3.30), (3.31) та (3.32) є дiйсними для довiльних N

i a. У випадку, якщо сукупна товщина мiшенi Na� µ(ω)−1 (ця умова повинна

бути виконана для усiх ω, що роблять внесок в iнтеграл у (1.49)) i N � 1, усiма

функцiями f у цих виразах можна знехтувати.
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3.3.2. Ефект збiльшення середньої величини перерiзу iонiзацiї

У цiй секцiї представлено результати чисельних оцiнок перерiзу iонiзацiї

К-оболонок у багатошарових мiшенях на основi отриманих виразiв. Ми будемо

розглядати середнiй перерiз σ̄d у мiшенi, що визначається формулами (1.49)

та (3.29). Як приклад, дослiдимо випадок мiшенi з мiдних фольг та енергiї

налiтаючого електрона ε = 5 ГеВ, коли виконаною є умова γ � ωK/ωp. Числовi

значення σKph можна отримати, наприклад, на основi даних про довжини

поглинання фотонiв µ−1, представлених у [270] (див. деталi у пiдроздiлi 1.4).

Для мiдi ~ωK ≈ 8.979 кеВ. Завдяки досить швидкому зменшенню σKph зi

збiльшенням ω саме частоти порядка ωK роблять основний внесок в iнтеграл

у формулi (1.49). Для чисельних оцiнок обмежимо область iнтегрування в

цiй формулi значенням ~ωmax = 30 кеВ, що дозволяє врахувати майже всю

iонiзацiю К-оболонок, яку здiйснює налiтаючий електрон.

Показовим є розгляд середнього перерiзу σ̄d у багатошаровiй мiшенi з

фiксованою сукупною товщиною L = aN (без урахування промiжкiв мiж

фольгами), але змiнними iншими параметрами, такими як кiлькiсть фольг N ,

iз яких вона складається, та вiдстань b мiж ними. Рис. 3.9 показує залежнiсть σ̄d

вiд iнтервалу мiж фольгами для чотирьох рiзних кiлькостей фольг N у мiшенi.

Вiдстань b на графiку змiнюється приблизно вiд мiкрона до декiлькох значень

lF = 2γ2/ωK довжини формування ПВ у вакуумi в напрямку вздовж швидкостi

електрона при мiнiмальнiй частотi ω = ωK , що робить внесок у (1.49). Товщина

мiшенi L дорiвнює 35µ−1(ωK), де довжина поглинання фотонiв iз частотою ωK

становить µ−1(ωK) ≈ 4 мкм. Значення L обрано таким, що перевищує довжину

поглинання µ−1(ωmax) ≈ 106 мкм при максимальнiй частотi, яку ми враховуємо

при обчисленнях на основi (1.49). Довжина формування ПВ усерединi фольги

в напрямку вздовж швидкостi електрона при ω = ωK є в кiлька разiв меншою

за µ−1(ωK) i дорiвнює ls = 2ω−1
K /(γ−2 + ω2

p/ω
2
K) ≈ 1 мкм. Таким чином, якщо

мiшень є суцiльною пластиною товщиною L i не роздiлена на фольги, середнiй
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Рис. 3.9. Залежнiсть середнього перерiзу iонiзацiї К-оболонок (внаслiдок
далеких зiткнень) у мiднiй багатошаровiй мiшенi вiд iнтервалу мiж фольгами
для рiзної кiлькостi фольг у мiшенi (вiдповiдне число N вказано бiля кожної
кривої). Загальна товщина мiшенi L ≈ 141 мкм ≈ 1.33µ−1(ωmax), енергiя
налiтаючого електрона становить 5 ГеВ. Штрихова лiнiя — перерiз за умови
повноцiнного прояву ефекту густини; штрих-пунктирна лiнiя — перерiз за
вiдсутностi ефекту густини. Вертикальна лiнiя позначає величину b = lF .

перерiз всерединi неї майже дорiвнює такому, що має мiсце за умов повноцiнного

прояву ефекту густини (штрихова лiнiя на графiку), що визначається першими

двома доданками в (3.29). У свою чергу, перерiз у тонкому приповерхневому

шарi такої мiшенi (при z � ls), вiдповiдно до [268, 269], демонструє повну

вiдсутнiсть ефекту густини (штрих-пунктирна лiнiя на графiку).

Загалом, рис. 3.9 демонструє, що середнiй перерiз К-iонiзацiї високоенер-

гетичними електронами в багатошаровiй мiшенi не визначається однозначно

матерiалом фольг та енергiєю електрона. Вiн суттєво залежить вiд кiлькостi

фольг, на якi роздiлено мiшень. Бiльше того, при b < lF для процесу iонiзацiї

К-оболонок мають мiсце ефекти довжини формування, подiбнi до таких ефектiв

у перехiдному випромiнюваннi в багатошарових радiаторах [8,96]. У цiй областi

перерiз логарифмiчно зростає зi збiльшенням b. На рис. 3.9 також видно, що при

великих N (i, вiдповiдно, малих a), коли вплив ПВ на σ̄d є найбiльш суттєвим,

зi збiльшенням b кривi проходять через невеликий максимум перед виходом
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на постiйне асимптотичне значення. Як зазначалося в пiдроздiлi 3.2, така

поведiнка є характерною для iнтенсивностi ПВ у багатошарових мiшенях при

b ∼ lF . Цi максимуми є залишками набагато бiльшого максимуму в залежностi

спектрально-кутової густини ПВ вiд b, що виникає внаслiдок конструктивної

iнтерференцiї внескiв окремих фольг (див. рис. 3.8). Такий максимум майже

(а iнодi й повнiстю) зникає внаслiдок iнтегрування цiєї густини за кутом

спостереження, що в нашому випадку вiдповiдає iнтегруванню за q. Зазначимо

також, що значення σ̄d при N = 5 очiкувано є близьким до значення перерiзу за

умов повноцiнного прояву ефекту густини (пунктирна лiнiя), оскiльки в цьому

випадку товщина a фольг все ще помiтно перевищує довжину поглинання ПВ

при ω = ωK (а саме, aµ(ωK) = 7).

Однiєю з найцiкавiших особливостей σ̄d, як видно з рис. 3.9, є те, що зi

збiльшенням кiлькостi фольг у мiшенi (при фiксованому L) та вiдстанi мiж ни-

ми σ̄d стає бiльшим, нiж перерiз за вiдсутностi ефекту густини. Таке зростання

перерiзу вiдбувається завдяки тому, що в даному випадку довжина поглинання

фотонiв µ−1 помiтно перевищує довжину формування ПВ ls всерединi фольг

(зауважимо, що рiзниця мiж цими довжинами зростає зi збiльшенням ω).

Цей ефект є найбiльш вираженим, якщо товщина фольги a є бiльшою за ls

i одночасно a . µ−1 (як наприклад, при N = 50 на рис. 3.9). У цьому випадку

поле ПВ, що генерується при вльотi електрона в першу фольгу мiшенi, стає

повнiстю вiдокремленим вiд власного поля частинки до моменту її вильоту з

цiєї фольги (оскiльки a > ls), але майже не послабленим внаслiдок поглинання

(оскiльки a . µ−1). Таким чином, на момент перетину правої поверхнi фольги

електрон може знову генерувати ПВ, яке не буде пригнiчуватися внаслiдок

деструктивної iнтерференцiї з ПВ вiд лiвої поверхнi цiєї фольги (що мало б

мiсце, якби було a < ls). Отже, електрон падає на другу фольгу разом iз двома

майже повноцiнними полями ПВ, що були утворенi на кожнiй iз поверхонь

першої фольги (бiльше того, цi поля можуть конструктивно iнтерферувати

одне з одним). Налiтаючи на третю фольгу, частинка супроводжується чотирма
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полями ПВ з попереднiх фольг тощо. Максимальна («стацiонарна») кiлькiсть

фольг Neff, якi роблять внесок у сумарне поле ПВ (яке можна наближено

вважати таким, що не послаблено внаслiдок поглинання), що супроводжує

електрон всерединi мiшенi, можна природно оцiнити як Neff ∼ (µa)−1. Таке

накопичення фотонiв ПВ (якi також є джерелом iонiзацiї К-оболонок разом

iз власним полем електрона) у просторi навколо електрона призводить до

збiльшення перерiзу iонiзацiї.

Наведенi вище мiркування можна найбiльш чiтко проiлюструвати за

допомогою виразу (3.32). У випадку, якщо поглинанням ПВ можна знехтувати

в межах усiєї мiшенi (µNa� 1), вiн набуває вигляду:

〈G(q)〉 = 1 + 2(N − 1) sin2(φs/2), (3.33)

який свiдчить про лiнiйне зростання внеску ПВ3 до dN̄/dω (третiй доданок у

формулi (3.29)) зi збiльшенням N . У бiльш реалiстичному випадку поглинання

обмежує таке лiнiйне зростання при N ∼ Neff. Зауважимо, що Neff може суттєво

змiнюватися зi змiною ω в межах iнтервалу, який робить внесок у (1.49).

Рис. 3.10 показує залежнiсть перерiзу вiд кiлькостi фольг у мiшенi,

коли її сукупна товщина є фiксованою. Тут наведено результати для двох

значень сумарної товщини мiшенi, одне з яких вiдповiдає такому значенню на

рис. 3.9, а iнше — товщинi L = 5µ−1(ωK) ≈ 20 мкм, яка лише в декiлька

разiв перевищує довжину поглинання ПВ при мiнiмальнiй частотi ω = ωK ,

що робить внесок у (1.49). Наразi ми розглядаємо випадок b & lF , коли

перерiз набуває максимального значення для кожного N . Представленi тут

результати отримано з використанням асимптотичної форми виразу (3.29),

в якiй усередненi значення G(q) i S(q) застосовуються на всьому промiжку

iнтегрування за q. Строго кажучи, ця форма є дiйсною при b � lF . Однак,

як видно з рис. 3.9, у випадку, що розглядається, σ̄d стає дуже близьким до

свого асимптотичного значення вже при b ≈ lF або навiть менших значеннях
3Якщо вважати a i, вiдповiдно, φs фiксованими, а L — таким, що зростає зi збiльшенням N .
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Рис. 3.10. Залежнiсть σ̄d у багатошаровiй мiднiй мiшенi фiксованої сукупної
товщини L ≈ 141 мкм (товста крива) та L ≈ 20 мкм (тонка крива) вiд кiлькостi
фольг у нiй при b > lF . Енергiя налiтаючого електрона становить 5 ГеВ.
Штрихова та штрих-пунктирна лiнiї — те ж саме, що й на рис. 3.9.

iнтервалу мiж фольгами (те саме стосується й випадкiв iз N > 50, якi

не представлено на зазначеному рисунку). Отже, з досить високою точнiстю

асимптотична форма виразу (3.29), що використовується, є дiйсною, починаючи

з b ∼ lF . Для таких b загальна довжина Lt мiшенi, в якiй враховано також

iнтервали мiж фольгами, визначається, в першу чергу, саме цими iнтервалами

i може бути оцiнена як Lt ≈ (N − 1)b (для N ≥ 2). Наприклад, можна обрати

b = lF . Тодi довжина мiшенi становитиме близько 20 см при кiлькостi фольг

N = 50 (при такому N , згiдно з рис. 3.10, σ̄d є близьким до свого максимального

значення при L ≈ 141 мкм).

Для малих N i великих a величина σ̄d є близькою до перерiзу, пригнi-

ченого ефектом густини, що характерно для товстих фольг. У протилежному

випадку великих N i малих a величина σ̄d очiкувано наближається до звичай-

ного перерiзу, на який не впливає ефект густини, що характерно для надтонких

фольг, а також дiлянок у безпосереднiй близькостi до поверхнi фольги (крiзь

яку частинка потрапляє всередину фольги) довiльної товщини. Найцiкавiшою

особливiстю залежностей, наведених на рис. 3.10, є те, що вони не монотоннi та
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мають яскраво виражений максимум. Значення σ̄d у цьому максимумi в кiлька

разiв перевищує перерiз за вiдсутностi ефекту густини. Максимум вiдповiдає

товщинi фольги a = L/N , близькiй до πls(ωK), що в нашому випадку становить

близько 3 мкм. При такому a для q � ωp маємо φs = π (аргумент вiдповiдного

синуса у виразах (3.32) та (3.33) при цьому дорiвнює π/2), що визначає умову

найбiльш конструктивної iнтерференцiї мiж полями ПВ вiд лiвої та правої

поверхонь кожної фольги.

Зi збiльшенням енергiї електрона вiдношення σ̄d у максимумi до перерiзу

за вiдсутностi ефекту густини монотонно зростає (обидвi цi величини зростають

зi збiльшенням енергiї), якщо зберiгається умова b > lF (ωK). Наприклад, при

L ≈ 141 мкм зi зростанням енергiї електрона вiд 1 до 100 ГеВ це вiдношення

змiнюється вiд 2.1 до 4. Однак при дуже високих енергiях, з технiчної точки

зору, має бути проблематичним виконати умову b > lF через великi значення

lF (при 100 ГеВ ця величина перевищує 1.5 м). При таких енергiях може бути

неминучим проведення вимiрювань при b � lF , де вищезгадане вiдношення є

меншим за рахунок ефектiв довжини формування.

Рис. 3.11 демонструє залежнiсть максимального значення σ̄d вiд кiлькостi

фольг у мiшенi. У даному випадку сукупна товщина мiшенi L не є фiксованою

та визначається величиною N i товщиною фольги a. Для кожного N значення

a вибирається таким, при якому σ̄d є максимальним. Це оптимальне значення

a майже не залежить вiд N при N � 1 i є трохи меншим за 2πωK/ω
2
p ≈ 3

мкм. Таким чином, у розглянутому випадку сукупна товщина мiшенi L зростає

майже лiнiйно зi збiльшенням N . З рис. 3.11 видно, що σ̄d не насичується при

малих N порядка (µ(ωK)a)−1 ≈ 1.5, як можна очiкувати, але продовжує своє

монотонне зростання при бiльших N . Це вiдбувається завдяки внеску в (1.49)

фотонiв ПВ з ω > ωK , якi мають довжину поглинання бiльшу, нiж µ(ωK)−1.
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Рис. 3.11. Залежнiсть максимального значення σ̄d вiд кiлькостi фольг у мiшенi.
L не є фiксованим i залежить вiд N та вiд товщини фольг a, яка обирається
оптимальною для кожного N . Вiдстань мiж фольгами є b > lF . Енергiя
налiтаючого електрона становить 5 ГеВ. Штрихова та штрих-пунктирна лiнiї
— те ж саме, що й на рис. 3.9.

3.3.3. Характеристичне рентгенiвське випромiнювання у багато-

шаровiй мiшенi

Кiлькiсть фотонiв ХРВ, що випромiнюються при русi електрона в бага-

тошаровiй мiшенi, можна оцiнити на основi виразiв (1.49) та (1.51) з dN/dω у

виглядi (3.27). Кутову густину кiлькостi фотонiв, що випромiнюються зi всiєї

мiшенi, можна подати наступним чином:

dNCXR

do
=
nawf
4π

N∑
n=1

a∫
0

dξσ
(n)
t (ξ)g(n)(ξ, ϑ), (3.34)

де wf — фактор флуоресценцiї K-оболонки, що визначає ймовiрнiсть випро-

мiнювання фотонiв у результатi заповнення вакансiї на iонiзованiй оболонцi.

Для мiдi wf ≈ 0.44. Також ξ = z− (n− 1)(a+ b), тодi як σ(n)
t (ξ) дорiвнює σt(z)

всерединi n-ї фольги. Функцiя g(n)(ξ, ϑ) враховує поглинання ХРВ у n-й фользi,

де воно генерується, та в усiх фольгах, якi це випромiнювання проходить
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на шляху до детектора. За допомогою ϑ ми позначаємо кут мiж напрямком

спостереження i напрямком, протилежним до напрямку швидкостi електрона.

Нехай кожна фольга має форму кола з радiусом R. Якщо випромiнювання

розглядається у заднiй пiвкулi щодо швидкостi електрона (ϑ < π/2), то для

g(n)(ξ, ϑ) отримуємо:

g(n)(ξ, ϑ) = exp(−µξ/ cosϑ) exp
(
− Int[R/btgϑ]µa/ cosϑ

)
×H

(
n− 1− Int[R/btgϑ] + ε

)
+ exp(−µξ/ cosϑ) exp

(
− (n− 1)µa/ cosϑ

)
×H

(
Int[R/btgϑ]− n+ ε

)
.

(3.35)

Тут H(x) — ступiнчаста функцiя Хевiсайда, а ε — довiльне число з промiжку

(0,1), яке забезпечує те, що H(x+ε) дорiвнює одиницi при x = 0. Int[x] позначає

цiлу частину величини x. Якщо випромiнювання розглядається в переднiй

пiвкулi (ϑ > π/2), вираз (3.35) все ще є дiйсним за умови, що в ньому виконано

наступнi замiни: ξ → a− ξ, n→ N − n+ 1 та ϑ→ π − ϑ.

ХРВ, що виникає в результатi рекомбiнацiї атомних K-оболонок в мiдних

фольгах можна наближено розглядати як таке, що складається з двох монохро-

матичних лiнiй Kα i Kβ. Через вiдносно невелику рiзницю мiж частотами цих

лiнiй, а також через вiдносно невеликий внесок лiнiї Kβ в загальний вихiд ХРВ

у мiдi (приблизно 0.14 вiд Kα [309]), ми будемо брати коефiцiєнт поглинання

µ(ω) в (3.35) при частотi лiнiї Kα: ~ωKα ≈ 8.05 кеВ. Насправдi, це енергiя лiнiї

Kα1, що домiнує в дублетi лiнiй Kα1 i Kα2. Цей дублет ми наразi розглядаємо

як єдину лiнiю через дуже малу рiзницю мiж енергiями ~ωKα1 i ~ωKα2 (близько

20 еВ). Для довжини поглинання ХРВ у цьому випадку маємо µ−1 ≈ 22 мкм.

Рис. 3.12 демонструє кутовий розподiл ХРВ, що генерується електронами

з енергiєю 5 ГеВ у багатошаровiй мiшенi сукупної товщини L = 35µ−1(ωK) ≈

141 мкм за умов, коли σ̄d є близьким до свого максимального значення

(a ≈ 2πωK/ω
2
p i b ∼ lF ). Вiдмiннiсть кутового розподiлу ХРВ вiд сферично-
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Рис. 3.12. Кутовий розподiл ХРВ вiд багатошарової мiдної мiшенi з N = 50,
a ≈ 2.8 мкм i R = 0.5 см. Товста крива — b = 0.5 см, тонка крива — b = 0.25

см. Енергiя налiтаючого електрона становить 5 ГеВ.

симетричного, що пов’язана з функцiєю g(ξ, ϑ), обумовлена поглинанням

випромiнювання у фольгах, крiзь якi йому потрiбно пройти, щоб залишити

мiшень. Кожен «стрибок» iнтенсивностi випромiнювання, що вiдбувається при

ϑ = arctg(R/kb), де k є цiлим додатним числом, спричинений новою фольгою,

яка з’являється на шляху фотонiв зi зменшенням ϑ.

Зi збiльшенням кiлькостi фольг у мiшенi, якщо a залишається близьким

до свого оптимального значення 2πωK/ω
2
p i b ∼ lF , для широкої областi

значень ϑ (за винятком таких, що є близькими до 0 i π) кутова густина

ХРВ dNCXR/do зростає приблизно пропорцiйно до Nσ̄d (зростання σ̄d в цьому

випадку представлено на рис. 3.11). Це вiдбувається завдяки тому, що для таких

ϑ випромiнюванню потрiбно перетнути досить невелику кiлькiсть фольг, щоб

полишити мiшень, i збiльшення N понад цiєю кiлькiстю не збiльшує вплив, що

його здiйснює на це випромiнювання поглинання всерединi фольг.

Згiдно з рис. 3.12, при b = 0.5 см максимальна кiлькiсть фотонiв випромi-

нюється у напрямку ϑ ≈ 50◦. Якщо розглянути нормальне падiння електрона

на одну фольгу тiєї ж товщини, що й цiла мiшень (тобто з a ≈ 141 мкм), або

будь-якої iншої товщини, що задовольняє умовi a� µ−1(ωKα), для того ж кута
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ϑ можна отримати густину фотонiв dN (1)
CXR/do ≈ 0.0017 фотони/(e−ср). Цей

результат можна отримати з використанням загальних виразiв (1.49), (3.27),

(1.51) та (3.34), поклавши тут n = N = 1. Таким чином, ми бачимо, що

завдяки ефекту збiльшення σ̄d (рис. 3.10), що обговорювався вище, а також

за рахунок меншого поглинання випромiнювання, у багатошаровiй мiшенi

можна отримати значне пiдвищення iнтенсивностi ХРВ порiвняно з такою

iнтенсивнiстю в однiй фользi тiєї ж сукупної товщини. Зокрема, за розглянутих

умов (dNCXR/do)/(dN
(1)
CXR/do) ≈ 32.

Порiвняння iнтенсивностей ХРВ i ПВ у багатошарових мiшенях. З

точки зору питання про можливiсть використання ХРВ у багатошарових

мiшенях у якостi джерела монохроматичних фотонiв, представляє iнтерес

порiвняння iнтенсивностi ХРВ у випадку, що обговорюється, з iнтенсивнiстю

iнших типiв рентгенiвського випромiнювання у багатошарових мiшенях. Далi

ми проведемо порiвняння iнтенсивностi випромiнювання, яке можна отримати

з радiатора на базi ХРВ iз такою iнтенсивнiстю для радiаторiв на базi

перехiдного випромiнювання, якi широко використовуються для отримання

вузько колiмованих пучкiв рентгенiвських фотонiв, а також для реєстрацiї

та iдентифiкацiї заряджених частинок високих енергiй. Зазначимо, що однiєю

з вiдмiнностей ХРВ вiд ПВ є однорiднiсть його кутового розподiлу (якщо

знехтувати поглинанням випромiнювання у мiшенi). Рентгенiвське ж ПВ уль-

трарелятивiстських частинок є сильно сконцентрованим навколо напрямку їх

швидкостi. Таким чином, багатошаровi випромiнювачi, заснованi на механiзмi

ПВ, можуть забезпечити набагато вищу кутову густину випромiнювання, нiж

вiдповiдний багатошаровий радiатор на базi ХРВ. Втiм, проведений нижче ана-

лiз демонструє, що навiть якщо вихiд ХРВ з багатошарової мiшенi iнтегрувати

за досить малим тiлесним кутом (тобто отримувати достатньо колiмований

пучок фотонiв), вiн все ж може бути близьким до виходу (у вузькому дiапазонi

частот), типового для радiаторiв на базi ПВ.

Iнтенсивнiсть ХРВ будемо обчислювати за умов, що вiдповiдають
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рис. 3.12 (випадок b = 0.5 см i ϑ поблизу 50◦). I для ХРВ, i для ПВ будемо

розглядати мiшенi, що мiстять однакову кiлькiсть фольг (а саме N = 50),

тобто оцiнки буде виконано для однакових розмiрiв мiшеней. Будемо вважати,

що iнтервал b мiж фольгами перевищує довжину формування lF , яка за умов,

що розглядаються, становить близько декiлькох мiлiметрiв, щоб уникнути

пригнiчення випромiнювання через ефекти довжини формування. Варто однак

зауважити, що зi зменшенням b iнтегральнi iнтенсивностi як ХРВ, так i ПВ

зменшуються досить повiльно, слiдуючи логарифмiчнiй залежностi, як на

рис. 3.9. Таким чином, зменшення b до значень, у кiлька разiв менших за lF ,

суттєво не змiнює iнтенсивнiсть.

У якостi типового прикладу радiатора на базi ПВ розглянемо мiшень iз

50 тонких алюмiнiєвих фольг. Спектральну густину випромiнювання dN/dω

у цьому випадку можна обчислити на основi виразу (1.26). Товщину фольг

оберемо такою, що дорiвнює 10 мкм, що вiдповiдає найбiльшому значенню

iнтенсивностi ПВ у максимумi його спектра, який наразi має мiсце при ~ω ≈

12 кеВ. Нехай, як i ранiше, енергiя електрона становить 5 ГеВ. Оскiльки

ХРВ є монохроматичним випромiнюванням, з практичної точки зору, має сенс

порiвнювати його не з «чистим» ПВ вiд радiатора, що має широкий спектр, а

з монохроматичним випромiнюванням, яке можна отримати з використанням

такого радiатора. На практицi така монохроматизацiя ПВ часто досягається

шляхом його подальшої бреггiвської дифракцiї на монокристалi. Як приклад,

будемо розглядати дифракцiю ПВ на площинах (111) кристала кремнiю, орiєн-

тованого таким чином, що умова Брегга виконується для енергiї фотона поблизу

12 кеВ (частота Брегга), що вiдповiдає максимуму спектра ПВ. Для цього

поверхня кристала повинна становити кут θB ≈ 9.5◦ (кут Брегга) зi швидкiстю

електрона (площина (111) вважається паралельною до цiєї поверхнi). У цьому

випадку кiлькiсть фотонiв дифрагованого ПВ можна оцiнити з використанням
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виразу (1.33) як

NDTR =

∫
dωR(ω)

dNTR

dω
=

16

3

(
ωB
cg

)2

|χg|PωB
(
dNTR

dω

)
ω=ωB

, (3.36)

де, для зручностi, збережено швидкiсть свiтла c. Далi ми будемо нехтувати

невеликою варiацiєю частоти Брегга ωB зi змiною кута спостереження в областi

кутiв, яка охоплює бiльшу частину випромiнених фотонiв. За умов, що розгля-

даються (θB � 1), поляризацiйний фактор P можна замiнити на одиницю. Для

вибраного набору кристалографiчних площин кристала кремнiю коефiцiєнт

перед ωBdNTR/dω в (3.36) дорiвнює 1.77 × 10−4, та для кiлькостi фотонiв

дифрагованого ПВ отримуємо NDTR ≈ 1.5 × 10−4 фотони/e−. Iнтегрування

ПВ, що падає на кристал, за кутами проведено тут у межах областi кутiв

(0, ωp/ωB) щодо швидкостi електрона, яка включає майже всi випромiненi

фотони (наразi ωp представляє собою плазмову частоту алюмiнiєвих фольг,

~ωp ≈ 32.86 кеВ). Таким чином, обчислена кiлькiсть фотонiв випромiнюється

всерединi конуса з кутом розкриття 2ωp/ωB ≈ 0.3◦. Зауважимо мiж iншим,

що в даному випадку загальна кiлькiсть фотонiв ПВ, якi випромiнюються

радiатором в областi енергiй вiд 5 до 40 кеВ (цей iнтервал охоплює основну

частину спектра випромiнених фотонiв), приблизно дорiвнює одиницi, що є

характерним значенням для розглянутого типу радiаторiв.

Як зазначалося, ХРВ не є таким вузько спрямованим випромiнюванням,

як ПВ, i має набагато меншу кутову густину. Втiм, у багатошаровiй мiшенi

можна отримати вихiд фотонiв ХРВ, близький до такого виходу з радiатора

на базi ПВ (пiсля розглянутої монохроматизацiї цього випромiнювання), навiть

у межах досить малого тiлесного кута. Наприклад, за умов, характерних для

рис. 3.12, при ϑ ≈ 50◦ така сама кiлькiсть 1.5×10−4 фотонiв ХРВ у розрахунку

на один електрон, як i оцiнена вище величина NDTR, вiдповiдає куту розкриття

близько 3◦. Це забезпечує можливiсть застосовувати ХРВ високоенергетичних

частинок у багатошарових мiшенях як джерело рентгенiвських фотонiв, подiбно
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до ПВ. Перевагою такого джерела є широкий кутовий розподiл випромiнюван-

ня. Завдяки цьому, в даному випадку фотони можна реєструвати в широкому

дiапазонi напрямкiв, а вiдповiдне обладнання не потрiбно ретельно орiєнтувати.

Iнший спосiб отримання монохроматичного випромiнювання на основi

багатошарового радiатора полягає в тому, щоб дозволити ПВ (разом з еле-

ктронами, якi його генерують) падати на фольгу, розташовану за радiатором,

i генерувати на нiй ХРВ. Це вiдповiдає пiдходу, що застосовувався в роботi

[263], де автори реєстрували ХРВ iз мiдної фольги товщиною 25 мкм, що

створювалося електронами, якi попередньо перетинали двi тонкi (3.26 мкм)

мiднi фольги, генеруючи ПВ. Втiм, для великої кiлькостi фольг у мiшенi, де

генерується ПВ, цей пiдхiд призводить до помiтно меншої iнтенсивностi ХРВ,

нiж той, що ми розглядали в данiй секцiї (коли ПВ i ХРВ генеруються в

однiй i тiй самiй багатошаровiй мiшенi). Це пов’язано з тим, що в радiаторi з

великою кiлькiстю фольг, через поглинання, лише частина цих фольг бiля краю

радiатора (того, що є ближчим до фольги, на якiй генерується ХРВ) робить

внесок у ПВ, що виходить з радiатора i потрапляє на фольгу. У випадку ж, коли

ХРВ генерується в багатошаровiй мiшенi, всi фольги роблять внесок у сумарну

iнтенсивнiсть випромiнювання. Наприклад, розглянемо таку саму мiшень, як i

ранiше (50 мiдних фольг товщиною 2.8 мкм, роздiлених iнтервалами 0.5 см одна

вiд одної), у якостi джерела ПВ i оцiнимо кутову густину ХРВ, що виникає, коли

ПВ, яке генерується в нiй електронами з енергiєю 5 ГеВ, падає на мiдну фольгу

товщиною a � µ−1(ωKα). Пiдставляючи вiдповiдний спектр ПВ до виразу

(1.49), враховуючи його поглинання всерединi фольги та використовуючи вираз

(3.34) з N = 1 (де наразi слiд покласти σd = σt), при ϑ = 50◦ отримуємо

dN
(1)
CXR/do ≈ 0.0046 фотони/(e−ср), де ми також врахували внесок вiд самого

електрона, обчислений вище. Це значення4 є бiльш нiж у десять разiв меншим

4Зазначимо також, що для параметрiв джерела ПВ iз двох тонких пластинок та товщої фольги, на якiй генерується ХРВ,

що розглядалися в [263], результат нашого розрахунку середнього перерiзу iонiзацiї К-оболонки у фользi добре збiгається з

вiдповiдними результатами (теоретичним та експериментальним), наведеними в зазначенiй роботi. Цей перерiз приблизно на

8 % перевищує звичайне значення перерiзу для налiтаючого електрона (за вiдсутностi додаткового джерела ПВ) без впливу

ефекту густини.
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за те, що наведено на рис. 3.12 для того самого ϑ.

Висновки до роздiлу 3

Результати дослiджень, представлених у даному роздiлi опублiковано в

статтях [6–9]. Серед основних результатiв у якостi висновкiв можна видiлити

наступнi:

• Теоретично дослiджено проблему вимiрювання характеристик пере-

хiдного випромiнювання ультрарелятивiстських електронiв у мiлiметровому

дiапазонi довжин хвиль у ближнiй зонi з використанням фокусуючого па-

раболiчного дзеркала. Отримано точнi та спрощенi наближенi вирази для

спектрально-кутового розподiлу випромiнювання, що його реєструє точковий

детектор, розташований у фокусi дзеркала, при довiльному розмiрi дзеркала

та його положеннi вiдносно мiшенi, на якiй генерується випромiнювання.

• Проведено узагальнення теорiї рентгенiвського перехiдного випро-

мiнювання електронiв високих енергiй у багатошарових перiодичних мiше-

нях на випадок, коли на мiшень налiтає не окрема частинка, а пучок iз

аксiально симетричним розподiлом густини частинок. Виведено вирази для

спектральної густини такого випромiнювання при довiльному поперечному

розподiлi електронiв у налiтаючому пучку та довiльному розмiрi активної

областi детектора випромiнювання. Отриманi вирази достатньо добре описують

результати вiдповiдних експериментальних вимiрювань. Передбачено ефект

рiзкого посилення iнтенсивностi випромiнювання при певному перiодi мiшенi

за умов вузької колiмацiї пучка випромiнених фотонiв. Отримано умови для

найбiльш суттєвого прояву такого ефекту.

• Побудовано аналiтичний опис процесу iонiзацiї атомних К-оболонок

та спричиненого ним характеристичного рентгенiвського випромiнювання при

проходженнi електронiв високих енергiй крiзь багатошаровi перiодичнi мiшенi.
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Показано, що за умов, коли вiдстань b мiж сусiднiми фольгами, з яких

складається мiшень, є меншою за довжину формування, середнє значення

перерiзу iонiзацiї К-оболонок σ̄t = σ̄d + σc логарифмiчно зростає зi збiльше-

нням b. Завдяки цьому, вiдповiдний вихiд ХРВ не визначається однозначно

матерiалом мiшенi та її сукупною товщиною, а залежить вiд кiлькостi фольг

у нiй та вiдстанi мiж ними. Передбачено ефект збiльшення σ̄t у декiлька разiв

порiвняно зi звичайним перерiзом iонiзацiї К-оболонок електронами без впливу

ефекту густини при певних параметрах мiшенi. Показано, що завдяки такому

ефекту, а також меншому поглинанню випромiнювання, у багатошаровiй мiшенi

iнтенсивнiсть ХРВ може значно перевищувати вiдповiдну iнтенсивнiсть для

однiєї фольги тiєї ж сукупної товщини, що й мiшень.
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РОЗДIЛ 4

IНТЕРФЕРЕНЦIЙНI ЕФЕКТИ В IОНIЗАЦIЙНИХ ВТРАТАХ

ЕЛЕКТРОН-ПОЗИТРОННИХ ПАР У ТОНКИХ МIШЕНЯХ

Високоенергетичнi електрон-позитроннi пари є найпростiшими мiкроско-

пiчними системами, для яких суттєво проявляються iнтерференцiйнi ефекти в

iонiзацiйних втратах енергiї (IВ). Такi пари є зручними об’єктами для всебiчного

вивчення впливу подiбних ефектiв на IВ ультрарелятивiстських частинок. У

певному сенсi, для проблеми iнтерференцiйних ефектiв у IВ e+e− пари мають

те саме значення, що й зв’язаний стан електрона i позитрона (позитронiй)

для перевiрки передбачень квантової електродинамiки або кварконiй для

перевiрки передбачень квантової хромодинамiки. Дослiдження IВ e+e− пар

за рiзноманiтних умов є актуальним завданням для розумiння впливу iнтер-

ференцiйних ефектiв на IВ. Помiж iншим, таке дослiдження можна вважати

необхiдним попереднiм кроком перед вивченням зазначених ефектiв у значно

бiльш складних системах, як наприклад, банчi релятивiстських електронiв.

Справа в тому, що на сучасних лазерах на вiльних електронах, та на рядi

прискорювачiв, якi планується ввести в експлуатацiю найближчим часом,

отримано (або планується отримати) електроннi банчi дуже малого розмiру з

дуже високою густиною частинок. За певних умов для таких банчiв можливий

прояв iнтерференцiйних ефектiв у IВ, подiбних до тих, що мають мiсце для e+e−

пар або протонних кластерiв, але значно бiльших за величиною (див. роздiл

5). Вивчення таких ефектiв є важливим для розумiння особливостей взаємодiї

подiбних систем заряджених частинок iз речовиною.

Як зазначалося на початку роздiлу 1, ранiше IВ пар здебiльшого ви-

вчалися в тому самому середовищi (яке можна було вважати однорiдним i

безмежним), де пара народжувалася внаслiдок проходження жорсткого фо-
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тона крiзь це середовище. Така постановка задачi була викликана наявним

експериментальним устаткуванням (бульбашковi камери) та використанням

космiчних променiв у якостi джерела жорстких фотонiв для народження пар. У

роботах [116,117] було зазначено, що в експериментах на прискорювачах бiльш

прийнятно створювати пари в одних мiшенях (зроблених iз елементiв з великим

атомним номером), а їх IВ вивчати в iнших мiшенях (з достатньо великою

плазмовою частотою). При цьому в якостi останнiх у вiдповiдних експериментах

було використано вiдносно товстi пластинки (кремнiєвi детектори товщиною

бiльше 10 мкм), у яких IВ пар вiдбуваються майже так само, як i в однорiдному

безмежному середовищi.

У даному роздiлi, з одного боку, ми розглядаємо постановку задачi про

IВ e+e− пар, що, згiдно з [116,117], є бiльш прийнятною для експериментальних

вимiрювань на прискорювачах; тобто процеси народження пари та її IВ вважа-

ємо такими, що вiдбуваться в рiзних мiшенях. З iншого боку, новизна даного

розгляду полягає в тому, що мiшень, у якiй вивчаються IВ пари, обирається

дуже тонкою (тоншою за 0.1–1 мкм, в залежностi вiд конкретних умов), а

саме, такою, у якiй IВ вiдбуваються без впливу ефекту густини. Ми показуємо,

що в цьому випадку спектр рiзноманiтних iнтерференцiйних ефектiв у IВ

пари є значно ширшим, нiж у випадку руху пари в однорiдному безмежному

середовищi. Зокрема, продемонстровано, що в даному випадку зазначенi ефекти

можуть мати мiсце на значно бiльших вiдстанях вiд точки народження пари,

а наближення паралельних траєкторiй частинок (див. детальнiше секцiю 4.2),

яке ранiше завжди застосовувалося при обчисленнi IВ пар, за певних умов

може бути непридатним. Крiм того, в ситуацiї, що розглядається, показана

можливiсть прояву ефекту, що є зворотним до ефекту Чудакова.
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4.1. Наближення паралельних траєкторiй частинок

4.1.1. Iонiзацiйнi втрати e+e− пари в однорiдному середовищi

Розглянемо спочатку на основi описаного в пiдроздiлi 1.4 методу IВ

ультрарелятивiстської електрон-позитронної пари, яка народилася i рухається

в безмежному однорiдному середовищi. На основi (1.4) поперечну компоненту

гармонiки Фур’є з частотою ω поля, що оточує пару, можна подати в наступному

виглядi1:

Eω(ρ, z) = −ie
π
eiωz/v

∫
d2q

q

q2 + Ω2
eiqρ(1− e−iqs), (4.1)

де Ω2 = ω2(1/v2 − ε(ω)), v — швидкiсть електрона, ε(ω) — дiелектрична

проникнiсть середовища, e — заряд позитрона, s — вектор iз початком у точцi

знаходження позитрона i кiнцем — у точцi знаходження електрона. Початок

вектора ρ тут також збiгається з точкою знаходження позитрона. Iнтегрування

в (4.1) проводиться за всiма значеннями хвильового вектора q в площинi,

перпендикулярнiй напрямку руху пари. В ультрарелятивiстському випадку

найбiльш iмовiрний кут розльоту пари дуже малий (∼ m/ε, де ε — енергiя

пари, а m — маса однiєї з частинок, що її утворюють). Тому ми вважаємо,

що поле, яке створюється парою в речовинi в момент часу, коли електрон i

позитрон знаходяться на вiдстанi s один вiд одного, збiгається з полем, що його

створюють цi частинки у випадку, коли вони знаходяться на такiй же вiдстанi

одна вiд одної, але рухаються з паралельними швидкостями, якi спрямованi

вздовж осi z. Крiм того, будемо вважати швидкостi електрона i позитрона

однаковими. Пiдставляючи вираз (4.1) в (1.36), пiсля iнтегрування за ρ, а

також за всiма напрямками вектора q, отримуємо вираз для IВ пари на одиницi

1Даний вираз має бiльш загальну форму, нiж (1.4), адже тут не використано явного асимптотичного виразу для ε(ω).
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довжини шляху:

dε

dz
= 2ω2

pe
2

∫
dq

q3

(q2 + Ω2)2
(1− J0(qs)), (4.2)

де J0(x) — функцiя Бесселя, а величину Ω(ω) слiд брати при значеннi ω = I,

де I — середнiй потенцiал iонiзацiї речовини. Iнтеграл за q, пов’язаний iз

першим доданком у (4.2), розходиться при q → ∞ i повинен бути обмежений

певним максимальним значенням q0, що визначається умовами придатностi

використаної тут моделi речовини як набору осциляторiв (див. детальнiше у

пiдроздiлi 1.4). Тодi в результатi iнтегрування виразу (4.2) за q отримуємо:

dε

dz
= 2ω2

pe
2

{
ln
q0

Ω
−K0(Ωs) +

1

2
[ΩsK1(Ωs)− 1]

}
, (4.3)

де Ki(x) — функцiї Макдональда. Розглянемо кiлька граничних випадкiв

виразу (4.3).

За умови s � 1/Ω, що має мiсце на великiй вiдстанi z вiд точки

народження пари (z � ε/mΩ), вираз (4.3) приймає наступний вигляд:

dε

dz
= 2ω2

pe
2

{
ln
q0

Ω
− 1

2

}
(4.4)

i представляє собою подвiйне значення IВ одного електрона або позитрона.

Iнтерференцiя полiв частинок пари при таких значеннях s вiдсутня, i частинки

нiяк не впливають на IВ одна одної.

При s � 1/Ω, тобто поблизу точки народження пари (z � ε/mΩ), її IВ

визначаються виразом:

dε

dz
= 2ω2

pe
2 ln

q0s

2
. (4.5)

Звiдси видно, що формула (4.3) може бути застосована для обчислення IВ пари,

якщо вiдстань s мiж електроном i позитроном перевищує величину 2/q0.
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Рис. 4.1. Залежнiсть IВ електрон-позитронної пари вiд вiдстанi мiж частинка-
ми в однорiдному середовищi.

При виконаннi умови I � ωp для дiелектричної проникностi речовини в

(4.3) можна використовувати асимптотичний вираз

ε(ω) ≈ 1− ω2
p/ω

2. (4.6)

Величина Ω тодi набуває вигляду: Ω =
√
ω2/γ2 + ω2

p, де γ — Лоренц-фактор

окремої частинки пари. За умови ωp � I/γ, що вiдповiдає наявностi ефекту

густини в IВ частинок у речовинi, що розглядається, вираз (4.3) призводить до

результату, який практично не вiдрiзняється вiд результатiв для IВ електрон-

позитронних пар у щiльних середовищах, що були отриманi ранiше iншими

методами (див. роботи [108–112]). Для цього випадку характер залежностi IВ

пари вiд s, що визначається виразом (4.3), представлено на рис. 4.1.

4.1.2. Iонiзацiйнi втрати пари в ультратонкiй мiшенi

Розглянемо тепер задачу про IВ електрон-позитронної пари у тонкiй

дiелектричнiй пластинцi, що розташована у вакуумi в напрямку руху пари

на певнiй вiдстанi вiд мiшенi, у якiй пара народилася (рис. 4.2). Нехай лiва

поверхня пластинки лежить у площинi z = z1. З безперервностi тангенцiйної
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Рис. 4.2. Проходження електрон-позитронною парою пластинки пiсля вильоту
з речовини.

компоненти електричного поля на цiй поверхнi випливає, що у випадку, коли

товщина пластинки a є меншою за характерну довжину поглинання в нiй

фотонiв з частотами, що роблять основний внесок в iонiзацiю (a� I/η2
p, де I —

середнiй потенцiал iонiзацiї атомiв пластинки, а ηp — її плазмова частота), IВ

електрон-позитронної пари в цiй пластинцi повнiстю визначаються величиною

поля навколо пари у вакуумi в безпосереднiй близькостi вiд поверхнi пластинки

(тобто при z = z1). Розглянемо детальнiше це поле.

Iз граничних умов для електричного поля та iндукцiї на поверхнi ре-

човини, з якої вилiтає пара, випливає, що сумарне поле навколо пари у

вакуумi визначається суперпозицiєю кулонiвських полiв електрона i позитрона,

а також пакету вiльних хвиль, що поступово перебудовується у поле перехiдного

випромiнювання. З лiнiйностi граничних умов i рiвнянь Максвелла випливає,

що пакет вiльних хвиль, який утворюється при вильотi з речовини електрон-

позитронної пари, є суперпозицiєю пакетiв вiльних хвиль, якi виникають при

вильотi з речовини окремо електрона та позитрона за вiдсутностi iншої частин-

ки. Тодi поперечна (в напрямку ρ) компонента гармонiки Фур’є з частотою ω

сумарного поля навколо пари у вакуумi може бути представлена в наступному

виглядi:

Eω⊥(r) = −ie
π

∫
d2qq

{
Qv(q)e

iωz/v −Qf(q)e
iωz−iq2z/2ω

}
eiqρ(1− e−iqs), (4.7)
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де величини Qv та Qf визначенi вiдповiдно пiсля формул (1.2) та (1.10), а

ωp у виразi для Qf — плазмова частота речовини, у якiй пара народжується,

дiелектрична проникнiсть якої вибрана у виглядi (4.6).

Якщо у виразi (4.7) покласти z = z1 i пiдставити його у (1.36), то в

результатi iнтегрування за ρ i за всiма напрямками вектора q, отримуємо

наступний вираз для IВ пари в пластинцi на одиницi довжини шляху:

dε

dz
= 2η2

pe
2

∫
dqq3

{
Q2
v +Q2

f − 2QvQf cos

(
Iz1

2γ2
+
q2z1

2I

)}
[1− J0(qs)]. (4.8)

Частина виразу (4.8), пов’язана з першим доданком у квадратних дужках,

представляє собою подвоєну величину IВ одного електрона або позитрона, що

вилiтає з речовини i перетинає пластинку [97]. Ця частина складається з трьох

доданкiв, перший iз яких (пропорцiйний доQ2
v) представляє собою iонiзацiю, що

здiйснюється у пластинцi власним кулонiвським полем електрона (позитрона).

Другий доданок (що мiстить Q2
f), описує iонiзацiю, що здiйснюється пакетом

вiльних хвиль, який утворюється при вильотi електрона (позитрона) з речо-

вини. Третiй доданок описує вплив, що його чинить на iонiзацiю пластинки

iнтерференцiя мiж кулонiвським полем частинки i пакетом вiльних хвиль.

Друга частина виразу (4.8) (пов’язана з J0(qs)) описує вплив на iонiзацiю

пластинки iнтерференцiї мiж полями електрона i позитрона, кожне з яких

є суперпозицiєю власного кулонiвського поля вiдповiдної частинки i пакету

вiльних хвиль, що виникає при вильотi цiєї частки з речовини у вакуум.

Iнтегруючи вираз (4.8) за q i вчиняючи з розбiжним iнтегралом,

пов’язаним iз Q2
v, так само, як i при виведеннi формули (4.3), вважаючи, що

умова ωp � I/γ є виконаною, для IВ пари в пластинцi на одиницi довжини

шляху отримуємо:

dε

dz
= 2η2

pe
2

{
ln
q0γ

I
− 1

2
+ ln

ωpγ

I
− 1 + εint(z1, s)

}
, (4.9)
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де

εint(z1, s) = λγSiλγ + Ciλγ + cosλγ − Ci(λp + λγ) cosλp − Si(λp + λγ) sinλp

−2K0(Is/γ) + (Is/γ)K1(Is/γ) +K0(ωps) + (ωps/2)K1(ωps)

+F (z1, s),

F (z1, s) = 2

∞∫
0

dqq3J0(qs)QvQf cos(λγ + q2λp/ω
2
p),

а також λγ = Iz/2γ2, λp = ω2
pz/2I, Si(x) та Ci(x) — iнтегральнi синус та косинус.

Першi два доданки у фiгурних дужках у (4.9) представляють собою

подвоєне значення IВ електрона або позитрона в пластинцi i описують втрати

енергiї пари за вiдсутностi iнтерференцiї мiж полями частинок (а також за

вiдсутностi пакетiв вiльних хвиль). У даному випадку тонкої пластинки (a �

I/η2
p) ця величина не мiстить поправку на ефект густини та логарифмiчно

зростає зi збiльшенням енергiї частинок.

Третiй та четвертий доданки у фiгурних дужках у (4.9) описують

iонiзацiю, що здiйснюється в пластинцi пакетом вiльних хвиль, який утворився

при вильотi пари з речовини у вакуум.

Доданок у виразi (4.9), пропорцiйний до εint є результатом iнтегрування

у виразi (4.8) доданка, пов’язаного з J0(qs), i визначає ступiнь впливу на IВ

пари в пластинцi з боку iнтерференцiї мiж полями електрона i позитрона. Цей

доданок суттєво залежить як вiд координати пластинки z1, так i вiд вiдстанi

s мiж електроном i позитроном у момент їх вльоту до пластинки. Розглянемо

кiлька граничних випадкiв виразу (4.9).

Якщо пластинка розташована досить близько вiд речовини, в якiй утво-

рюється пара (z1 → 0), то вираз (4.9) зводиться до формули (4.3), якщо

в останнiй зробити замiну Ω → ωp, а також ωp → ηp у коефiцiєнтi перед

фiгурними дужками. Тобто в цьому випадку характер залежностi IВ пари
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в тонкiй пластинцi вiд вiдстанi s мiж електроном i позитроном збiгається з

характером вiдповiдної залежностi в однорiднiй речовинi. Частинкам при цьому

достатньо розлетiтися на вiдстань s = 1/ωp (де ωp характеризує речовину, в

якiй пара народилася), щоб iнтерференцiя мiж їх полями зникла i IВ перестали

залежати вiд s.

Якщо вiдстань z1 мiж пластинкою i речовиною перевищує величину

∼ 2γ2/I, то характер залежностi IВ пари в пластинцi вiд вiдстанi s мiж

електроном i позитроном перестає визначатися положенням пластинки z1. У

цьому випадку вiдстань s, на яку електрону i позитрону необхiдно розлетiтися,

щоб iнтерференцiя мiж їх полями в пластинцi зникла, визначається виразом s =

γ/I. Ця вiдстань збiгається з максимальним значенням прицiльного параметра,

при якому вiдбувається ефективна передача енергiї частинкою, що налiтає,

атомам речовини за вiдсутностi ефекту густини.

Варто зазначити, що вiдстань вздовж напрямку руху пари, на якiй iнтер-

ференцiя полiв, що створюються частинками, є iстотною, по-рiзному зростає зi

збiльшенням енергiї частинок у випадку, коли пара рухається в безмежному

середовищi, та у випадку перетину нею тонкої пластинки (що наразi вивчає-

ться). У безмежному однорiдному середовищi величина цiєї вiдстанi lp ∼ γ/ωp

прямо пропорцiйна до енергiї пари; у тонких же пластинках ефекти, пов’язанi з

iнтерференцiєю полiв частинок, зникають лише коли вiдстань мiж пластинкою

i речовиною, в якiй пара народжується, перевищує значення lI ∼ γ2/I, що

є пропорцiйним до квадрату енергiї пари. Змiнюючи енергiю пари, можна

отримувати рiзну величину розльоту частинок при перетинi ними пластинки

i, вiдповiдно, рiзну ступiнь пригнiчення величини IВ пари в нiй.

4.1.3. Порiвняльний аналiз iонiзацiйних втрат пари у товстих i

тонких мiшенях

Вплив перебудови поля електрон-позитронної пари пiсля її вильоту з

речовини у вакуум на подальшi втрати енергiї пари в тонкiй пластинцi можна
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наочно продемонструвати, вивчаючи вiдношення втрат енергiї пари у двох

пластинках, розташованих на рiзних вiдстанях вiд речовини, у якiй пара на-

роджується (рис. 4.3). Такий пiдхiд було використано при експериментальному

вивченнi ефекту Чудакова в роботах [116,117].

e

e

e

e

a

a
1z

2z

Рис. 4.3. Перетин електрон-позитронними парами пластинок, розташованих
на рiзних вiдстанях вiд речовини, в якiй пари народжуються.

Ми розглянемо два граничнi випадки, що вiдповiдають областям при-

датностi виразiв (4.3) i (4.9) для опису IВ пари у пластинках. У першому

випадку будемо вважати обидвi пластинки досить товстими (a� I/η2
p), так що

в них є справедливим наближення безмежного однорiдного середовища, i при

обчисленнi IВ пари можна користуватися формулою (4.3). Ефекти, пов’язанi

з перебудовою поля навколо пари у вакуумi, в цьому випадку практично не

впливають на IВ пари у пластинках, адже вони проявляються лише в їх

тонких приповерхневих шарах товщиною δ . I/η2
p, якi займають дуже малу

частину обсягу пластинок. У другому випадку будемо вважати пластинки дуже

тонкими (a � I/η2
p) i визначати IВ пари в них на пiдставi виразу (4.9). На

рис. 4.4 представлено графiки залежностi вiдношення величини IВ пари в

лiвiй пластинцi (∆ε1) до величини її IВ у правiй пластинцi (∆ε2) вiд енергiї

пари. Значення енергiї пари (1 ГеВ< ε <100 ГеВ) i координат пластинок
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Рис. 4.4. Залежнiсть вiдношення IВ електрон-позитронної пари у пластинках,
розташованих на рiзних вiдстанях вiд речовини, вiд енергiї пари. Суцiльна i
штрихпунктирна кривi — тонкi пластинки, вiдповiдно випадки сумарних IВ та
IВ за рахунок взаємодiї лише з внутрiшнiми атомними оболонками (обчислення
на основi формули (4.9) з використанням величин I та Iin вiдповiдно); штрихова
лiнiя — товстi пластинки (обчислення на основi формули (4.3)).

(z1 = 10 мкм, z2 = 100 мкм), що тут розглядаються, ми обираємо такими,

що є близькими до вiдповiдних значень цих величин, при яких проводилися

вимiрювання в експериментi [116]. При цьому для простоти будемо вважати, що

пара народжується на малiй вiдстанi вiд правої поверхнi речовини, нехтуючи

нею в порiвняннi з вiдстанню, яку пара пролiтає мiж речовиною i пластинкою.

Плазмову частоту i середнiй потенцiал iонiзацiї атомiв пластинок оберемо

такими, що дорiвнюють вiдповiдно ηp = 106 см−1 i I = 107 см−1 (цi значення

близькi до таких, що є типовими для кремнiю).

У випадку товстих пластинок (штрихова лiнiя на рис. 4.4) при енергiях

ε < 2 ГеВ для них виконується умова z1 > lp, що вiдповiдає тому, що вже

до моменту перетину першої пластинки частинки пари встигають розлетiтися

настiльки, що поля, якi вони створюють, не iнтерферують. IВ пар у першiй

i другiй пластинках при цьому однаковi, i вiдношення цих величин дорiвнює

одиницi. При бiльш високих енергiях координати пластинок задовольняють

умовi z2 > lp > z1, що означає, що першу пластинку частинки пари

перетинають, перебуваючи на вiдстанi s < 1/ωp одна вiд одної, i втрати енергiї
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пари тут пригнiченi у порiвняннi з вiдповiдними втратами у другiй пластинцi,

де деструктивна iнтерференцiя полiв частинок, як i ранiше, вiдсутня.

Що стосується випадку тонких пластинок (суцiльна крива на рис. 4.4), то

для них має мiсце умова z2 � lI , яка є справедливою в усьому розглянутому

дiапазонi енергiй пари. Це означає, що при перетинi частинками як першої, так

i другої пластинок вiдстань мiж ними s� γ/I, i втрати енергiї пари в кожнiй iз

пластинок пригнiченi. У першiй пластинцi, однак, ступiнь пригнiчення IВ пари

є бiльшим, нiж у другiй, i вiдношення ∆ε1/∆ε2 менше за одиницю.

Як видно з рис. 4.4, в межах даного iнтервалу енергiй пари вираз (4.9) для

тонких пластинок призводить до меншого значення вiдношення ∆ε1/∆ε2 (тобто

до бiльш суттєвого пригнiчення IВ пари в першiй пластинцi у порiвняннi з

таким пригнiченням у другiй), нiж вираз (4.3) для такого вiдношення у товстих

пластинках.

Лише при енергiях ε & 100 ГеВ, коли умова z2 � lp � lI є виконаною,

вирази (4.3) i (4.9) призводять до однакового значенням вiдношення ∆ε1/∆ε2

для товстих i тонких пластинок. Це вiдображає той факт, що вiдстань мiж

частинками пари при перетинi ними як першої, так i другої пластинок лежить

в областi s � 1/ωp � γ/I, у якiй, вирази (4.3) i (4.9) призводять до близьких

значень IВ пари.

Варто зазначити, що вираз (4.9) є справедливим також при обчисленнi IВ

електрон-позитронної пари i в бiльш товстих пластинках у тому випадку, якщо

розглядати не сумарнi обмеженi IВ, а лише ту їх частину, яка визначається

взаємодiєю пари з внутрiшнiми електронними оболонками атомiв (наприклад,

втрати за рахунок iонiзацiї К-оболонок атомiв). У цьому випадку величину I

в розглянутих вище виразах варто замiнити на середнiй потенцiал iонiзацiї

внутрiшнiх оболонок атомiв Iin, який може значно перевищувати потенцiал

iонiзацiї, усереднений за всiма атомними електронами. При цьому в (4.9) також

змiнюється значення плазмової частоти ηp, яка тепер вiдповiдає концентрацiї

лише електронiв на внутрiшнiх атомних оболонках (це, звичайно, не впливає
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на значення вiдношення ∆ε1/∆ε2). У даному випадку допустимi товщини

пластинок, у яких формула (4.9) може бути застосована для обчислення IВ

пари, збiльшуються пропорцiйно вiдношенню Iin/I.

Штрих-пунктирна крива на рис. 4.4 зображує залежнiсть вiд енергiї

пари вiдношення її IВ за рахунок збудження та iонiзацiї лише внутрiшнiх

атомних оболонок у двох пластинках, координати z1 i z2 яких обрано такими

ж, як i ранiше. Величину Iin ми вважаємо близькою до характерних значень

потенцiалiв iонiзацiї К-оболонок атомiв ряду не дуже важких речовин: Iin ≈

2 × 108 см−1. Тонкими, однак, тепер вважаються пластинки, товщини яких

задовольняють умовi a� Iin/η
2
p i можуть становити порядка мiкрона.

Як видно з рис. 4.4, характер залежностi вiдношення ∆ε1/∆ε2 у таких

пластинках у даному випадку зазнає змiни при низьких енергiях. Це пов’язано

з тим, що величина lIin = γ2/Iin, яка вiдповiдає потенцiалу iонiзацiї внутрiшнiх

атомних оболонок, є значно меншою за величину lI , пов’язану з потенцiалом

iонiзацiї, усередненим за всiма атомними електронами. У розглянутiй нами

ситуацiї при енергiї ε ≈ 1 ГеВ має мiсце спiввiдношення z1 ≈ lIin. Тому вже

при вльотi у першу пластинку частинки знаходяться на вiдстанi s ≈ γ/Iin

одна вiд одної, i втрати енергiї пари у цiй пластинцi практично не пригнiченi.

Вiдношення ∆ε1/∆ε2 при цьому є близьким до одиницi.

Залежнiсть вiдношення ∆ε1/∆ε2 вiд енергiї пари у товстих пластинках

у даному випадку збiгається з вiдповiдною залежнiстю цього вiдношення для

сумарних IВ пари (штрихова лiнiя на рис. 4.4), адже ця величина не залежить

вiд вибору значення I. Крiм того, при переходi вiд розгляду сумарних IВ до

розгляду IВ за рахунок iонiзацiї внутрiшнiх оболонок величина ηp зазнає змiн

лише у множнику перед фiгурними дужками в (4.3), де вона наразi фiгурує

замiсть ωp. У виразi ж всерединi цих дужок плазмова частота в обох випадках

має одне й те саме значення, адже описує екранування поля навколо пари

внаслiдок колективного руху усiх атомних електронiв.
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4.2. Вплив непаралельностi траєкторiй частинок на iонiзацiйнi

втрати e+e− пари. Випадок народження пари у тонкiй

мiшенi.

Вступнi зауваження. Ранiше всi теоретичнi дослiдження IВ електрон-

позитронних пар виконувалися з використанням наближення, в якому швид-

костi частинок, що складають пару, вважаються паралельними. Зокрема, таке

наближення було застосовано нами у пiдроздiлi 4.1 для обчислення IВ пар у

тонких шарах речовини, якi пари перетинають пiсля вильоту з речовини, де

вони народжуються. Справдi, в ультрарелятивiстському випадку дуже мале

значення кута розльоту пари дозволяє припустити, що поле, яке створюється

парою в речовинi в момент часу, коли електрон i позитрон знаходяться на вiд-

станi s один вiд одного, збiгається з полем, що створювалося б цими частинками,

якби вони рухалися з паралельними швидкостями на тiй самiй вiдстанi s одна

вiд одної. При цьому також зазвичай нехтувалося впливом поздовжньої вiдстанi

(вздовж середнього напрямку руху частинок) мiж електроном i позитроном на

IВ пари, i змiна величини IВ вважалася такою, що викликана лише змiною

поперечної вiдстанi s мiж частинками.

У даному i наступному пiдроздiлах ми дослiджуємо вплив того факту,

що швидкостi електрона i позитрона не є паралельними, на IВ пари у тонкiй

мiшенi. Як показано в пiдроздiлi 4.1, у даному випадку характернi вiдстанi ρ0

вiд траєкторiї частинок, якi вiдповiдають за IВ, значно перевищують величину

ρ0 ∼ 1/ωp такої вiдстанi у випадку руху пари в безмежному середовищi.

Далi ми демонструємо, що, завдяки цьому, зазначений факт може призвести

до зменшення взаємного послаблення полiв частинок i, отже, до того, що IВ

пари будуть дещо перевищувати величину обчислену у наближеннi паралельних

траєкторiй. Головна властивiсть IВ пар у тонких пластиках, отримана в

пiдроздiлi 4.1, яка полягає у суттєвому збiльшеннi вiдстанi, на якiй мають

мiсце iнтерференцiйнi ефекти в IВ, залишається наявною i при такому бiльш

акуратному розглядi.



199

У даному пiдроздiлi, ми не беремо до уваги внесок в iонiзацiю пластинки

з боку перехiдного випромiнювання, яке генерується при вильотi пари з

речовини, у якiй вона народжується, до вакууму, де знаходиться пластинка.

Таке наближення є справедливим у випадку, коли пара народжується у досить

тонкому шарi речовини (на зразок пластинки, в якiй дослiджуються IВ цiєї

пари), де дiелектрична поляризацiя i, отже, перехiдне випромiнювання, що

генерується значно ослабленим полем новоствореної пари, є пригнiченими.

Таке спрощення розгляду в даному випадку застосовується для бiльш чiткого

виокремлення ефектiв, пов’язаних саме з непаралельнiстю траєкторiй частинок.

У наступному пiдроздiлi проведено бiльш загальний розгляд даної задачi з

урахуванням як непаралельностi траєкторiй електрона i позитрона, так i впливу

перехiдного випромiнювання на IВ пари, що є суттєвим у випадку, коли пара

народжується у достатньо товстому шарi речовини (як, наприклад, вважалося

у пiдроздiлi 4.1).

Якiсний розгляд. З фiзичної точки зору, найбiльш природно розглядати

зменшення IВ пари як результат деструктивної iнтерференцiї гармонiк Фур’є

власних кулонiвських полiв електрона та позитрона. Компонента Фур’є еле-

ктричного поля однiєї з частинок пари високої енергiї, яка рухається в речовинi

вздовж осi z зi швидкiстю v може бути представлена як:

Eω = ±ie
π

∫
d2q

q

q2 + Ω2
eiqρ+iωz/v, (4.10)

де всi величини мають той самий змiст, що i в (4.1). Заряд e > 0 є зарядом

позитрона. Позитивний знак перед виразом (4.10) повинен бути обраний у

випадку електрона, а негативний — у випадку позитрона. Введемо також для

зручностi величину γε = ε/2m (де ε — енергiя пари, а m — маса електрона), яка

у випадку рiвномiрного розподiлу енергiї мiж електроном i позитроном у парi

збiгається з Лоренц-фактором кожної з частинок (який ми в цьому випадку, як

i ранiше, будемо позначати просто як γ).
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Електричне поле (4.10) представляє собою пакет електромагнiтних хвиль

(вiртуальних фотонiв). Близькiсть електрона i позитрона в парi призводить до

значної iнтерференцiї таких хвиль iз пакетiв кожної з частинок. Фазовий зсув

вiдповiдних хвиль становить δφ = δφρ + δφz ≈ q(ρ− ρ′) + ω(z/v − z′/v′), де

осi z i z′ визначають напрямки швидкостей v i v′ електрона та позитрона, а ρ i

ρ′ — вiдстанi вiд цих осей (траєкторiй частинок) до точки спостереження. Де-

структивна iнтерференцiя мiж полями частинок вiдбувається в тому випадку,

коли δφ . 1 для значень q, якi роблять основний внесок у цi поля.

При досить високих енергiях, коли умова ωp � I/γε є виконаною, вираз

для Ω спрощується до Ω = ωp. Значення q = |q|, якi роблять основний внесок в

iнтеграл у (4.10) становлять q ∼ ωp. Тому значення |ρ− ρ′|, для яких фазовий

зсув δφρ є меншим за одиницю в усьому дiапазонi значень q, що роблять внесок

в iнтеграл, становлять |ρ− ρ′| . 1/ωp.

Фазовий зсув δφz обумовлений як iснуванням ненульового кута ϑ мiж

траєкторiями частинок, так i рiзницею мiж їх швидкостями v i v′. У випадку, що

розглядається, перша з цих причин призводить до внеску в δφz порядка ωϑρ .

I/γεωp � 1, тому ним можна знехтувати. Друга причина дає δφz ∼ ωz(v′ −

v) ≈ ωz(γ+ − γ−)/γ3
ε . Для найбiльших значень рiзницi мiж Лоренц-факторами

частинок у парi γ+ − γ− ∼ γε i вiдстанi z ∼ γε/ωp, на якiй iнтерференцiя все

ще має мiсце, як i в попередньому випадку, отримуємо δφz ∼ I/γεωp � 1. Це

є причиною того, що наближення паралельних траєкторiй дуже добре працює

у випадку руху пари у безмежному середовищi (саме цей випадок вивчався

ранiше в роботах [108–112]).

Ситуацiя вiдрiзняється, якщо розглядати IВ пари в досить тонкiй пла-

стинцi, де поле пари не є екранованим внаслiдок поляризацiї. У цьому випадку

дiелектричнi властивостi пластинки можна не враховувати (тобто покласти

тут ε = 1), що призводить до виразу Ω = ω/γ± («+» — для позитрона,

«–» — для електрона). Вираз (4.10) демонструє, що в цьому випадку δφz <

1, якщо |ρ− ρ′| < γε/I, тобто ефективний поперечний розмiр областi, в
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Рис. 4.5. Перетин тонкої пластинки електрон-позитронною парою.

якiй поля частинок iнтерферують, збiльшується. Непаралельнiсть осей z i z′

робить внесок у фазовий зсув δφz порядка ωϑρ ∼ 1, який може порушити

деструктивну iнтерференцiю полiв електрона i позитрона навiть у випадку, коли

|ρ− ρ′| → 0. Оскiльки у розглянутому випадку вiдстанi вiд точки народження

пари, на яких iнтерференцiйнi ефекти проявляються в її IВ, становлять z .

γε/Iϑ ≡ Z0, фазовий зсув, обумовлений рiзницею швидкостей частинок, може

також стати порядка одиницi при z ∼ Z0. Однак на такiй вiдстанi вiд точки

народження iнтерференцiя в будь-якому випадку суттєво зменшується через

великий промiжок мiж частинками у поперечному напрямку, i ми не будемо

враховувати цей додатковий фазовий зсув, вважаючи, що v = v′.

Обчислення iонiзацiйних втрат пари у тонкiй мiшенi. Розглянемо тепер

бiльш точно IВ пари в тонкiй пластинцi, що розташована у вакуумi на вiдстанi

z1 вiд точки народження пари, враховуючи додатковий фазовий зсув мiж

iнтерферуючими компонентами Фур’є полiв електрона та позитрона через

iснування ненульового кута мiж швидкостями частинок. Будемо вважати, що

пара рухається в площинi zy (рис. 4.5).

Введемо ще двi системи координат, якi можуть бути отриманi з початкової

(xyz) шляхом обертання навколо осi x на кути ϑ/2 та −ϑ/2. У цьому випадку

електрон i позитрон рухаються вiдповiдно вздовж осей κ та κ′, i електричне поле
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навколо пари в точцi спостереження з радiус-вектором r можна представити в

у наступнiй формi:

Eω =
ie

π

{∫
d2q

q

q2 + ω2/γ2
eiqρ+iωκ/v −

∫
d2q′

q′

q′2 + ω2/γ2
eiq

′ρ′+iωκ′/v

}
, (4.11)

де γ — Лоренц-фактор електрона та позитрона. При малих ϑ спiввiдношення

мiж κ, κ′, χ та χ′ мають вигляд κ′ = κ + χϑ, χ′ = χ − κϑ та можуть бути

узагальненi наступним чином:

κ′ = κ+ ρesϑ, ρ′ = ρ− κϑes, (4.12)

де es — одиничний вектор, направлений вiд електрона до позитрона. Потрiбно

зазначити, що ми знехтували доданком −κϑ2/2 у правiй частинi першого

виразу в (4.12). Це обумовлено тим, що цей доданок спричиняє помiтний

фазовий зсув (δφz ∼ 1), який може порушити деструктивну iнтерференцiю

полiв електрона та позитрона, лише на вiдстанi z ∼ Z0 вiд точки народження

пари, де така iнтерференцiя в будь-якому випадку є дуже малою через велику

поперечну вiдстань мiж зарядами (подiбно до фазового зсуву через рiзницю

швидкостей частинок, що обговорювався ранiше). Тому ми будемо враховувати

лише доданки не бiльш нiж першого порядку за малим параметром ϑ у

показниках експонент в (4.11). З цiєї ж причини можна замiнити iнтегрування

за змiнною q′ у другому доданку в (4.11) на iнтегрування за q. В результатi

для електричного поля пари отримуємо:

Eω(r) =
ie

π

∫
d2q

q

q2 + ω2/γ2
eiqρ+iωκ/vF (q), (4.13)

де iнтерференцiйний множник має вигляд: F (q) = 1− exp{iϑes(ωρ/v−qκ)}. З

точнiстю до членiв порядка ϑ2 величину κ у виразi для F (q) можна замiнити

на z.

Повну енергiю, що передається одному атомному електронному осциля-
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тору пластинки, можна обчислити на базi виразу (1.36), пiдставляючи сюди

поле (4.13) при ω = I. Iнтегрування отриманого виразу за всiма атомними

електронами навколо пари з рiзними прицiльними параметрами ρ в межах

одиничного iнтервалу вздовж осi z дає IВ пари у пластинцi на одиницi шляху:

dε

dz
=

ne4

2π2m

∫
d2ρ

d2q1d
2q2q1q2e

i(q1−q2)ρ

(q2
1 + I2/γ2)(q2

2 + I2/γ2)
F (q1)F

∗(q2), (4.14)

де n — концентрацiя атомних електронiв пластинки.

Виконуючи в (4.14) спершу iнтегрування за ρ i q1, а згодом, де можливо,

за q2, для IВ пари у пластинцi отримуємо:

dε

dz
= 2η2

pe
2

{
ln
q0γ

I
− 1

2
−R(z1, ϑ)

}
, (4.15)

де

R(z1, ϑ) =
1

2π

∞∫
0

dq

2π∫
0

dϕ
(q3 + q2Iϑ cosϕ) cos[qz1ϑ cosϕ]

(q2 + I2/γ2)(q2 + I2/γ2 + I2ϑ2 + 2qIϑ cosϕ)
(4.16)

та ηp — плазмова частота пластинки. Величину q0 в (4.15), як i ранiше, викори-

стано для обмеження зверху iнтервалу iнтегрування в розбiжному iнтегралi за

q2, який дає першi два доданки у фiгурних дужках в (4.15).

Першi два доданки в (4.15) представляють собою суму IВ електрона

i позитрона, якi перетинають пластинку незалежно один вiд одного. Вираз

(4.16) описує вплив iнтерференцiйних ефектiв на IВ пари у пластинцi. Оскiльки

значення q, якi роблять основний внесок в iнтеграл у (4.15) за порядком

величини становлять q . I/γ, даний iнтеграл стає близьким до нуля при

z1 � Z0, завдяки швидким осциляцiям функцiї cos[qz1ϑ cosϕ], та iнтерференцiя

мiж полями електрона i позитрона зникає. Зазначена функцiя (косинус) описує

вплив поперечної вiдстанi мiж зарядами на IВ пари. Цей факт можна подати

бiльш явно, якщо врахувати, що z1ϑ = s1 (де s1 — поперечна вiдстань мiж
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електроном i позитроном на момент перетину парою пластинки) i записати

аргумент косинуса у формi, яку вiн має у випадку, коли використовується

наближення паралельних траєкторiй частинок. Вплив ненульового значення

кута мiж швидкостями частинок описується доданками, що залежать вiд ϑ,

в чисельнику та знаменнику виразу перед косинусом. Зауважимо, що такий

вплив може проявлятися у випадку проходження пари крiзь досить тонку

пластинку, що знаходиться у вакуумi або розрiдженому газi, у якiй електричне

поле навколо пари є подiбним до такого поля у вакуумi, але вiн зникає у

безмежному середовищi.

Iнтеграл у (4.16) можна обчислити аналiтично лише у безпосереднiй

близькостi вiд точки народження пари (z → 0). Однак у межах вiдстанi

lmin ∼ γλC вiд цiєї точки, де λC — комптонiвська довжина хвилi електрона, пару

ще не може розглядати такою, що вже народилася, i результат обчислень тут

може становити лише теоретичний iнтерес. Обчислюючи розглянутий iнтеграл

чисельно, можна дослiдити залежнiсть IВ пари у пластинi вiд вiдстанi мiж

пластиною i точкою народження пари. Суцiльна крива на рис. 4.6 демонструє

дану залежнiсть для пари з енергiєю ε = 100 ГеВ (пари з такими енергiями

було отримано, наприклад, в експериментi [116]) для найбiльш вiрогiдного

кута розльоту пари ϑ = 2/γ [310], а пунктирна крива показує цю зале-

жнiсть, обчислену з використанням наближення, в якому швидкостi електрона

i позитрона вважаються паралельними (при цьому залежнi вiд ϑ доданки

у пiдiнтегральному виразi (окрiм аргументу косинуса) в (4.16) вважаються

такими, що дорiвнюють нулю, тодi як в аргументi косинуса величина z1ϑ =

s1 грає роль поперечної вiдстанi мiж частинками всерединi пластинки). Для

обраних значень енергiї пари та кута її розльоту вiдстань Z0, у межах якої

iнтерференцiйнi ефекти впливають на IВ пари, становить близько 10 м. Графiк

демонструє область вiдстаней до 2 мм, у межах якої вплив непаралельностi

швидкостей частинок на IВ пари є найбiльш помiтним.Штрих-пунктирна крива

представляє результати розрахунку для випадку товстої пластини (L � I/η2
p)
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Рис. 4.6. Залежнiсть IВ пари у пластинцi вiд вiдстанi мiж пластинкою та
точкою народження пари. Суцiльна лiнiя — розрахунок на базi (4.15), штрихова
лiнiя — обчислення в наближеннi паралельних траєкторiй, штрих-пунктирна
лiнiя — розрахунок для випадку товстої пластини.

у якiй пара втрачає енергiю, як у безмежному середовищi. Однак товщина

пластини тут вважається все ще набагато меншою за z1, i змiною вiдстанi s

мiж частинками всерединi пластини можна знехтувати. Вираз, що описує IВ

пари в цьому випадку, можна отримати з (4.15) та (4.16), якщо замiнити тут

величину I/γ на ηp. Вiдстань вiд точки народження пари, в межах якої IВ пари в

такiй пластинцi пригнiченi, визначається виразом z0 ∼ 1/ϑηp i, наприклад, для

кремнiєвої пластини (ηp ≈ 30 еВ) у розглянутому випадку становить близько

500 мкм.

З рис. 4.6 бачимо, що непаралельнiсть траєкторiй електрона i позитрона

частково порушує деструктивну iнтерференцiю мiж полями частинок, що

призводить до невеликого пригнiчення ефекту Чудакова зменшення IВ пар

у розглянутому випадку. На Рис. 4.7 показано вiдносне значення рiзницi

мiж результатами розрахункiв з урахуванням та без урахування зазначеної

непаралельностi траєкторiй:

ψ =
(dε/dz)ϑ=2/γ − (dε/dz)ϑ=0

(dε/dz)ϑ=0
. (4.17)
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Рис. 4.7. Вiдносна величина впливу непаралельностi траєкторiй частинок на
IВ пари.

З цього рисунку видно, що вiдносне значення розглянутого ефекту зростає

зi зменшенням вiдстанi мiж пластинкою i точкою народження пари. Отриманий

результат є дiйсним на вiдстанi вiд цiєї точки, що є бiльшою за lmin ∼ λC/ϑ,

яка, щоправда, є дуже малою у розглянутому випадку: lmin ∼ 0.1 мкм.

Проста замiна змiнних q = q′I/γ у (4.16) показує, що величина R(z1, ϑ)

для заданого значення Z = ωz/2γ2 та θ = γϑ не залежать вiд енергiї пари. Це

означає, що вiдносна величина ψ розглянутого ефекту зростає зi зменшенням

енергiї пари (якщо Z i θ є фiксованими), оскiльки асимптотичне значення

(dε/dz)z→∞ (що визначається першими двома членами в (4.15) зменшується.

Наприклад, якщо для пари з енергiєю 100 ГеВ при Z = 2.5×10−5 (що вiдповiдає

z = 500 мкм) ψ = 10%, то для пари з енергiєю 10 ГеВ при тому ж Z (яке тепер

вiдповiдає z = 5 мкм) ця величина досягає майже 20%. Як бачимо, для вiдносно

невеликих енергiй вiдстань z, на якiй розглянутий ефект є помiтним, набагато

менша за вiдповiдну вiдстань для бiльш високих енергiй. Наприклад, якщо для

пари з енергiєю 100 ГеВ вiдносна величина ефекту ψ залишається бiльшою за

5% для вiдстаней до 2 см, то для пари з енергiєю 10 ГеВ умова ψ > 5% є

справедливою тiльки при z < 0.2 см.
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4.3. Вплив непаралельностi траєкторiй частинок на iонiзацiйнi

втрати e+e− пари. Випадок народження пари у товстiй

мiшенi

У пiдроздiлi 4.1 було дослiджено IВ електрон-позитронної пари в тонкiй

мiшенi, що розташована на певнiй вiдстанi вiд речовини, у якiй пара народжує-

ться. Було показано, що в такому процесi iнтерференцiйнi ефекти в iонiзацiйних

втратах пари можуть проявлятися на значно бiльших вiдстанях вiд точки її

народження, нiж у випадку народження i руху пари в одному середовищi, яке

можна вважати безмежним. Розгляд було проведено з застосуванням наближе-

ння паралельних траєкторiй електрона i позитрона, яке використовувалося в

усiх попереднiх теоретичних працях, присвячених ефекту Чудакова [108–112].

У пiдроздiлi 4.2 IВ пари у подiбнiй ситуацiї були розглянутi без викори-

стання такого наближення. Було показано, що за певних умов непаралельнiсть

швидкостей частинок призводить до невеликого пригнiчення ефекту Чудакова.

Однак при цьому вивчався спрощений випадок, що вiдповiдає народженню

пари в достатньо тонкому шарi речовини. У такому випадку перебудовою

поля навколо пари пiсля її вильоту з речовини, що пов’язана з формуванням

перехiдного випромiнювання, та впливом такої перебудови на IВ можна було

знехтувати.

У даному пiдроздiлi проведено узагальнення розгляду, представленого в

попереднiх зазначених пiдроздiлах. Тут ми розглядаємо одночасний вплив як

непаралельностi траєкторiй частинок, так i процесу формування перехiдного

випромiнювання на IВ пари у тонкiй мiшенi, яку вона перетинає пiсля вильоту

з набагато товщої мiшенi, де вона народжується. Ми показуємо, що такий

бiльш загальний розгляд виявляє нову особливiсть IВ пари у цьому процесi,

яка стосується асимптотичної поведiнки IВ при великих вiдстанях мiж мiше-

нями. Продемонстровано, що при достатньо високiй енергiї пари ця поведiнка

може помiтно вiдрiзнятися вiд такої, що передбачається в рамках наближення

паралельних швидкостей, або вiд подiбної поведiнки у випадку, коли впливом
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Рис. 4.8. Народження пари у товстiй мiшенi та подальше її проходження крiзь
тонку пластинку.

перехiдного випромiнювання можна знехтувати.

4.3.1. Електричне поле навколо e+e− пари

Як i ранiше, розглянемо IВ ультрарелятивiстської електрон-позитронної

пари, яка перетинає тонку мiшень у вакуумi. Тепер, однак, мiшень знаходиться

на деякiй вiдстанi z1 вiд набагато товщої пластини, в якiй пара народжується.

Нехай тонка мiшень має товщину a . I/η2
p, де ηp — її плазмова частота (яка

може вiдрiзнятися вiд плазмової частоти ωp товстої мiшенi), а I — середнiй

потенцiал iонiзацiї її атомiв.

Товщину товстої мiшенi будемо вважати набагато бiльшою за I ′/ω2
p, де I ′

позначає середнiй потенцiал iонiзацiї атомiв цiєї мiшенi. Нехай пара рухається

у площинi xz, а кут мiж швидкiстю кожної з частинок та вiссю z становить ψ

(рис. 4.8). Як i ранiше, будемо розглядати найпростiший випадок симетричного

руху частинок вiдносно осi z i рiвномiрного розподiлу енергiї початкового

фотона мiж ними. Через z0 позначимо вiдстань мiж правою поверхнею товстої

мiшенi i точкою народження пари всерединi неї.

Товщина тонкої мiшенi, що розглядається, є меншою за довжину поглина-
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ння всерединi неї фотонiв iз частотами (порядка I), що є суттєвими для процесу

IВ. Тому, як i ранiше, електричне поле навколо пари всерединi мiшенi вважаємо

однорiдним у напрямку z i таким, що збiгається з полем у вакуумi при z = z1.

Сумарне поле навколо пари у вакуумi можна обчислити на основi

розв’язку рiвнянь Максвелла з вiдповiдними граничними умовами на правiй

поверхнi товстої пластини. Воно складається з власних кулонiвських полiв еле-

ктрона i позитрона, а також вiльного електромагнiтного поля (пакета вiльних

хвиль), що генерується при вильотi частинок з мiшенi у вакуум. На великiй

вiдстанi вiд пластини вiльне поле перетворюється на сферично розбiжнi хвилi

перехiдного випромiнювання. На менших вiдстанях, однак, усi згаданi поля

суттєво iнтерферують одне з одним, що призводить до залежностi сумарного

поля та просторового розподiлу потоку його енергiї вiд z. Ми знехтуємо змiною

енергiї електрона i позитрона зi збiльшенням вiдстанi мiж парою та пластиною,

оскiльки вона є набагато меншою, нiж величина енергiй частинок. Для того

щоб визначити електричне поле, що його створює пара навколо себе у вакуумi,

необхiдно, по-перше, обчислити поле, яке створюється однiєю частинкою (нехай

це буде позитрон), що вилiтає з речовини у вакуум пiд деяким кутом ψ до вiсi

z. Вирази для електричного поля пакета вiльних хвиль ПВ у цьому випадку

наведено, наприклад, у [150] (формули 3.2 та 3.3). Тут поперечну складову

цього поля розкладено за проєкцiями Ef
x на вiсь x та Ef

q на напрямок вектора

q, який є поперечною до осi z складовою хвильового вектора k. Обидвi цi

проєкцiї представлено у виглядi розкладання Фур’є полiв Ef
x(r, t) та Ef

q (r, t) за

двома декартовими координатами (x, y) та часом. Цi загальнi формули досить

громiздкi, i ми не наводимо їх тут.

У випадку ультрарелятивiстських частинок i малого значення кута ψ,

що розглядається, вирази для Ef
x та Ef

q можна спростити. З дисперсiйного

спiввiдношення ω = kv = kxvx + kzvz мiж частотою ω та хвильовим вектором

k у цих виразах (не ω = k, як можна було б очiкувати), де v = (vx, vz)

— швидкiсть частинки, можна отримати вираз kz = (ω − kxvx)/vz для z-
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компоненти хвильового вектора. Беручи до уваги, що vx/vz ≈ ψ � 1, можна

нарештi представити квадрат хвильового вектора k у формулах для Ef
x та Ef

q

у наступнiй формi:

k2 = q2 + k2
z ≈ q2 + [ω(1 + ψ2/2)/v − kxψ]2. (4.18)

В ультрарелятивiстському випадку бiльша частина енергiї випромiню-

вання поширюється в напрямку, близькому до осi z та умова q/ω � 1 є

справедливою для значень q, що роблять основний внесок у вiльне поле. Таким

чином, вирази для розглянутих складових електричного поля можна розкласти

за цим малим параметром. У результатi, використовуючи (4.18), отримуємо

наступний вираз для поперечної компоненти Фур’є електричного поля пакета,

що генерується при вильотi позитрона з мiшенi:

Ef+
ω,q =

8ieπ2ω2
p(q− ωψex)

[(q− ωψex)2 + ω2/γ2][(q− ωψex)2 + ω2/γ2 + ω2
p]
, (4.19)

де ex — одиничний вектор у напрямку осi x, а e — заряд позитрона. Тут ми, як

i ранiше, використали наближений вираз ε(ω) ≈ 1 − ω2
p/ω

2 для дiелектричної

проникностi товстої мiшенi. Такий вираз є справедливим у нашому випадку,

оскiльки ми цiкавимося частотами випромiнювання порядка середнього потен-

цiалу iонiзацiї I тонкої пластинки, який помiтно перевищує ωp. Компонента

вiльного поля, що генерується електроном, може бути безпосередньо отримана

з (4.19) шляхом замiн e→ −e та ψ → −ψ.

Компонента Фур’є власного кулонiвського поля позитрона (i, аналогiчно,

електрона) може бути отримана як частинний розв’язок рiвняння Максвелла

у вакуумi, в якому позитронний струм потрiбно записати у такому виглядi:

j+(r, t) = eδ(r+z0ez−v[t+z0/(v cosψ)]). Тут δ(x) — дельта-функцiя, r = (ρ, z),

де ρ = (x, y) — координата точки спостереження у площинi, ортогональнiй до

осi z.
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Компонента Фур’є сумарного поля навколо пари у вакуумi — це сума

компонент власних полiв частинок i згенерованих ними вiльних полiв ПВ.

Монохроматична компонента Фур’є (функцiя, що залежить вiд r та ω) цього

поля може бути отримана iнтегруванням цiєї суми за q з вiдповiдними експонен-

цiйними множниками (кожен доданок суми має свiй власний множник) у якостi

вагових функцiй. У результатi отримуємо наступний вираз для компоненти

Фур’є сумарного поля, що падає на тонку пластинку:

Eω(ρ, z1) =
ie

π

∫
d2q
{

(Q−f −Q
+
f e

2iqexz0ψ) exp[iq(ρ− z0ψex) + iωz1 − iq2z1/2ω]

−(Q−c −Q+
c e

2iqex(z1+z0)ψ) exp[iq(ρ− (z1 + z0)ψex) + iωz1/v]
}
, (4.20)

де

Q±f =
ω2
p(q± ωψex)

[(q± ωψex)2 + ω2/γ2][(q± ωψex)2 + ω2/γ2 + ω2
p]
,

Q±c =
q± ωψex

(q± ωψex)2 + ω2/γ2
.

У виразi (4.20) доданки, пропорцiйнi до Q+
c та Q−c описують вiдповiдно

власнi кулонiвськi поля позитрона i електрона. Доданки, що мiстять Q+
f та

Q−f , визначають пакети вiльних хвиль, що генеруються при вильотi вiдповiдних

частинок iз товстої мiшенi.

4.3.2. Ефект асимптотичного пригнiчення iонiзацiйних втрат па-

ри

Для того щоб обчислити IВ пари при її проходженнi через тонку мi-

шень, як i ранiше, будемо розглядати речовину мiшенi у моделi класичних
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гармонiйних осциляторiв. Пiдставляючи (4.20) до (1.36), пiсля ряду перетворень

отримуємо наступний вираз для IВ у випадку, що розглядається:

dε

dz
= 2η2

pe
2

{
lnκ0 − 1/2 + εf + εint(z1, ψ, γ)

}
, (4.21)

де

εf =

(
1 +

2

W 2
p

)
ln

κ0√
1 + κ2

0/W
2
p

−
2κ2

0 +W 2
p

2(κ2
0 +W 2

p )
, (4.22)

κ0 = q0γ/I та Wp = ωpγ/I. Доданок, пов’язаний з εint можна подати у виглядi

εint = G(ψ, γ) + F (z1, ψ, γ), (4.23)

де

G = −W 4
p

κ0∫
0

dκκ

2π
(κ2 − α2)

2π∫
0

dϕ
cos[4καZ0 cosϕ]

K+K−Ω+Ω−
(4.24)

та

F = − 1

2π

κ0∫
0

dκ

2π∫
0

dϕ(f1 + f2 + f3). (4.25)

Величини f1, f2 та f3 мають наступний вигляд:

f1 = κ(κ2 − α2) cos[4κα(Z1 + Z0) cosϕ]/(K+K−),

f2 = 2W 2
pκ(K+ − 1) cos[Z1(1 + κ2 + 2κα cosϕ)]/(K2

+Ω+),

f3 = −2W 2
pκ(κ2 − α2) cos[2κα(Z1 + 2Z0) cosϕ+ Z1(1 + κ2)]/(K+K−Ω−),
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де K± = κ2 + α2 ± 2κα cosϕ+ 1, Ω± = K± +W 2
p , α = ψγ, Z1,0 = z1,0I/(2γ

2).

Першi два доданки в дужках у (4.21) описують iонiзацiю, що здiйснюється

власними полями електрона i позитрона. Доданок, пов’язаний з εf , визначає

внесок в iонiзацiю мiшенi з боку вiльних електромагнiтних полiв, що генеру-

ються електроном i позитроном при їх вильотi з товстої пластини. Сумарний

внесок цих перших трьох членiв у (4.21) дорiвнює подвоєному асимптотичному

значенню IВ одного електрона або позитрона, у процесi, що розглядається [97].

Пiд асимптотичним значенням IВ частинки в цьому випадку ми маємо на

увазi її IВ у тонкiй пластинi при z1 → ∞. Вважається, що така частинка

проходить розглянуту систему з двох мiшеней, рухаючись вздовж осi z вiд

z → −∞ до z → +∞. Такi IВ включають як iонiзацiю, що здiйснюється

власним полем частинки так i iонiзацiєю перехiдним випромiнюванням, що

утворюється при проходженнi частинки крiзь товсту пластину. Зазначимо, що

вираз (4.22) представлено для випадку κ0 � 1, тодi як у попереднiх пiдроздiлах

розгляд було проведено для бiльш жорсткої умови κ0 � Wp.

Доданок, пов’язаний iз εint у (4.21), описує вплив на IВ з боку iнтерферен-

цiї мiж усiма зазначеними полями, якi мають мiсце у процесi, що розглядається.

У даному випадку значною є не тiльки iнтерференцiя власних кулонiвських

полiв частинок мiж собою (як у випадку, що розглядався в пiдроздiлi 4.2).

Iнтерференцiя мiж власними полями i полями перехiдного випромiнювання

та iнтерференцiя полiв перехiдного випромiнювання, що генеруються обома

частинками, мiж собою також значно впливають на IВ пари у випадку, що

розглядається.

Iнтерференцiя мiж полями ПВ електрона i позитрона має особливiсть,

яка вiдрiзняє її вiд усiх iнших зазначених типiв iнтерференцiї у розглянутому

процесi. А саме, вона не має тенденцiї повнiстю зникати на великiй вiдстанi

вiд товстої пластини, i поля перехiдного випромiнювання не можна вважати

такими, що є вiдокремленi одне вiд одного навiть при досить великому z.

Цей факт можна легко зрозумiти якщо застосувати аналогiю мiж розглянутим
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Рис. 4.9. Залежнiсть IВ пари у тонкiй мiшенi вiд вiдстанi z1 мiж мiшенями
(суцiльна крива) при ε = 100 ГеВ, ψ = 1/γ i z0 = 0. Верхня штрихова лiнiя
— сума асимптотичних значень незалежних IВ електрона i позитрона в даному
процесi.

процесом перехiдного випромiнювання двома частинками i, наприклад, дифра-

кцiєю Фраунгофера плоскої хвилi [169], що проходить крiзь двi щiлини у непро-

зорому екранi. Загальновiдомо, що останнiй випадок вiдповiдає ситуацiї, коли

iнтерференцiйна картина розглядається на вiдстанi вiд екрана, що вважається

фiзично нескiнченно великою.

Розглянута особливiсть iнтерференцiї мiж полями ПВ проявляється в IВ

пари у тонкiй мiшенi. Як показано на рис. 4.9, це призводить до вiдмiнностi ∆

мiж асимптотичним значенням IВ пари (dε/dz)ас i асимптотичним значенням

суми незалежних IВ електрона та позитрона у процесi, що розглядається. Ця

вiдмiннiсть проявляється саме при виходi за рамки наближення паралельних

траєкторiй, яке зазвичай використовується для теоретичного розгляду IВ ви-

сокоенергетичних електрон-позитронних пар. А саме, як показано у пiдроздiлi

4.1, використання такого наближення при розглядi даного процесу, призводить

до значення ∆ = 0.

Варто зазначити, що збiльшення IВ пари зi збiльшенням вiдстанi z1 мiж

мiшенями вiдбувається для значень такої вiдстанi, що визначаються умовою

z1 . lI = γ2/I (див. рис. 4.9). Цей результат збiгається з результатом,
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отриманим у наближеннi паралельних траєкторiй. Вiдстань lI є пропорцiйною

до квадрата енергiї пари, i при достатньо високих енергiях вона значно

перевищує вiдповiдну вiдстань s ∼ γ/ωp, на якiй має мiсце ефект Чудакова

у безмежному середовищi.

Iснування ненульового значення ∆ у розглянутому випадку, очевидно,

є вiдмiннiстю вiд випадку «класичного» ефекту Чудакова в безмежному

середовищi [108, 113] за вiдсутностi перехiдного випромiнювання. У такому

випадку IВ пари прямує до суми незалежних втрат електрона i позитрона

на великiй вiдстанi вiд точки народження пари. Однак необхiдно зазначити,

що представлений тут розгляд не можна застосовувати для довiльно великих

значень z1, оскiльки даний розгляд передбачає необмежений поперечний розмiр

тонкої мiшенi i нескiнченно великий час вимiрювання (тобто детектор, у якостi

якого виступає тонка мiшень, не розпiзнає сигнали вiд власних кулонiвських

полiв частинок i перехiдного випромiнювання як окремi, навiть якщо вони

потрапили в детектор через певний промiжок часу, що може мати мiсце при

великому z1). При високих енергiях пари перша з цих умов накладає бiльш

жорстке обмеження на z1, нiж друга. А саме, вона не є дiйсною, якщо умови

z1 � dγ i d � γ/I порушенi. Через d ми позначаємо тут характерний

поперечний лiнiйний розмiр тонкої мiшенi. Наприклад, у випадку, якщо енергiя

пари становить ε = 100 ГеВ та d = 1 см, обидвi зазначенi умови є дiйсними для

значень z1, що є меншими за сотню метрiв (lI у цьому випадку досягає 10 м).

Рiзниця ∆, що обговорюється, зумовлена величиною G в εint, яка не

залежить вiд z1. Значення цiєї величини визначається енергiєю пари ε та кутом

її розльоту 2ψ. Рис. 4.10 демонструє залежнiсть вiд енергiї пари вiдносної

величини розглянутої рiзницi ξ = ∆/(dε/dz)ас при рiзних значеннях кута

розльоту пари (тут, як i ранiше, покладено z0 = 0). Звiдси видно, що величина

ξ зростає зi збiльшенням енергiї пари. Вона є бiльш значною для малих ψ. При

енергiях близько 100 ГеВ вiдносне значення такого асимптотичного пригнiчення

IВ може перевищувати 50%. Для кутiв розльоту пари 2ψ, що перевищують



216

210
310 410

510
 (МеВ)

Рис. 4.10. Енергетична залежнiсть вiдносної величини рiзницi мiж асимпто-
тичними значеннями IВ пари i суми незалежних IВ електрона та позитрона в
даному процесi для рiзних значень кута розльоту пари 2ψ.

найбiльш вiрогiдне значення 2/γ, зi зменшенням енергiї пари величина ξ стає

достатньо малою.

4.4. Антиефект Чудакова в iонiзацiйних втратах e+e− пари

У даному пiдроздiлi ми показуємо, що разом iз ефектом Чудакова,

що полягає в пригнiченнi IВ електрон-позитронної пари поблизу точки її

народження, також може мати мiсце й протилежний ефект (який ми будемо

називати антиефектом Чудакова), коли величина IВ пари перевищує суму IВ

електрона i позитрона, якi рухаються в речовинi окремо один вiд одного (тобто

подвоєне значення IВ однiєї з частинок). Можливiсть такого ефекту обумовлена

тим, що в областi простору мiж електроном i позитроном їх електричнi поля

мають однаковий напрямок (див. рис. 4.11), а отже, ця область повинна робити

внесок у збiльшення IВ пари. На невеликих вiдстанях вiд точки народження

пари (z � γ/ωp), однак, внесок вiд її взаємодiї з атомами речовини в цiй

областi в IВ є незначним, та має мiсце ефект Чудакова пригнiчення IВ пари

(це вiдстанi, на яких дiйсним є розгляд цього процесу, проведений у роботах
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Рис. 4.11. Схематичне зображення електричного поля електрон-позитронної
пари. Суцiльнi стрiлки — поле позитрона, пунктирнi стрiлки — поле електрона.

[108,110,112]). Ми показуємо, що зi збiльшенням z внесок зазначеної областi до

IВ пари зростає i при z ∼ γ/ωp вiн може перевищувати внесок областi, в якiй

iнтерференцiя полiв електрона i позитрона деструктивна. Втiм, в однорiднiй

безмежнiй речовинi такий ефект є досить незначним.

Однак, як ми показуємо, даний ефект перевищення величиною IВ пари

подвоєного значення IВ окремого електрона (позитрона) може посилюватися

бiльш нiж на порядок, якщо розглядати IВ пари не в тому самому середовищi,

в якому вона народжується, а в тонкiй пластинцi, що розташована у вакуумi

на деякiй вiдстанi в напрямку руху пари вiд цього середовища (як у попереднiх

пiдроздiлах). Тут ми, зокрема, звертаємо увагу на те, що в такiй ситуацiї

зазначений ефект є найбiльш помiтним при достатньо низьких енергiях пари

порядка декiлькох сотень МеВ.

Випадок руху пари в однорiдному безмежному середовищi. Розглянемо

спочатку дуже коротко ситуацiю з антиефектом Чудакова, що має мiсце при

русi пари в однорiдному безмежному середовищi, у якому вона народжується

(тобто у випадку, для якого в роботах [108–112] вивчався ефект Чудакова). При

цьому iонiзацiйнi втрати пари на довiльних вiдстанях z вiд точки її народження

визначаються виразом (4.3), де при γ � I/ωp варто покласти Ω = ωp. Для того,

щоб подати цю формулу у виглядi явної залежностi dε/dz вiд z треба зробити
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замiну s = 2zψ, де 2ψ — кут розльоту пари, для якого ми оберемо найбiльш

iмовiрне значення, що вiдповiдає ψ = 1/γ [310].

Першi два доданки в дужках у (4.3) вiдповiдають подвоєному значенню

IВ окремого електрона (або позитрона), який рухається в речовинi. В областi

вiдстаней z < γ/ωp, вiдповiдно до (4.3), IВ пари меншi за це значення i має

мiсце ефект Чудакова. В областi z ∼ γ/ωp вираз (4.3), навпаки, перевищує це

значення, але вiдносне перевищення величиною IВ пари в цiй областi z значення

IВ на великiй вiдстанi z →∞ вiд точки народження пари δε = [(dε/dz)z∼γ/ωp
−

(dε/dz)z→∞]/(dε/dz)z→∞ є досить малим. Зокрема, при z = γ/ωp ця величина

становить кiлька десятих часток вiдсотка.

Як зазначалося вище, в роботах [108,110,112] обговорювався лише ефект

зменшення IВ пари внаслiдок деструктивної iнтерференцiї полiв електрона та

позитрона. У роботах [108,112] це було пов’язано з тим, що дiапазон придатностi

теорiй, якi тут було розвинуто, обмежувався вiдстанями вiд точки народження

пари z < γ/ωp (зокрема в роботi [108] це z < 0.6γ/ωp), що було спричинено

вiдсутнiстю послiдовного врахування ефекту взаємного екранування полiв

електрона i позитрона в речовинi при розрахунку IВ пари. В роботi [110]

результати розрахунку наведено для випадку z � γ/ωp. У дослiдженнях

[109, 111] (де питання про антиефект Чудакова також не обговорювалося),

строго кажучи, розглянуто було не безпосередньо IВ пари, а сумарнi втрати

її енергiї в речовинi (без урахування втрат на гальмiвне випромiнювання), якi

разом з IВ також мiстять втрати на черенковське випромiнювання.

4.4.1. Асимптотична величина антиефекту

У наступних двох секцiях ми показуємо, що в ситуацiї, коли iонiзацiйнi

втрати пари розглядаються в тонкiй пластинцi, розташованiй на певнiй вiд-

станi вiд речовини (товстої мiшенi), в якiй пара народжується, зазначений

антиефект може посилюватися бiльш як на порядок порiвняно з випадком,
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коли пара рухається в однорiднiй безмежнiй речовинi. Розгляд ми проводимо

без використання наближення паралельних швидкостей частинок, що дозволяє

дослiдити залежнiсть величини антиефекту вiд рiзних параметрiв, якi описують

пару, як наприклад: кут її розльоту, положення точки народження пари

всерединi товстої мiшенi тощо. Таке дослiдження може представляти iнтерес

для експериментального вивчення даного антиефекту.

Величина iонiзацiйних втрат пари у тонкiй пластинцi у процесi, що

розглядається, визначається виразом (4.21). Першi три доданки в ньому,

якi визначають асимптотичне (z1 → ∞) значення суми незалежних втрат

електрона i позитрона в тонкiй мiшенi в даному процесi, ми для зручностi

позначимо як S±. Зауважимо, що величина S± вiдрiзняється вiд вiдповiдної

величини в безмежному середовищi (яку ми позначимо як Σ±). З одного

боку, така вiдмiннiсть пов’язана з внеском перехiдного випромiнювання, що

генерується пiд час вильоту частинок з товстої мiшенi. З iншого боку — з тим

фактом, що в тонкiй мiшенi IВ частинки вiдбуваються без ефекту густини, який

є значним у безмежному середовищi.

Величина εint, яка описує вiдмiннiсть значення IВ пари (4.21) вiд S± скла-

дається з двох доданкiв. Доданок F залежить вiд вiдстанi z1 мiж пластинами

i прямує до нуля при великих значеннях цiєї вiдстанi. Це вiдбувається через

швидкi осциляцiї косинусiв в iнтегралi (4.25) при великому z1. Як показано в

пiдроздiлi 4.3, IВ пари перестають залежати вiд z1 i виходять на асимптотичне

значення при z1 � lI = γ2/I. Зазначимо, що за порядком величини lI збiгається

з довжиною формування хвиль ПВ з частотами, близькими до значення I, якi

роблять основний внесок в IВ.

Доданок G в (4.23) не залежить вiд z1 i не дорiвнює нулю навiть у

випадку досить великої вiдстанi мiж мiшенями. Вiн визначає рiзницю мiж

асимптотичним значенням IВ пари та величиною S±. Поява доданка G у

виразi для IВ пари пов’язана з виходом за межi наближення паралельних

траєкторiй у нашому розглядi. У пiдроздiлi 4.3 цей доданок дослiджувався
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Рис. 4.12. Залежнiсть вiдносного значення асимптотичної рiзницi мiж dε/dz i
S± вiд z0 для рiзних кутiв розльоту пари ϑ. Енергiя пари становить 100 МеВ.

у дещо спрощеному випадку, що вiдповiдає народженню пар у безпосереднiй

близькостi вiд правої поверхнi товстої мiшенi (z0 → 0). Як було показано, в

цьому випадку величина G вiд’ємна, а її абсолютне значення повiльно зростає зi

збiльшенням енергiї пари. Наближення z0 = 0 добре працює при досить високих

енергiях пари, коли умова z0/lI � 1 виконується з великим запасом.

Розглянемо бiльш загальний випадок z0 6= 0 та дослiдимо залежнiсть

значення G вiд z0. Природно очiкувати, що така залежнiсть буде найбiльш

вираженою при досить низьких (проте, ультрарелятивiстських) енергiях пари,

коли умова z0/lI � 1 має шанс бути порушеною.

На рис. 4.12 показано вiдношення G/S± як функцiя z0 для енергiї

пари, що дорiвнює 100 МеВ. Воно отримане на основi чисельного обчислення

iнтегралiв у виразi (4.24). Результати обчислення представлено для трьох

значень кута розльоту пари ϑ = 2ψ. Тут i далi ми використовуємо значення

ωp ≈ 30 еВ та I ≈ 175 еВ (як для кремнiю) вiдповiдних величин2. Графiк

демонструє, що у випадку z0 → 0 значення G вiд’ємне i має мiсце асимптотичне

пригнiчення dε/dz порiвняно з S±. За абсолютною величиною це значення

зростає зi зменшенням ϑ i для найбiльш вiрогiдної величини ϑ0 = 2/γ цього

кута стає досить значним.

Однак при незначному збiльшеннi z0 (до декiлькох мiкрон, залежно вiд
2Зазначимо, що вiдношення G/S±, взагалi кажучи, вiдрiзняється вiд величини ξ, представленої на рис. 4.10, яка в якостi

знаменника мiстить не S±, а асимптотичну величину IВ пари.
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Рис. 4.13. Залежнiсть максимальної позитивної вiдносної величини асимптоти-
чної рiзницi мiж dε/dz i S± вiд кута розльоту пари для двох значень її енергiї.

ϑ) знак G змiнюється i стає позитивним. Це означає, що має мiсце асимпто-

тичне перевищення величиною IВ пари значення S±. Максимальне позитивне

значення G/S±, на вiдмiну вiд максимального негативного, є бiльшим для

значень кута розльоту пари, що перевищують найбiльш iмовiрне значення ϑ0.

При розглянутому значеннi енергiї пари воно може досягати близько 4%.

Зi збiльшенням енергiї пари при фiксованому значеннi α = ψγ масштаб

вiдстаней z0, на якому величина G помiтно змiнюється, зростає пропорцiйно

квадрату енергiї. Справдi, аналiз iнтегралу в (4.24) показує, що для фiксованих

значень α i Z0 єдиною величиною, яка залежить вiд енергiї, тут є Wp = ωpγ/I,

що входить до складу виразiв для Ω±. Однак, беручи до уваги умову q0 �

ωp � I/γ, яку ми будемо вважати виконаною, можна покласти Ω± ≈ W 2
p , що

призводить до зникнення Wp з (4.24) взагалi. Зазначимо, що таке спрощення є

справедливим лише при z0 6= 0, коли воно не впливає на збiжнiсть iнтегралiв

у (4.24). У цьому випадку значення G при рiзних γ стають однаковими для

фiксованого значення Z0 = z0I/(2γ
2). Отже, зi збiльшенням енергiї пари

асимптотичний антиефект Чудакова має мiсце при набагато бiльших значеннях

z0 порiвняно з розглянутим випадком пари з енергiєю ε = 100 МеВ.

Рис. 4.13 демонструє залежнiсть максимальної (позитивної) вiдносної
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асимптотичної величини (G/S±)max антиефекту Чудакова вiд кута розльоту

пари для двох значень її енергiї ε. Звiдси видно, що дана величина зростає зi

зменшенням енергiї. Це вiдбувається через логарифмiчне зменшення значення

S± зi зменшенням ε, яке випливає з (4.21) та (4.22). Тому низькi (проте, все ще

ультрарелятивiстськi) енергiї електрон-позитронних пар є бiльш прийнятними

для експериментального пошуку прояву розглянутого антиефекту. Далi для

визначеностi ми зосередимось на енергiї ε = 100 МеВ, для якої довжина

формування ПВ при ω ∼ I досягає 20 мкм. Справа в тому, що вимiрювання

при менших енергiях можуть бути технiчно дуже складними через невеликий

розмiр lI в цьому випадку.

На закiнчення цiєї секцiї необхiдно зазначити, що представлений тут

розгляд, як i ранiше, обмежений значеннями вiдстаней мiж мiшенями, для

яких тонка мiшень може розглядатися такою, що має необмежений поперечний

розмiр. Це має мiсце, якщо виконуються умови z1 � dγ i d � γ/I (де d —

поперечний лiнiйний розмiр мiшенi). При ε = 100 МеВ i d = 1 см даний розгляд

є дiйсним, якщо z1 � 100 см.

4.4.2. Оцiнка максимальної величини антиефекту

У попереднiй секцiї IВ пари розглядалися при асимптотично великих

вiдстанях мiж мiшенями (z1 � γ2/I). Було показано, що за певних умов

величина таких IВ може перевищувати суму S± незалежних втрат електрона i

позитрона, якi окремо перетинають систему з двох мiшеней, що розглядається,

i була оцiнена величина такого антиефекту.

Однак можна очiкувати, що максимальне значення розглянутого ан-

тиефекту має мiсце при менших значеннях z1. Тому для визначення опти-

мальних параметрiв для його спостереження необхiдно розглянути IВ пари

при довiльних вiдстанях мiж мiшенями. При дуже малих значеннях такої

вiдстанi IВ пари суттєво пригнiченi i зростають зi збiльшенням z1. У цьому
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випадку має мiсце ефект Чудакова. Тому природно очiкувати максимального

значення зазначеного антиефекту при z1 ∼ lI , коли dε/dz наближається до

свого асимптотичного значення. Отримаємо спрощений аналiтичний вираз для

величини F (4.25), яка визначає залежнiсть IВ пари вiд z1 у нашому випадку.

Почнемо з доданка, що мiстить функцiю f2, та позначимо його як F2. Для

значень z1, що розглядаються, можна використати метод стацiонарної фази

[144] для обчислення одного з iнтегралiв тут (нехай це буде iнтеграл за ϕ).

Точки стацiонарної фази ϕ0 наразi визначаються з рiвняння

∂

∂ϕ
(1 + κ2 + 2κα cosϕ) = 0, (4.26)

яке має три розв’язки на iнтервалi iнтегрування: ϕ0 = 0, π, 2π. Оскiльки точки

ϕ0 = 0, 2π лежать на межах цього iнтервалу, їх внески вдвiчi меншi, нiж

вiд точки, що знаходиться всерединi нього. Однак значення пiдiнтегрального

виразу f2 у цих точках однаковi, i можна замiнити їх сумарний внесок повним

(а не його половиною) внеском, наприклад, вiд точки ϕ0 = 0. Пiсля ряду

перетворень внески вiд точок ϕ0 = 0, π можна об’єднати в один iнтеграл, який

приймає наступний вигляд:

F2 ≈ 2W 2
p

√
π

αZ
Re

+∞∫
−∞

dκQ(κ)eiZq(κ)−iπ/4, (4.27)

де

Q(κ) =

√
κ(κ− α)2

[(κ− α)2 + 1]2[(κ− α)2 + 1 +W 2
p ]

та q(κ) = 2ακ − κ2 − 1. Тут
√
κ — це однозначна гiлка аналiтичної функцiї

w =
√
κ зi значенням аргументу arg(w) = arg(κ)/2. Вона дорiвнює |

√
κ| при

κ > 0 та i|
√
κ| при κ < 0.

У розглянутому випадку Z ∼ 1 i саме κ ∼ 1 роблять основний внесок в
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iнтеграл у (4.27). Таким чином, використовуючи умовуWp � 1, яка випливає з

умови ωp � I/γ, i враховуючи, що α ∼ 1, можна зробити очевидне спрощення:

(κ− α)2 + 1 + W 2
p ≈ W 2

p . Зробимо також замiну κ− α = x у пiдiнтегральному

виразi. У результатi отримуємо вираз для F2 в наступнiй формi:

F2 ≈ 2

√
π

αZ
Re
{
eiχ(Z,α)

+∞∫
−∞

dx
x2
√
x+ α

(x2 + 1)2
e−iZx

2

}
, (4.28)

де χ = Z(α2 − 1)− π/4.

Як показано в попереднiй секцiї для випадку Z � 1, найбiльших величин

розглянутого антиефекту слiд очiкувати для значень ϑ, що перевищують

найбiльш вiрогiдне (що вiдповiдає α > 1). Тому, беручи до уваги, що саме

x . 1 роблять основний внесок в iнтеграл у (4.28), ми знехтуємо величиною x

порiвняно з α i запишемо:
√
x+ α ≈

√
α. Отриманий пiсля такого спрощення

iнтеграл можна обчислити аналiтично (див. [143]) i врештi-решт отримати:

F2 ≈ −
√
π

Z
Re
{
eiχ(Z,α)

[√
2πZ(1 + i)− πeiZ(1 + 2iZ)[1− Φ(

√
iZ)]

]}
. (4.29)

Тут

Φ(
√
iZ) = eiπ/4

2√
π

√
Z∫

0

e−it
2

dt (4.30)

представляє собою функцiю помилок. Аналогiчна процедура, що може бути

виконана для доданкiв у (4.25), пов’язаних iз f1 та f3, показує, що для значень

Z, якi розглядаються, вони є малими порiвняно з величиною F2. Тому ми

знехтуємо ними i будемо вважати, що наразi F ≈ F2.

Природно очiкувати, що прояв антиефекту Чудакова буде найбiльш

виражений при z1 ∼ γ2/I для значень z0, для яких вiн має найбiльшу величину

при z1 →∞ (див. попередню секцiю). Тому саме такi значення z0 (якi залежать



225

1 (мкм)z

1m
z

S G 

S 

обчислення на основі (4.29)

обчислення на основі (4.25)

Рис. 4.14. Залежнiсть IВ пари у тонкiй мiшенi вiд вiдстанi мiж мiшенями при
ε = 100 МеВ, ϑ = 3ϑ0 i z0 = 1 мкм.

вiд ε i ϑ) ми будемо розглядати далi. Наприклад, у випадку пари з енергiєю 100

МеВ та кутом розльоту ϑ = 3ϑ0, згiдно з рис. 4.12, маємо z0 ≈ 1 мкм.

На рис. 4.14 показано приклад залежностi IВ пари у тонкiй мiшенi вiд

вiдстанi z1 мiж мiшенями в областi z1 . γ2/I. Звiдси видно, що у розглянутому

випадку залежнiсть dε/dz вiд z1 має максимум (у точцi z1 = z1m). Це ще одна

нова особливiсть, яка вiдрiзняє IВ пари в тонкiй пластинцi вiд IВ у безмежному

середовищi, де таку залежнiсть з високою точнiстю можна вважати монотонною

(див. рис. 4.1). У розглянутому випадку величина антиефекту Чудакова у точцi

максимуму dε/dz бiльш нiж у два рази перевищує його асимптотичну величину

при z1 � γ2/I.

З графiка видно, що наближення (4.29) для величини F у iнтерфе-

ренцiйному доданку (4.23) досить добре працює у розглянутому дiапазонi

вiдстаней z1. Однак воно дає трохи меншу величину IВ у точцi максимуму.

Тому далi ми будемо використовувати точний вираз (4.25) при дослiдженнi

максимально можливої величини антиефекту Чудакова для IВ пари. Набли-

ження (4.29) може мати важливе значення при застосуваннi даної теорiї для

реальної експериментальної ситуацiї. У цьому випадку для оцiнки величини
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Рис. 4.15. Оцiнка максимальної величини антиефекту Чудакова при ε = 100

МеВ як функцiї кута розльоту пари для параметрiв мiшеней ωp = 30 еВ, I = 175

еВ. Суцiльна лiнiя — обчислення з використанням (4.25), пунктирна лiнiя —
обчислення на базi (4.29).

розглянутого антиефекту може виникнути необхiднiсть виконати процедуру

усереднення виразу (4.21) за рiзноманiтними параметрами, як-от ϑ (у разi, якщо

виокремлення пар iз певним кутом розльоту не є можливим), z0 та iн. Крiм

того, в даному випадку також бажано враховувати нерiвномiрнiсть розподiлу

початкової енергiї фотона мiж частинками пари. Використання виразу (4.29)

замiсть (4.25) для таких оцiнок може суттєво скоротити час обчислення.

На рис. 4.15 представлено результати обчислення вiдносного значення

розглянутого антиефекту для вiдстаней z1 = z1m, що вiдповiдають максимуму

dε/dz, при рiзних значеннях ϑ. Даний графiк демонструє результати, якi

отримано з використанням як точного (4.25), так i наближеного (4.29) виразiв.

Звiдси видно, що величина антиефекту Чадакова при z1 = z1m може бути в

кiлька разiв бiльшою за асимптотичну (див. рис. 4.13).

На закiнчення наведемо також графiк (рис. 4.16), який демонструє

значення z1m вiдстанi мiж мiшенями, що вiдповiдає максимальнiй величинi

розглянутого антиефекту, як функцiю кута ϑ розльоту пари. Даний графiк

свiдчить про суттєво немонотонну залежнiсть цiєї вiдстанi вiд ϑ та наявнiсть

яскраво вираженого максимуму в цiй залежностi.
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Рис. 4.16. Залежнiсть вiдстанi мiж мiшенями, яка вiдповiдає максимальному
значенню антиефекту, вiд кута розльоту пари. Суцiльна лiнiя — обчислення з
використанням (4.25), пунктирна лiнiя — обчислення на основi (4.29).

Висновки до роздiлу 4

Результати дослiджень, представлених у даному роздiлi опублiковано в

статтях [10–14]. Серед основних результатiв в якостi висновкiв можна видiлити

наступнi:

• Побудовано теорiю iонiзацiйних втрат високоенергетичних електрон-

позитронних пар у тонких мiшенях, що розташованi у вакуумi або розрiджено-

му газi на певнiй вiдстанi в напрямку руху пари вiд товстої мiшенi, у якiй пара

народжується. Розгляд проведено з використанням наближення паралельних

швидкостей частинок. Показано, що в розглянутому випадку iнтерференцiйнi

ефекти, якi призводять до пригнiчення iонiзацiйних втрат пари, мають мiсце

на значно бiльших вiдстанях вiд точки її народження, нiж у випадку, коли

iонiзацiйнi втрати розглядаються у тiй самiй речовинi, де пара народжується

(тобто у випадку, який завжди ранiше вивчався при дослiдженнi ефекту

Чудакова).

• Дослiджено вплив непаралельностi траєкторiй електрона i позитрона

на iонiзацiйнi втрати пари у тонкiй мiшенi. При цьому розглянуто спрощений

випадок, що вiдповiдає народженню пари в iншiй тонкiй мiшенi. У даному ви-
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падку можна знехтувати впливом перехiдного випромiнювання, що генерується

при вильотi пари з мiшенi, де вона народжується, на iонiзацiйнi втрати пари у

мiшенi, яку вона згодом перетинає. Показано, що непаралельнiсть траєкторiй

частинок послаблює деструктивну iнтерференцiю мiж їх полями i призводить

до невеликого пригнiчення ефекту Чудакова у розглянутому випадку.

• Побудовано теорiю iонiзацiйних втрат високоенергетичної електрон-

позитронної пари у тонкiй мiшенi для випадку, коли пара народжується в iншiй

мiшенi довiльної товщини. При цьому враховано вплив як непаралельностi

траєкторiй частинок, так i перехiдного випромiнювання, що генерується при

вильотi пари з мiшенi, де вона народжується, на iонiзацiйнi втрати пари у

тонкiй мiшенi, яку вона згодом перетинає. Показано, що в даному випадку

асимптотичне значення iонiзацiйних втрат пари при великих вiдстанях мiж

мiшенями вiдрiзняється вiд суми незалежних втрат електрона i позитрона у

розглянутому процесi. Зокрема, при достатньо високих енергiях пари має мiсце

асимптотичне пригнiчення її iонiзацiйних втрат порiвняно з зазначеною сумою,

а вiдносна абсолютна величина такого пригнiчення зростає зi збiльшенням енер-

гiї пари. Вказано на аналогiю мiж даним випадком i ситуацiєю, що має мiсце

при дифракцiї Фраунгофера, коли iнтерференцiйна картинка спостерiгається

на фiзично безкiнечнiй вiдстанi вiд екрану, на якому хвиля зазнає дифракцiї.

• Передбачено iснування ефекту, що є зворотним до ефекту Чудакова

(антиефекту Чудакова), що полягає в перевищеннi величиною iонiзацiйних

втрат пари суми незалежних втрат електрона i позитрона. Продемонстровано,

що в тонкiй мiшенi (яку пара перетинає пiсля вильоту з товстої мiшенi, де вона

народжується) величина такого антиефекту є значно бiльшою, нiж у випадку

руху пари в тiй самiй речовинi, де вона народжується (в останньому випадку

ефект є дуже незначним). Дослiджено залежнiсть величини антиефекту Чу-

дакова вiд рiзноманiтних параметрiв, як-от енергiя пари, кут її розльоту та

координата точки її народження всерединi мiшенi.



229

РОЗДIЛ 5

КОГЕРЕНТНI ЕФЕКТИ В IОНIЗАЦIЙНИХ ВТРАТАХ

ЕЛЕКТРОННИХ БАНЧIВ

У роздiлi 4 було вивчено рiзноманiтнi iнтерференцiйнi ефекти в iонi-

зацiйних втратах електрон-позитронних пар, якi є прикладом мiкроскопiчної

групи з декiлькох заряджених частинок. Для таких груп частинок, в залежностi

вiд конкретного процесу (див. огляд на початку роздiлу 1), зазначенi ефекти

можуть призводити до послаблення IВ або їх посилення у декiлька разiв

порiвняно з результатом, що визначається формулою Бете-Блоха.

Що стосується макроскопiчних ансамблiв заряджених частинок, якими

є пучки, що створюються на прискорювачах, то при достатньо великих про-

сторових розмiрах цих ансамблiв та невеликих густинах частинок у них, їх

IВ у речовинi можна розглядати як суму незалежних втрат частинок (що

визначаються формулою Бете-Блоха), якi утворюють цi ансамблi. Однак, як

було зазначено, процес IВ, як i процес випромiнювання, характеризується

типовими частотами ω0i (характернi атомнi частоти речовини) i вiдповiдними

довжинами хвиль λ0i ∼ 1/ω0i. Тому у випадку, коли поздовжнiй (у напрямку

швидкостi частинок) розмiр макроскопiчного ансамблю частинок є меншим за

λ0i, природно очiкувати сильних iнтерференцiйних ефектiв у його IВ, подiбних

до тих, що мають мiсце для мiкроскопiчних груп частинок.

Для прояву зазначених ефектiв, однак, також потрiбно, щоб поперечний

розмiр ансамблю частинок не перевищував характерного поперечного розмiру

ρ0 власного поля частинки у речовинi. При високих енергiях частинок, через

поляризацiю речовини, цей розмiр становить ρ0 ∼ 1/ωp, де ωp — плазмова

частота речовини1. Для твердих тiл це значення є дуже малим, i для прояву

1Зазначимо, що для прояву когерентних ефектiв в утвореннi банчем колективних поляризацiйних коливань речовини, його

розмiр має бути меншим за 1/ωp в усiх трьох просторових напрямках [124–126].
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iнтерференцiйних ефектiв необхiдна надзвичайно висока густина частинок в

ансамблi, яка перевищує технiчнi можливостi сучасних прискорювачiв.

У даному роздiлi показано, що зазначене обмеження на поперечний

розмiр ансамблю частинок може бути значно послаблене, якщо розглядати

iонiзацiйнi втрати в ультратонких шарах речовини. Як зазначалося (див.

пiдроздiл 1.4), у таких шарах iонiзацiйнi втрати частинок вiдбуваються без

впливу поляризацiї речовини (тобто без ефекту густини). Тому в таких шарах

величина ρ0 визначається типовим розмiром кулонiвського поля у вакуумi i

становить ρ0 ∼ γ/ω0i, де γ — Лоренца-фактор частинки. При досить високих

енергiях частинок це значення суттєво перевищує 1/ωp. Ще одна можливiсть

послаблення обмеження на поперечний розмiр пучка полягає у розглядi iонiзацiї

та збудження атомiв легких (або розрiджених важких) газiв, що мають значно

меншу величину ωp, нiж твердi тiла.

Ми показуємо, що за таких умов дуже сильнi iнтерференцiйнi (когерентнi)

ефекти можуть проявляються в IВ пучкiв iз параметрами, що на сьогоднiшнiй

день досягнуто на сучасних лазерах на вiльних електронах (наприклад, на

Європейському рентгенiвському лазерi на вiльних електронах European XFEL

[128]) або планується досягти на нових прискорювачах, якi наразi будуються

(наприклад, SINBAD [130]). У даному випадку вищезгаданi ефекти є значними

та можуть призводити до збiльшення iонiзацiйних втрат таких пучкiв на

декiлька порядкiв величини. Цим зумовлена мотивацiя дослiдження iнтерфе-

ренцiйних ефектiв у IВ таких макроскопiчних ансамблiв частинок. Подiбнi

ефекти можуть представляти iнтерес для задач експериментальної дiагностики

параметрiв таких ансамблiв.

У пiдроздiлi 5.1 побудовано класичну теорiю когерентних ефектiв у

IВ релятивiстських банчiв та вивчено можливiсть прояву таких ефектiв при

параметрах пучкiв, що є досяжнi на сучасних прискорювачах. Основну увагу

при цьому придiлено розгляду IВ в ультратонких шарах твердих тiл. У пiдроз-

дiлi 5.2 розгляд процесiв iонiзацiї та збудження атомiв речовини налiтаючим
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релятивiстським банчем проведено в рамках теорiї збурень квантової механiки,

а чисельнi розрахунки — для випадку руху банча у газовому середовищi. При

цьому виявлено низку нових особливостей IВ банчiв, що проявляються при

квантовому розглядi даного процесу.

5.1. Класичний розгляд

5.1.1. Iонiзацiйнi втрати банча з урахуванням iнтерференцiйних

ефектiв

Розглянемо IВ ансамблю (банча), що складається з N ультрарелятивiст-

ських електронiв, якi рухаються зi швидкiстю v вздовж осi z у тонкiй мiшенi.

Нехай мiшень знаходиться у вакуумi чи розрiдженому газi. Для оцiнки IВ ми бу-

демо використовувати спрощену модель, у якiй речовина мiшенi розглядається

як набiр гармонiйних осциляторiв. Оскiльки причиною когерентних ефектiв,

що розглядаються, є iнтерференцiя власних полiв частинок банча, зручно

подати величину IВ безпосередньо через сумарне поле, що його створює банч у

речовинi, подiбно до того, як це робилося при розглядi IВ електрон-позитронних

пар. Для цього, як i ранiше, використовуємо вираз (1.36) для сумарної передачi

енергiї зовнiшнiм електричним полем E гармонiйному осцилятору, що має заряд

e та масу m (якi ми вважаємо такими, що дорiвнюють заряду i масi атомного

електрона).

Електричне поле ультрарелятивiстського електрона з банча можна роз-

глядати як приблизно ортогональне до осi z у бiльшiй частинi простору навколо

частинки, де це поле помiтно взаємодiє з речовиною. Нехай тонка мiшень, в

якiй розглядаються IВ, буде орiєнтована перпендикулярно до осi z. У цьому

випадку, завдяки безперервностi тангенцiйної складової електричного поля на

лiвiй поверхнi мiшенi (через яку електрон до неї влiтає) поле навколо електрона

всерединi неї майже таке саме, як i у вакуумi. Товщина a мiшенi, в якiй має мiсце
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така ситуацiя, не перевищує довжину формування перехiдного випромiнювання

всерединi неї, i при високiй енергiї частинок повинна задовольняти умовi:

a . 2ω/ω2
p, (5.1)

де ω — частота компоненти Фур’є електричного поля у виразi (1.36)2. Ви-

користовуючи вираз (1.2) для компоненти Фур’є власного поля електрона у

вакуумi, сумарне електричне поле, що створюється банчем всерединi тонкої

мiшенi, можна подати наступним чином:

Eω(ρ, z) = −ie
π

∫
d2q

qeiqρ+iωz/v

q2 + ω2/γ2

N∑
r=1

e−iqρr−iωzr/v, (5.2)

де q — хвильовий вектор у площинi, перпендикулярнiй осi z, а ρ — радiус-

вектор точки спостереження у цiй площинi. Величини ρr i zr є координатами

r-ої частинки пучка вiдносно певної «центральної» точки всерединi нього. Тут

ми вважаємо, що в момент часу t = 0 ця точка має координати ρ = z = 0.

Для отримання середнього значення IВ на одиницi шляху треба пiд-

ставити (5.2) до (1.36), помножити його на кiлькiсть атомних електронiв на

одиницi шляху nd2ρ (де n — кiлькiсть таких електронiв в одиницi об’єму)

та проiнтегрувати за величиною ρ. Пiсля виконання цiєї процедури, а також

одноразового iнтегрування3 за q, отримуємо:

dε

dz
=

2ne4

m

∫
d2qq2

(q2 + ω2
0/γ

2)2

{
N +

∑
r 6=k

e−iq(ρr−ρk)−iω0(zr−zk)/v

}
, (5.3)

Взагалi кажучи, тут слiд також виконати пiдсумовування за рiзними типами

осциляторiв у речовинi (з рiзними власними частотами ω0). Перший доданок

(некогерентний) у дужках в (5.3) описує IВ як суму незалежних внескiв
2Крiм того, товщина a не повинна перевищувати довжину поглинання всерединi мiшенi фотонiв ПВ iз частотами, що роблять

основний внесок в iонiзацiю. Втiм, така довжина зазвичай є бiльшою за довжину формування або збiгається з нею за порядком

величини.
3Через наявнiсть квадрата модуля електричного поля в (1.36) цей вираз початково включає подвiйний iнтеграл за q.
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окремих частинок, тодi як сума за r та k (когерентний доданок) визначає вплив

iнтерференцiї власних полiв частинок на IВ банча.

Як i в дослiдженнях випромiнювання банчами заряджених частинок,

у нашому випадку також зручно використати наближений вираз для про-

сторового розподiлу частинок банча у виглядi безперервної функцiї. Будемо

вважати, що такий розподiл можна подати як добуток розподiлiв частинок у

поздовжньому та поперечному напрямках. У цьому випадку вираз для IВ банча

можна записати наступним чином:

dε

dz
=

2nNe4

m

∑
i

fi

∫
d2qq2

(q2 + Ω2
i )

2

{
1 + (N − 1)F⊥F||

}
, (5.4)

де Ωi = ω0i/γ та, аналогiчно випадку з випромiнюванням банчiв, з’являються

поперечний F⊥ та поздовжнiй F|| форм-фактори банча. Величини fi представ-

ляють собою так званi дипольнi сили осциляторiв. Їх можна наближено подати

у виглядi fi = Zi/Z, де Zi — кiлькiсть електронiв на i-й атомнiй оболонцi, а Z

— атомний номер мiшенi. Форм-фактори визначаються як

F⊥(q) =

∣∣∣∣ ∫ d2ρf⊥(ρ)e−iqρ
∣∣∣∣2, F||(ω0i) =

∣∣∣∣ ∫ dzf||(z)e−iω0iz/v

∣∣∣∣2. (5.5)

Функцiї f⊥(ρ) i f||(z) описують розподiл густини частинок у банчi вiдповiдно

в поперечному i поздовжньому напрямках (щодо осi z). Кожна з цих функцiй

нормована на одиницю.

Загальнi якiснi зауваження щодо iнтерференцiйних ефектiв у IВ банчiв.

Вираз (5.5) для F|| вказує на те, що типовий поздовжнiй розмiр l банча, для

якого iнтерференцiйнi ефекти є значними (коли F|| близький до одиницi), можна

оцiнити як leff . v/ω0i. Вираз для F⊥ вiдповiдно дає значення ρeff . 1/q для

поперечного розмiру банча, для якого F⊥ ∼ 1. Решта пiдiнтегрального виразу

в (5.4) мiстить єдиний параметр Ωi, що визначає характернi значення q, якi

роблять внесок в iнтеграл. Це призводить до наступної оцiнки поперечного



234

розмiру d банча, для якого iнтерференцiйнi ефекти є значними: deff . 1/Ωi =

γ/ω0i. Звiдси видно, що в даному випадку достатньо тонкої мiшенi, в якiй

ефект густини вiдсутнiй, значення deff є пропорцiйним до енергiї частинок. Як

показано нижче, в цьому випадку умови для прояву iнтерференцiйних ефектiв у

IВ всерединi твердотiльних мiшеней можуть бути виконанi для таких розмiрiв

банча та густини частинок у ньому, якi можуть бути досягненi на сучасних

прискорювачах.

Ситуацiя є iншою всерединi товстої мiшенi далеко вiд її поверхнi, де

ефект густини є значним. У цьому випадку величину IВ пучка можна оцi-

нити, використовуючи той самий вираз (5.4), але з Ωi = ωp. При великих

енергiях ця величина є значно меншою за γ/ω0i. У цьому випадку для прояву

iнтерференцiйних ефектiв у твердотiльних мiшенях необхiдна дуже висока

густина частинок у банчi, яка на даний момент є технiчно недосяжною на

сучасних прискорювачах. Тому наразi будемо вважати, що за наявностi ефекту

густини в IВ такi ефекти вiдсутнi. Втiм, iнтерференцiйнi ефекти все ще можуть

мати мiсце в тонких приповерхневих шарах товстих мiшеней та призводити до

значного посилення енерговидiлення поблизу поверхнi мiшенi при проходженнi

банча. Тому результати для IВ банчiв у тонких мiшенях, отриманi в цьому

пiдроздiлi, можна безпосередньо застосувати також до вiдповiдного процесу в

таких приповерхневих шарах товстих мiшеней.

Числовi оцiнки ми будемо робити для кремнiєвої мiшенi. У цьому випадку

значення fi, що вiдповiдають зайнятим електронами атомним оболонкам K, L i

M , становлять: fK = 2/14, fL = 8/14 i fM = 4/14. Ефективнi значення ω0i, при

яких модель гармонiйних осциляторiв адекватно описує експериментальнi данi

щодо iонiзацiйних втрат високоенергетичних частинок у кремнiї, є наступними

[230]: ω0K = 4033 еВ, ω0L = 241 еВ i ω0M = 17 еВ4. Зауважимо, що в даному

випадку не можна використовувати таку зручну величину для опису IВ, як

середнiй потенцiал iонiзацiї речовини I. Це пов’язано з тим, що iнтерференцiйнi

ефекти по-рiзному впливають на внески рiзних атомних оболонок у dε/dz.
4Данi величини ω0i вiдповiдають так званим ефективним енергiям зв’язку, позначеним у [230] як E0i.
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Вiдноснi значення таких внескiв змiнюються залежно вiд змiни розмiру банча.

Бiльш детально це питання дослiджується в пiдроздiлi 5.2 в рамках квантового

розгляду IВ.

Як зазначалося, формула (5.4) з Ωi = ω0i/γ описує IВ у достатньо тонких

мiшенях, у яких ефект густини є суттєво пригнiченим. Вiдповiдна умова для

товщини мiшенi (5.1) є рiзною для рiзних атомних оболонок (через рiзнi значе-

ння ω = ω0i). Таким чином, вiдносний внесок рiзних атомних оболонок також

залежить вiд товщини мiшенi. Наприклад, у розглянутому випадку кремнiєвої

мiшенi отриманi вирази є дiйсними при a . aM = 2ω0M/ω
2
p ∼ 10 нм, оскiльки

ω0M < ω0L, ω0K . У таких мiшенях умова (5.1) виконується для кожної атомної

оболонки. Полiстероловi плiвки такої товщини були використанi, наприклад,

в експериментах [233, 234], де було пiдтверджено вiдсутнiсть ефекту густини в

IВ релятивiстських частинок у тонких мiшенях. Для L-оболонки умова (5.1)

виконується до значень a = aL ∼ 100 нм. У цьому випадку в областi вiдстаней

мiж aM i aL вiд лiвої поверхнi мiшенi iнтерференцiйнi ефекти можуть мати

мiсце для збудження та iонiзацiї оболонок L i K, але перестають проявлятися

для оболонки M (когерентний доданок для i = M у (5.4) майже дорiвнює

нулю). Однак навiть у цьому випадку когерентний ефект для внеску вiд M -

оболонки у приповерхневому шарi товщиною aM може суттєво впливати на

середнє значення IВ у мiшенi товщиною aL або бiльше (див. рисунки нижче).

Точний розрахунок IВ пучка в тонких мiшенях товщиною a � aM вимагає

детального дослiдження процесу еволюцiї поля навколо нього всерединi таких

мiшеней. Тут ми наводимо лише наближенi оцiнки середньої (щодо шляху

частинок всерединi мiшенi) величини IВ у таких мiшенях (штрих-пунктирнi

лiнiї на рисунках), припускаючи, що когерентний доданок для оболонки M є

присутнiм на вiдстанi aM вiд вхiдної (лiвої) поверхнi мiшенi i дорiвнює нулю на

бiльших вiдстанях.

Далi на основi виразiв (5.4) та (5.5) ми вивчаємо IВ банчiв iз рiзними

конкретними видами розподiлу густини частинок.
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5.1.2. Банч iз гаусовим розподiлом частинок

Спочатку розглянемо найпоширенiший випадок банча, що має гаусовий

розподiл густини частинок як у поздовжньому, так i в поперечному напрямках.

У цьому випадку функцiї f||(z) i f⊥(ρ) мають вигляд:

f||(z) = e−z
2/2l2/

√
2πl, f⊥(r) = e−r

2/2d2/2πd2, (5.6)

де d та l — вiдстанi, що описують характернi розмiри пучка у вiдповiдних

напрямках. Вони пов’язанi зi значеннями df i lf повних ширин вiдповiдних

розподiлiв на половинi висоти максимуму як df = d
√

8 ln 2 та lf = l
√

8 ln 2.

Формули (5.6) призводять до наступних виразiв для форм-факторiв:

F⊥(q) = e−q
2d2, F||(ω0i) = e−ω

2
0il

2/v2. (5.7)

Далi у виразi для F|| ми покладемо v → 1.

Пiдстановка (5.7) до (5.4) та подальше iнтегрування цього виразу за q у

пiдсумку дає:

dε

dz
=

2πnNe4

m

∑
i

fi

{
ln(1 + q2

0/Ω
2
i )− q2

0/(q
2
0 + Ω2

i )

+ (N − 1)e−ω
2
0il

2

[
ed

2Ω2
i (1 + d2Ω2

i )

(
Ei[−(q2

0 + Ω2
i )d

2]

− Ei[−Ω2
id

2]

)
− 1 + e−q

2
0d

2

Ω2
i/(q

2
0 + Ω2

i )

]}
,

(5.8)

де Ei[x] — iнтегральна експонента. Тут ми, як i ранiше, розглядаємо обмеженi

iонiзацiї втрати, якi часто є зручними для експериментальних вимiрювань.

За умови q0d � 1, а також менш жорсткої умови Ωid � 1, вираз (5.8)
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перетворюється на

dε

dz
=

4πne4

m
N 2
∑
i

fi

{
ln
q0

Ωi
− 1

2

}
, (5.9)

що вiдрiзняється вiд вiдомої формули Бете-Блоха (без поправки на ефект

густини) лише замiною N → N 2. Зауважимо, що тут ми маємо на увазi

лише частину формули Бете-Блоха, пов’язану з далекими зiткненнями (тi,

що вiдбуваються з передачею iмпульсу, меншою за q0), яку можна вивести

без застосування квантової механiки. У розглянутому випадку IВ повнiстю

когерентнi, i цiлий пучок втрачає енергiю так само, як одна частинка, що має

заряд Ne. Однак умова q0d� 1 вимагає надзвичайно високої густини частинок

у банчi (порядка густини атомiв у твердих тiлах i бiльше) i наразi представляє

здебiльшого теоретичний iнтерес.

Як зазначалося, величина q0 залежить вiд конкретних умов експерименту

i для оцiнок зазвичай приймається такою, що становить q0 ∼ 108 см−1. Це

вiдповiдає мiнiмальнiй вiдстанi 1/q0 мiж налiтаючою частинкою та атомом, що

є близькою до мiжатомної вiдстанi у речовинi. Тому, з практичної точки зору,

має сенс розглядати випадок q0d � 1, а також вважати, що q0 � Ωi. У цьому

випадку формула (5.8) спрощується до

dε

dz
=

4πnNe4

m

∑
i

fi

{
ln
q0

Ωi
− 1

2
+ (N − 1)F||G⊥

}
, (5.10)

де F|| визначається виразом (5.7), а

G⊥(Ωid) = −ed2Ω2
i (1 + d2Ω2

i )Ei[−Ω2
id

2]/2− 1/2. (5.11)

У виразi (5.10) першi два доданки в дужках визначають некогерентну частину

IВ, а решта формули описує вплив когерентних ефектiв на цi втрати.

На рис. 5.1 показано залежнiсть величини IВ банча на одиницi шляху у
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Рис. 5.1. Залежнiсть IВ гаусового банча у розрахунку на одну частинку вiд
дiаметра банча df при його довжинi lf = 1 нм та енергiї частинок 17.5 ГеВ.
Кiлькiсть частинок у банчi становить N = 5 × 105. Мiшень кремнiєва. Товста
суцiльна крива — врахування iнтерференцiйних ефектiв для всiх оболонок
(a . aM). Тонка суцiльна крива — жодних iнтерференцiйних ефектiв для
M оболонки (aM . z . aL). Штрих-пунктирна крива — приблизна оцiнка
середньої (щодо z) величини IВ для мiшенi товщиною a ∼ aL. Штрихова лiнiя
— обчислення без урахування iнтерференцiйних ефектiв. Пунктирна лiнiя —
обчислення (для порiвняння) на основi (5.9) для випадку повнiстю когерентних
IВ.

розрахунку на одну частинку вiд дiаметра банча. Пiд дiаметром банча та його

довжиною тут ми маємо на увазi величини df та lf , визначенi ранiше. Також

ми використовуємо позначення dE/dz = m/(4πne4)dε/dz для безрозмiрної

величини на вертикальнiй осi. На рисунку представлено дiапазон параметрiв

банча, який мiстить такi, що є досяжними, наприклад, на European XFEL [128].

Це, зокрема, стосується величини поперечного розмiру банча df = 20 мкм та

можливостi поздовжнього мiкробанчування з перiодом вiд 0.1 нм до приблизно

10 нм (що вiдповiдає робочiй областi довжин хвиль для даного лазера). Ми

також використовуємо значення густини частинок у банчi, що є типовим для

даного лазера та вiдповiдає заряду 1 нКл у пучку тривалiстю 80 фс (або

довжиною 24 мкм) при його потрапляннi до ондуляторної секцiї (тобто до його
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мiкробанчування). Це приблизно вiдповiдає N = 5× 105 частинок у мiкробанчi

довжиною 1 нм.

Товста суцiльна крива на рис. 5.1 зображує випадок, коли умова (5.1)

є виконаною для кожної атомної оболонки (a . aM). Тонка суцiльна лiнiя

вiдповiдає бiльш товстим мiшеням, для яких вона зображує IВ у областi

вiдстаней вiд лiвої поверхнi мiшенi aM . z . aL. Тут ми вважаємо, що вiсь

z спрямована всередину мiшенi перпендикулярно до її поверхнi, яка лежить

у площинi z = 0. Як зазначалося, для оцiнок у цiй областi z ми вважаємо

когерентний доданок для i = M у (5.10) таким, що дорiвнює нулю, але

зберiгаємо подiбний доданок для i = L, K. Необхiдно також зазначити,

що за розглянутих умов (як i в iнших випадках, що вивчаються у даному

пiдроздiлi) iнтерференцiйнi ефекти вiдсутнi для K-оболонки при довiльних

z, а отже, червона лiнiя зображує лише внесок таких ефектiв до взаємодiї

банча з електронами L-оболонки. Це пов’язано з тим, що поздовжнiй розмiр

l розглянутого банча є набагато бiльшим за значення 1/ω0K .

Також слiд зауважити ще одну рiч, пов’язану з тонкою суцiльною лiнiєю

на рис. 5.1. Як зазначалося, ми вважаємо, що в достатньо тонких шарах, якi

розглядаються, IВ вiдбуваються без ефекту густини та Ωi = ω0i/γ у виразi

(5.10). У дiапазонi вiдстаней aM . z . aL вiд поверхнi мiшенi, це має мiсце для

оболонок K та L. Для M -оболонки ж умова (5.1) у цiй областi не є виконаною,

i, строго кажучи, збудження та iонiзацiя цiєї оболонки вiдбуваються з ефектом

густини (тобто для неї має мiсце ΩM = ωp). Однак наразi (як i на iнших

рисунках) ми нехтуємо цим фактом, використовуючи вираз ΩM = ω0M/γ для

оцiнки вiдповiдного внеску в (5.10). Справа в тому, що в областi вiдстаней

z, що розглядається, внесок L-оболонки суттєво домiнує, i точне значення

некогерентного внеску M оболонки є вiдносно дуже малим. У розглянутому

випадку точне врахування ефекту густини для M -оболонки просто призведе

до невеликого зменшення (приблизно на 25 %) асимптотичного значення IВ

при великих df , позначеного штриховою лiнiєю.
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Штрих-пунктирна лiнiя демонструє приблизну оцiнку IВ, усереднених за

z, у мiшенi товщиною a ∼ aL. Звiдси видно, що внесок приповерхневого шару

товщиною ∼ aM у такiй мiшенi може значно збiльшити середнє значення IВ

у нiй за умов, коли iнтерференцiйнi ефекти зникають для L-оболонки, але

все ще є значними для M -оболонки (γ/ω0L . d . γ/ω0M). Загалом, рис. 5.1

свiдчить про значний вплив iнтерференцiйних ефектiв на IВ за розглянутих

умов, збiльшуючи їх значення на кiлька порядкiв величини.

Рис. 5.1 вiдповiдає випадку, коли кiлькiсть частинок N у банчi є фiксова-

ною, i змiна розмiру банча супроводжується змiною його густини. Розглянемо

тепер протилежний випадок, коли густина частинок n0 у центрi банча є

фiксованою. У цьому випадку можна вивести загальну умову, яка визначає

можливiсть прояву iнтерференцiйних ефектiв у IВ для заданого значення n0, а

також умови, за яких такi ефекти є найбiльш вираженими.

У випадку, що розглядається, кiлькiсть частинок у банчi можна подати у

виглядi N = Ald2, де A = (2π)3/2n0 є константою. Наразi iснують значення d =

dmax i l = lmax вiдповiдних розмiрiв банча, для яких вiдношення когерентного

доданка в (5.10) до некогерентного має максимум (див. рис. 5.2). Розглянемо

для простоти внесок однiєї атомної оболонки. Наприклад, це може бути внесок

M -оболонки у мiшенi товщиною a < aM , який домiнує за умови 1/ω0L < l <

1/ω0M . У цьому випадку ми не будемо писати нижнi iндекси у величинах fi,

Ωi та ω0i, подаючи їх як f , Ω та ω. Значення dmax, яке можна отримати (для

фiксованого l) з (5.10), дорiвнює dmax ≈ 0.85/Ω.

Розглянемо випадок d� 1/Ω. При цьому функцiя G⊥ у (5.10) веде себе як

(Ωd)−4/2. Тому для таких d когерентний доданок, який також мiстить N(N −

1) ∝ d4, приймає максимально можливе значення для заданих n0 i l, та не

залежить вiд d. Некогерентна частина IВ, яка є пропорцiйною до N , зростає зi

збiльшенням d як d2. У цьому випадку вираз для IВ приймає вигляд:

dε

dz
=

4πne4

m
fAl

{
d2

(
ln
q0

Ω
− 1

2

)
+
Ale−ω

2l2

2Ω4

}
, (5.12)
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Максимальне значення другого (когерентного) доданку в дужках у (5.12)

досягається при l = lmax = 1/(
√

2ω) i може бути оцiнене як A/(4ωΩ4).

При d = dmax умова d � 1/Ω не є виконаною, i вираз (5.12) не точний.

Втiм, все ж можна використовувати вираз для когерентного доданка з (5.12),

якщо врахувати, що при d = dmax вiн приблизно в сiм разiв бiльший, нiж

точний вираз, отриманий на базi (5.10). У результатi вiдношення максимального

значення iнтерференцiйного доданку при фiксованому n0 до некогерентного

можна оцiнити як:

k ≈ n0

ωΩ2 ln(q0/Ω)
, (5.13)

де ми замiнили коефiцiєнт 2π3/2/7 ≈ 1.6 на одиницю i знехтували доданком

1/2 порiвняно з логарифмом. Величина k визначає максимальне значення

вiдносного внеску когерентного доданку в IВ (що реалiзується при d = dmax

та l = lmax) щодо некогерентного. Цiлком природно прийняти умову k � 1

як таку, що визначає можливiсть суттєвого прояву iнтерференцiйних ефектiв

для даного n0. Зауважимо, що вiдношення n0/(ωΩ2) в (5.13) представляє собою

кiлькiсть частинок всерединi «об’єму когерентностi» 1/(ωΩ2), середня густина

частинок всерединi якого становить n0. У випадку тонкої мiшенi без ефекту

густини Ω = ω/γ, i умова прояву когерентних ефектiв приймає вигляд:

n0γ
2

ω3 ln(q0γ/ω)
� 1. (5.14)

Ця умова свiдчить про швидке зростання внеску когерентного доданка зi збiль-

шенням енергiї частинок. Наприклад, для густини частинок, що є досяжною на

згаданому ранiше European XFEL, що приблизно вiдповiдає n0 ∼ 1018 см−3,

лiва частина (5.14) становить ∼ 108 для M -оболонки i ∼ 4 × 104 для L-

оболонки. Як зазначалося, в умовах прояву ефекту густини (внутрiшня область

товстої мiшенi, далеко вiд її поверхнi) в (5.13) треба використовувати вираз
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Рис. 5.2. Залежнiсть IВ гаусового банча у розрахунку на одну частинку вiд
дiаметра банча df при його довжинi lf = 5 нм, енергiї частинок 17.5 ГеВ та
n0 ∼ 1018 см−3. Вiдповiднi кривi мають те саме значення, що й на рис. 5.1.

Ω = ωp. При цьому k не залежить вiд енергiї частинок. Наразi для розглянутого

ранiше значення n0 маємо k ∼ 0.1, що вказує на вiдсутнiсть у цьому випадку

когерентних ефектiв.

Рис. 5.2 демонструє залежнiсть IВ для однiєї частинки вiд дiаметра банча

для фiксованої довжини lf та густини частинок n0 у його центрi. Наведенi тут

кривi мають чiткi максимуми в точках d ≈ 0.85/ΩL (тонка суцiльна лiнiя) та

d ≈ 0.85/ΩM (товста суцiльна лiнiя). В останньому випадку, який вiдповiдає

шару товщиною a < aM , внесок M -оболонки домiнує, оскiльки вiдповiдний

«об’єм когерентностi» γ2/ω3
0M мiстить значно бiльше частинок, нiж такий об’єм

для оболонок L i K.

5.1.3. Пучки з iншими видами розподiлу частинок

Рiвномiрний поздовжнiй розподiл частинок. У розглянутому ранiше

випадку гаусового банча когерентний доданок (для i-ї оболонки) швидко прямує

до нуля, коли поздовжнiй розмiр l банча збiльшується, перевищуючи значення



243

∼ 1/ω0i. У цьому випадку потрiбнi надзвичайно короткi банчi для спосте-

реження значного пiдвищення IВ порiвняно зi значенням, що передбачається

формулою Бете-Блоха. Ситуацiя є iншою, якщо поздовжнiй розподiл частинок

у банчi вiдрiзняється вiд гаусового. Обговоримо коротко найпростiший випадок

такого типу, що вiдповiдає однорiдному поздовжньому розподiлу частинок у

банчi. Вiдповiдний поперечний розподiл будемо й надалi вважати гаусовим. У

цьому випадку IВ банча визначаються виразом (5.10) з iншою формою F||, що

наразi має вигляд

F|| =

(
2v

ω0il

)2

sin2

(
ω0il

2v

)
, (5.15)

де l тепер є довжиною банча. Розглянемо банч iз l � 1/ω0i. У цьому випадку

через швидкi осциляцiї синусу в (5.15), з практичної точки зору, має сенс роз-

глядати значення F||, усереднене за невеликою варiацiєю довжини банча. Воно

має вигляд: 〈F||〉 = 2(v/ω0il)
2. Ця функцiя зменшується набагато повiльнiше

зi збiльшенням l, нiж (5.7), i тепер значний прояв iнтерференцiйних ефектiв

є можливим навiть при l � 1/ω0i. Рис. 5.3 демонструє приклад залежностi

IВ у розрахунку на одну частинку вiд довжини пучка l для фiксованої

густини частинок n0 у його центрi. Застосованi тут значення параметрiв банча

вiдповiдають тим, якi планується досягти на прискорювачi SINBAD [130].

Перiодично модульований поздовжнiй розподiл частинок. Рентгенiвськi

та ультрафiолетовi лазери на вiльних електронах (ЛВЕ) — це установки, що

дозволяють отримувати високоенергетичнi електроннi банчi надзвичайно малих

розмiрiв. Це досягається за допомогою явища мiкробанчування початкового

налiтаючого електронного пучка, коли вiн рухається в ондуляторнiй секцiї ЛВЕ.

У цьому випадку початковий пучок розпадається на групу коротких мiкробан-

чiв, довжина яких дорiвнює довжинi хвилi когерентного випромiнювання. У

секцiї 5.1.2 ми розглянули дещо iдеалiзований випадок iзольованого гаусового

банча довжиною кiлька нанометрiв. У випадку, якщо такий банч (мiкробанч)
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Рис. 5.3. Залежнiсть IВ у розрахунку на одну частинку вiд довжини банча l для
його дiаметра df = 0.75 мкм, енергiї частинок 100 МеВ, n0 ∼ 6× 1019 см−3 при
однорiдному поздовжньому розподiлi частинок. Вiдповiднi кривi мають те саме
значення, що й на рис. 5.1. Вертикальна пунктирна лiнiя позначає тривалiсть
банча (0.43 фс), яку планується досягти на прискорювачi SINBAD.

виникає в результатi мiкробанчування первинного набагато довшого пучка, iншi

аналогiчнi банчi поблизу нього можуть здiйснювати вiдчутний вплив на IВ

банча, що розглядається. У цiй ситуацiї бiльш акуратним є розгляд IВ усього

перiодично модульованого пучка, оскiльки, як i у випадку випромiнювання,

iнтерференцiя внескiв рiзних частинок у IВ наразi має мiсце не тiльки в межах

кожного мiкробанча, але й мiж рiзними мiкробанчами.

Розглянемо пучок iз перiодичною синусоїдальною модуляцiєю поздов-

жньої густини: f||(z) = [1 − cos(2πz/l)]/(sl), де s — загальна кiлькiсть

мiкробанчiв довжиною l у ньому. Як i ранiше, будемо вважати, що поперечний

розподiл частинок у пучку є гаусовим. У цьому випадку IВ пучка визначаються

виразом (5.10) з

F|| =

(
2v

ω0iL

)2(
4π2/l2

ω2
0i/v

2 − 4π2/l2

)2

sin2

(
ω0iL

2v

)
, (5.16)
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Рис. 5.4. Залежнiсть IВ у розрахунку на одну частинку вiд перiоду мiкробанчу-
вання l для дiаметра банча df = 20 мкм, тривалостi пучка L = 80 фс (24 мкм),
енергiї частинок 17.5 ГеВ i заряду банча 1 нКл. Суцiльна крива — врахування
iнтерференцiйних ефектiв для всiх оболонках (a . aM). Пунктирна крива —
жодних iнтерференцiйних ефектiв для M оболонки (aM . z . aL). Штрихова
лiнiя — обчислення без урахування iнтерференцiйних ефектiв.

де L = sl є загальною довжиною пучка. Форма F|| вказує на наявнiсть

резонансного посилення IВ для перiоду мiкробанчування l → 2πv/ω0i, що

нагадує аналогiчнi резонанси у випромiнюваннi перiодичними групами банчiв.

З практичної точки зору, має сенс розглядати пучки загальної довжиною

L � 1/ω0i i, як i в попередньому випадку, виконати усереднення за малою

варiацiєю цiєї довжини. Вивчимо залежнiсть IВ такого пучка вiд перiоду

його мiкробанчування l. У цьому випадку для кожного L у межах iнтервалу

усереднення δL ми будуємо таку залежнiсть для дискретного набору значень

l = L/s (l змiнюється завдяки змiнi s, яке є цiлим числом) i екстраполюємо її

на безперервний набiр l мiж цими дискретними значеннями.

Рис. 5.4 демонструє залежнiсть IВ пучка вiд перiоду мiкробанчування

l. Усереднення тут проводиться за 2 % варiацiї довжини пучка навколо

значення L = 24 мкм. Параметри пучка вибираються такими, якi можна

досягти на European XFEL. Наведений графiк, зокрема, свiдчить про значне
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збiльшення IВ пучка для a < aM (суцiльна крива) для майже всiєї областi

значень l, що розглядається. Два пiка вiдповiдають резонансам, пов’язаним

зi збудженням оболонок L (2πv/ω0L ≈ 5 нм) i M (2πv/ω0M ≈ 70 нм). Як

бачимо, цi пiки залишаються майже неушкодженими процедурою усереднення

для розглянутого значення iнтервалу δL. Однак додаткове розмиття цих пiкiв

може виникнути через вiдхилення вiд спрощеної моделi речовини як набору

монохроматичних гармонiйних осциляторiв, яку було застосовано в даному

пiдроздiлi.

5.2. Квантовий розгляд

Вступнi зауваження. У пiдроздiлi 5.1 розгляд процесу IВ було проведено

в рамках класичної електродинамiки з застосуванням спрощеної моделi атом-

них електронiв як класичних гармонiйних осциляторiв. Така модель достатньо

добре пiдходить для наближених оцiнок. Вона, природно, не дозволяє точно

врахувати електронну структуру атомiв, збуджених або iонiзованих налiтаючим

ансамблем частинок. У свою чергу, величина iнтерференцiйних ефектiв у

IВ макроскопiчних ансамблiв частинок є досить чутливою до деталей цiєї

структури i, зокрема, до значень потенцiалiв iонiзацiї атомних оболонок.

У цьому пiдроздiлi ми розвиваємо бiльш точний пiдхiд до розгляду коге-

рентних ефектiв у IВ макроскопiчних релятивiстських електронних ансамблiв,

що базується на теорiї збурень квантової механiки. Такий пiдхiд дозволяє

отримати загальнi вирази для ефективних значень середнiх потенцiалiв iонiзацiї

атомних оболонок, вiд яких залежать IВ ансамблю. Тут показано, що такi

значення, взагалi кажучи, залежать не тiльки вiд структури атомних рiвнiв,

а визначаються також форм-факторами ансамблю.

Зазначимо також, що у пiдроздiлi 5.1 IВ вивчалися у твердотiльних

(кремнiєвих) мiшенях. Було показано, що для параметрiв електронних банчiв,

якi є технiчно досяжними на сьогоднiшнiй день, зазначенi iнтерференцiйнi
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(когерентнi) ефекти можуть проявлятися лише у достатньо тонких мiшенях, де

ефект густини у IВ вiдсутнiй. У даному ж пiдроздiлi основну увагу придiлено

проходженню банчiв через газоподiбнi середовища та наведено результати

чисельних розрахункiв для найпростiшого подiбного випадку, який вiдповiдає

атомарному водню. Показано, що для параметрiв банчiв, якi розглядаються, в

газах когерентнi ефекти можуть проявлятися i за наявностi ефекту густини, а

отже, для довiльних значень товщини мiшенi.

5.2.1. Випадок однiєї частинки

Тут, як i ранiше, ми будемо розглядати обмеженi IВ, якi пов’язанi з

зiткненнями, що супроводжуються передачею iмпульсу менше певного макси-

мального значення ~q0 (що вiдповiдає ~q1 в [76]). Якщо ~q0 є набагато меншим

за типовий iмпульс налiтаючих ультрарелятивiстських електронiв iз ансамблю,

розсiюванням останнiх можна знехтувати. У цьому випадку швидкiсть налi-

таючих електронiв майже не змiнюється, i сумарне електромагнiтне поле, що

створюється ансамблем, можна розглядати як зовнiшнє збурення гамiльтонiану

атомних електронiв. Воно спричиняє переходи цих електронiв до бiльш високих

рiвнiв дискретного (збудження) та безперервного (iонiзацiя) спектру.

Розглянемо спершу придатнiсть цього пiдходу для розрахунку IВ однiєї

частинки за вiдсутностi будь-яких когерентних ефектiв. У нерелятивiстському

випадку аналогiчний метод було застосовано, наприклад, у роботах [311, 312]

при дослiдженнi iонiзацiї атома водню багатозарядними iонами. Ми же розгля-

немо випадок ультрарелятивiстського налiтаючого електрона, враховуючи при

цьому ефект густини, який може помiтно пригнiчувати IВ при високiй енергiї

частинок.

Як вказано в [313], для того щоб акуратно врахувати падаюче на систему

зовнiшнє поле в рiвняннi Шредiнгера для атомного електрона (що має заряд e

та масу m), слiд виходити з релятивiстського рiвняння Клейна-Гордона (p̂µp̂µ−
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m2c2)ψ = 0 для хвильової функцiї ψ атомного електрона (ми нехтуємо будь-

якими спiновими ефектами в даному дослiдженнi та для зручностi зберiгаємо у

формулах швидкiсть свiтла). Виконуючи тут замiну p̂µ →p̂µ − e(Aµ + aµ)/c

i записуючи ψ у виглядi ψ = φ(r, t)e−imc
2t/~, у нерелятивiстському (щодо

швидкостi атомного електрона) граничному випадку отримуємо:

i~
∂φ

∂t
=

(
p̂2

2m
+ eϕn + eA0 − e

mc
Ap̂ +

e2

2mc2
A2

)
φ

+
ie~
2mc

(
1

c

∂A0

∂t
+ divA

)
φ. (5.17)

Тут Aµ = (A0,A) — 4-вектор потенцiалу зовнiшнього поля, тодi як aµ = (ϕn, 0)

— 4-вектор потенцiалу атомного ядра. У загальному випадку aµ описує поле

ядра разом iз полем решти атомних електронiв, окрiм того, що розглядається,

але це уточнення не спричиняє жодних змiн у нашому розглядi.

Компоненти 4-вектора потенцiалу релятивiстського налiтаючого електро-

на, що має швидкiсть v, у поляризованому (полем електрона) середовищi можна

подати у наступному виглядi [44]:

A0 = e
exp

{
− ωp

c

√
(ρ0 − ρ)2 + γ2(z − vt)2

}√
(ρ0 − ρ)2γ−2 + (z − vt)2

, A = vA0/c. (5.18)

Тут вважається, що налiтаючий електрон рухається вздовж осi z та має радiус-

вектор ρ0 у площинi xy i Лоренц-фактор γ. Вектор r = (ρ, z) описує положення

атомного електрона, а ωp — плазмова частота середовища.

Потенцiали (5.18) задовольняють калiбровцi Лоренца ∂Aµ/∂xµ = 0, за

якої другий рядок у (5.17) дорiвнює нулю. Вимога слабкостi збурення дозволяє

знехтувати доданком у (5.17), що мiстить A2. Отже, оператор збурення може

бути представлений у такiй формi:

V̂(r, t) = eA0

(
1− v

mc2
p̂z

)
. (5.19)
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Ми вважаємо, що до взаємодiї з налiтаючою частинкою атомний еле-

ктрон знаходився в основному станi з енергiєю ε1 i хвильовою функцiєю

φ1(r) exp(−iε1t/~). Далi буде використано позначення φk(r) = |k〉. У провiдному

порядку теорiї збурень амплiтуда ймовiрностi переходу цього електрона до k-

го збудженого стану в результатi взаємодiї з зовнiшнiм полем визначається

виразом [314]

ck1 = − i
~
〈k|V̂(ωk1)|1〉, (5.20)

де

V̂(ωk1) =

+∞∫
−∞

dteiωk1tV̂(r, t) (5.21)

представляє собою компоненту Фур’є збурення, а ωk1 = (εk − ε1)/~.

Пiдставляючи (5.18) та (5.19) в (5.20), у пiдсумку отримуємо:

ck1 = −2ie2

~v
xk1

{
iωk1

vγ2
K0(Ωk1ρ0) + Ωk1K1(Ωk1ρ0)

}
, (5.22)

де Ω2
k1 = ω2

k1/(v
2γ2) + ω2

p/c
2, Ki — функцiї Макдональда, а xk1 = 〈k|x|1〉. Тут

вважається (без порушення загальностi розгляду), що налiтаючий електрон

рухається у площинi xz. Для отримання (5.22) ми виконали розкладання за

малими параметрами Ωk1ρ та ωk1z/v, якi присутнi в явному виразi для V̂(ωk1).

При обчисленнi матричного елементу другого доданку в (5.19), ми застосували

спiввiдношення 〈k|p̂z|1〉 = m〈k|v̂z|1〉 = imωk1zk1. Нарештi, завдяки сферичнiй

симетрiї атома, zk1 = xk1.

IВ на одиницi шляху можна обчислити як

dε

dz
= n~

∫
2πρ0dρ0

{∑
k

|ck1|2ωk1 +

∫
|cκ1|2ωκ1d

3κ

}
, (5.23)
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де перший доданок пов’язаний зi збудженням атому, а другий — з його

iонiзацiєю (κ — хвильовий вектор вибитого з атома електрона). Далi, для

стислостi, ми будемо писати, де можливо, лише перший доданок у фiгурних

дужках в (5.23), припускаючи наявнiсть другого за замовчуванням.

Зручно змiнити порядок сумування за k (або iнтегрування за κ) та

iнтегрування за ρ0. Для обчислення iнтеграла за ρ0 вiд другого доданку в (5.22)

зручно перейти до iмпульсного представлення, записуючи K1 у виглядi

K1(Ωk1ρ0) = − i

2πΩk1

ρ0

ρ0

∫
d2q

qeiqρ0

q2 + Ω2
k1

(5.24)

i подаючи |K1|2 як добуток (5.24) зi змiнною iнтегрування q i вiдповiдної

комплексно спряженої величини зi змiнною iнтегрування q′. Iнтеграли за ρ0 i q′

легко обчислюються. Верхня межа в iнтегралi за q, що при цьому залишається,

повинна бути обрана такою, що дорiвнює q0. Це вiдображує той факт, що

ми розглядаємо обмеженi IВ. Як зазначалося, точне значення q0 залежить

вiд конкретних умов експериментальних вимiрювань i для теоретичних оцiнок

зазвичай обирається таким, що дорiвнює оберненому значенню мiжатомної

вiдстанi q0 ∼ 108 см−1. У цьому випадку при q > q0 взаємодiю налiтаючих

електронiв з атомними слiд розглядати як розсiювання вiльних частинок одна

на однiй у вакуумi [76]. Однак для параметрiв електронних банчiв, досяжних

на сучасних прискорювачах, iнтерференцiйнi ефекти у збудженнi та iонiзацiї

атомiв повиннi мати мiсце лише для м’яких зiткнень iз q < q0. Зокрема, як

зазначалося у пiдроздiлi 5.1, у кремнiєвих мiшенях варто очiкувати прояву

подiбних ефектiв лише для оболонок L i M , але не для бiльш жорсткої

K-оболонки. Таким чином, розгляд зазначених ефектiв наразi вичерпується

вивченням обмежених IВ.

Iнтеграл вiд першого доданка в (5.22) безпосередньо обчислюється аналi-
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тично. У результатi отримуємо:

dε

dz
=

4πne4

~v2

∑
k

ωk1|xk1|2
{

ω2
k1

Ω2
k1v

2
γ4

+ 2

[
ln

q0

Ωk1
− 1

2

]}
. (5.25)

При γ � 1 перший доданок у дужках, який походить вiд першого доданка в

(5.22), є значно меншим за другий. Далi ми будемо нехтувати цим доданком як

у виразах для ck1, так i для dε/dz.

Сума за k у (5.25), яка, за згодою, мiстить також iнтегрування i за станами

безперервного спектру, може бути обчислена за допомогою теореми [76,314]

∑
k

ωk1|xk1|2 = ~Z/(2m), (5.26)

де Z — атомний номер речовини. З використанням (5.26) середнiй потенцiал

iонiзацiї I визначається як [76]

ln I =
2m

~Z
∑
k

ωk1|xk1|2 lnωk1. (5.27)

Якщо γ � I/ωp, вираз (5.25) перетворюється на

dε

dz
=

4πne4Z

mv2

{
ln
q0vγ

I
− v2

2c2

}
. (5.28)

У цьому випадку вiдносно невеликого γ ми зберегли перший доданок у (5.25).

Формула (5.28) збiгається з добре вiдомим виразом для IВ частинок завдяки

далеким зiткнення [76]. З точнiстю до членiв порядка одиницi в дужках цей

вираз збiгається з формулою Бете-Блоха (її частиною, пов’язаною з далекими

зiткненнями) без поправки на ефект густини.

У протилежному випадку, коли γ � I/ωp, формула (5.25) зводиться до

dε

dz
=

4πne4Z

mv2

{
ln
q0

ωp
− 1

2

}
, (5.29)
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яка є високоенергетичною асимптотикою формули Бете-Блоха з поправкою на

ефект густини.

5.2.2. Загальнi вирази для iонiзацiйних втрат ансамблю електро-

нiв

Пiсля того, як метод обчислення IВ, що розглядається, було протестовано

у випадку однiєї частинки, перейдемо до розгляду IВ ансамблем електронiв,

що складається з великої кiлькостi частинок. Нехай усi електрони ансамблю

рухаються вздовж осi z зi швидкiстю v. Координати r-го електрона позначаємо

як (R + ρr, vt + zr). Тут набiр координат (R, vt) визначає положення деякої

точки всерединi ансамблю, яка перебуває у станi спокою вiдносно налiтаючих

частинок, тодi як (ρr, zr) є координатами електронiв вiдносно цiєї точки. Для

аксiально-симетричних ансамблiв природно обрати точку (R, vt) на централь-

нiй осi ансамблю (точне значення її координати z не впливає на результати

обчислень). Тодi R = |R| позначає вiдстань мiж цiєю вiссю та вiссю z.

Використовуючи (5.24), вираз (5.22) для одного r-го електрона з ансамблю

можна узагальнити наступним чином:

crk1 = −e
2e−iωk1zr/v

πv~
(ρeρ0)k1eρ0

∫
d2q

qeiqρ0

q2 + Ω2
k1

, (5.30)

де eρ0 = ρ0/ρ0 та ρ0 = R + ρr. Результат iнтегрування у (5.30), який ми

позначимо вектором Q, спрямований уздовж ρ0. Тому Qeρ0(ρeρ0)k1 = Qρk1,

i величину ck1 для всього ансамблю можна записати у виглядi, в якому

матричний елемент координати ρ атомного електрону є винесеним за межi суми

за r:

ck1 = − e2

πv~
ρk1

∫
d2q

qeiqR

q2 + Ω2
k1

∑
r

e−iωk1zr/v+iqρr . (5.31)
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Будемо вважати, що розподiл частинок в ансамблi є аксiально симетричним

вiдносно певної осi, паралельної до v. У цьому випадку результат iнтегрування в

(5.31) спрямований уздовжR. Обираючи вiсь x паралельною до цього напрямку

i застосовуючи процедуру, аналогiчну тiй, що була використана при виведеннi

виразу (5.25), можна у пiдсумку представити вираз для IВ ансамблю у такiй

формi:

dε

dz
=

4ne4

v2~
∑
k

ωk1|xk1|2
∫
d2q

q2

(q2 + Ω2
k1)

2

∑
r,p

e−iωk1(zr−zp)/v+iq(ρr−ρp). (5.32)

Зауважимо, що в загальному випадку для атомiв, що мають Z ≥ 2, тут

необхiдно також виконати сумування за всiма атомними електронами. Втiм, для

простоти, ми й надалi будемо записувати вирази для випадку одного електрона

в атомi. Переходячи до наближення безперервного розподiлу заряду в ансамблi

(подiбно до того, як це було зроблено у секцiї 5.1.1) i, де можливо, обчислюючи

iнтеграл за q, отримуємо:

dε

dz
=

4πnZe4

mv2
N

{
ln
q0

Ω̄
− 1

2
+ (N − 1)G(γ, ωp)

}
, (5.33)

де N — загальна кiлькiсть частинок в ансамблi, а величина Ω̄ визначається за

аналогiєю з середнiм потенцiалом iонiзацiї як

ln Ω̄ =
2m

~Z
∑
k

ωk1|xk1|2 ln Ωk1. (5.34)

Функцiя G(γ, ωp), яка також залежить вiд структури збуджених атомних рiвнiв

та геометричних властивостей ансамблю, має вигляд:

G(γ, ωp) =
2m

Z~
∑
k

ωk1|xk1|2F||(ωk1)

∫
dq

q3F⊥(q)

(q2 + Ω2
k1)

2
, (5.35)
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де F|| та F⊥ — форм-фактори ансамблю, що визначаються виразами 5.5. Для

випадку аксiально симетричного ансамблю, що розглядається, величину F⊥

можна подати у виглядi:

F⊥(q) =

∣∣∣∣2π
∞∫

0

drrJ0(qr)f⊥(r)

∣∣∣∣2, (5.36)

де J0 — функцiя Бесселя.

Першi два доданки у фiгурних дужках у (5.33) пов’язанi з некогерентною

частиною IВ ансамблю. Ця частина, що є пропорцiйною до N , описує суму

незалежних втрат окремих частинок, що визначається формулою Бете-Блоха.

Частина виразу (5.33), яка мiстить функцiю G(γ, ωp), є когерентною частиною

IВ. Вона є пропорцiйною до N 2 i описує вплив iнтерференцiйних (когерентних)

ефектiв на IВ ансамблю. Згiдно з результатами пiдроздiлу 5.1 та бiльш точними

розрахунками у даному пiдроздiлi (див. також роботи [124–127], що обговорюва-

лися в роздiлi 1), цi ефекти можуть збiльшити значення IВ ансамблю на кiлька

порядкiв величини (для наявних на сьогоднiшнiй день параметрiв електронних

ансамблiв) порiвняно з результатом, що передбачається формулою Бете-Блоха.

Вираз 2mωk1|xk1|2/(Z~), сума якого за k дорiвнює одиницi, можна роз-

глядати як функцiю розподiлу за збудженими станами атомних електронiв (що

мiстять як стани дискретного, так i безперервного спектру). Таким чином, (5.35)

представляє собою усереднення функцiї, що залежить вiд F|| та F⊥, за станами

атомних електронiв. Далi ми будемо позначати таке усереднення як 〈...〉. За

умови повноцiнного прояву ефекту густини (γ � I/ωp) вираз для G(γ, ωp)

спрощується. А саме, у цьому випадку Ωk1 = ωp/c, i G перестає залежати вiд

γ, тодi як усереднення застосовується лише до поздовжнього форм-фактору:

G(ωp) = 〈F||(ωk1)〉
∫
dq

q3F⊥(q)

(q2 + ω2
p/c

2)2
. (5.37)

Далi ми головним чином зосередимось саме на цьому конкретному випадку.
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5.2.3. Умови придатностi методу

У даному роздiлi ми вивчаємо випадок, коли, завдяки когерентним

ефектам, взаємодiя налiтаючих частинок з атомними електронами може бути

набагато бiльш iнтенсивною, нiж у випадку розсiювання одного електрона на

атомi. Тому необхiдно дослiдити умови придатностi теорiї збурень, яку ми

застосовуємо у нашому дослiдженнi, для випадку, що розглядається.

У загальному випадку умова придатностi пiдходу, що застосовується,

виглядає як
∞∑
k=2

|ck1|2 � 1. Умова збiжностi суми за k свiдчить про те, що

за порядком величини ця сума збiгається з сумою перших кiлькох доданкiв у

нiй. У даному пiдроздiлi чисельнi оцiнки буде проведено для атомiв водню. У

цьому випадку, через швидке зменшення |xk1|2 зi збiльшенням k (див. деталi

нижче), зазначену умову з хорошою точнiстю можна замiнити на

|c21|2 � 1, (5.38)

що мiстить лише ймовiрнiсть переходу електронiв на перший (k = 2) збудже-

ний рiвень. Виняток може бути зроблений для ансамблiв, у яких поздовжнi

форм-фактори F|| стають близькими до нуля при певних кiнцевих значеннях

параметрiв ансамблю, як, наприклад, у випадку однорiдного поздовжнього

розподiлу частинок, що коротко обговорюється наприкiнцi наступної секцiї.

Наразi для таких значень параметрiв |c21|2 може стати близьким до нуля, у той

час, як доданки з k ≥ 3 залишаються ненульовими. У цьому випадку необхiдно

враховувати першi два доданки в сумi за k у (5.38).

У випадку одного налiтаючого електрона, значення |c21|2, яке можна

отримати з (5.22), становить:

|c21|2 = 4α2|x21|2/ρ2
0, (5.39)

де α = 1/137 — постiйна тонкої структури. Для атома водню величина
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|x21|2 за порядком величини дорiвнює a2
0 (якщо точнiше, 0.56a2

0), де a0 =

~2/(me2) — радiус Бора. Мiнiмальнi прицiльнi параметри ρ0, що вiдповiдають

максимальним значенням |c21|2, якi ми розглядаємо у нашому дослiдженнi,

становлять ρ0 ∼ a0. Тому в даному випадку |c21|2 ∼ α2, i умова (5.38) є дуже

добре виконаною.

Обчислимо тепер величину |ck1|2 (для довiльного значення k) для випадку

налiтаючого ансамблю електронiв на основi (5.31). Наразi необхiдно отримати

результат для довiльного значення R (що визначає вiдстань мiж атомом та

центральною вiссю ансамблю) без попереднього iнтегрування за R. У секцiї

5.2.2 таке iнтегрування (тодi воно виконувалася за змiнною ρ0) передувало

iнтегруванню за q та q′ та значно спрощувало обчислення dε/dz. Переходячи вiд

суми за дискретним набором зарядiв до наближення безперервного розподiлу

заряду, як це було зроблено при обчисленнi dε/dz, можна подати (5.31) у

наступному виглядi:

|ck1|2 =

(
α

π

)2

|xk1|2N 2F||(ωk1)|Ik1(R)|2, (5.40)

де

Ik1(R) =

∫
d2q

qeiqR

q2 + Ω2
k1

∫
d2rf⊥(r)eiqr. (5.41)

Тут ми знехтували некогерентною частиною |ck1|2, пропорцiйною доN , порiвня-

но з когерентною частиною, пропорцiйною до N 2. Це пов’язано з тим, що нас, у

першу чергу, цiкавить вивчення умови (5.38) у випадку, коли когерентнi ефекти

в IВ ансамблю є досить значними. Iнтеграл Ik1(R) спрямований уздовж R, що

дозволяє, пiсля iнтегрування за кутами мiж r i q та мiж R i q, представити
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його як

Ik1(R) = (2π)2ieR

∞∫
0

drrf⊥(r)

∞∫
0

dq
q2J0(qr)J1(qR)

q2 + Ω2
k1

, (5.42)

де eR = R/R. Пiсля обчислення iнтеграла за q в (5.42) вираз (5.40) набуває

вигляду:

|ck1|2 = 16π2α2|xk1|2N 2Ω2
k1F||(ωk1)|Sk1(R)|2, (5.43)

де

Sk1(R) = K1(Ωk1R)

R∫
0

drrf⊥(r)I0(Ωk1r)− I1(Ωk1R)

∞∫
R

drrf⊥(r)K0(Ωk1r). (5.44)

Тут Ii — функцiї Бесселя уявного аргументу (подiбно до функцiй Макдональда

Ki).

Вираз для |ck1|2 у випадку однiєї налiтаючої частинки можна отримати з

(5.43), якщо тут покласти5 f⊥(r) = δ(r), N = 1 та F||(ωk1) = 1. У цьому випадку

при R� Ω−1
k1 i k = 2 вираз (5.43) спрощується до форми (5.39) з ρ0 = R.

Обчислимо для наочностi |c21|2 для найпростiшого випадку ансамблю

(банча) з однорiдним поперечним розподiлом частинок. Наразi f⊥(r) = H(d −

r)/(πd2), де H(x) — ступiнчаста функцiя Хевiсайда, а d — радiус банча.

Покладемо R = d, оскiльки в цьому випадку |ck1|2 досягає свого максимального

значення. Використовуючи (5.43) та (5.44), отримуємо:

|ck1|2 = 16α2 |xk1|2

d2
N 2F||(ωk1)K

2
1(Ωk1d)I2

1(Ωk1d). (5.45)

Далi ми будемо цiкавитися, зокрема, випадком, коли у водневому середовищi

має мiсце повноцiнний прояв ефекту густини (γ � I/ωp), а типовий радiус
5У даному конкретному випадку r позначає радiус-вектор у площинi xy.
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пучка є d ∼ c/ωp. У цьому випадку вираз (5.45) приймає вигляд (k = 2):

|c21|2 ∼ α2N 2(a0ωp/c)
2F||(ω21). (5.46)

Звiдси видно, що для електронного ансамблю |c21|2 — не зводиться просто до

α2N 2, як це було б, наприклад, для важкого iона з зарядом Ne. Вираз (5.46)

мiстить також два множники, якi значно зменшують його значення. Дiйсно,

для водню при нормальних умовах вiдношення a0ωp/c становить близько 5 ×

10−5. Для пучкiв, довжина яких помiтно перевищує значення c/ω21, поздовжнiй

форм-фактор F|| є набагато меншим за одиницю (хоча когерентнi ефекти все

ще можуть бути значними в цьому випадку). Тому ми бачимо, що застосований

пiдхiд, заснований на теорiї збурень, може бути придатним навiть для дуже

великих значень N , типових для макроскопiчних ансамблiв частинок.

5.2.4. Чисельний розрахунок iонiзацiйних втрат електронного

ансамблю з гаусовим розподiлом частинок у воднi

У цiй та наступнiй секцiях ми проводимо чисельний розрахунок обмеже-

них iонiзацiйних втрат ультрарелятивiстських електронних ансамблiв (банчiв).

Параметри ансамблiв вибираються такими, якi можуть бути реалiзованi на

сучасних прискорювальних установках. Дана секцiя присвячена випадку банча

з гаусовим розподiлом частинок (подiбно до пiдроздiлу 5.1.2), в той час

як у наступнiй секцiї вивчаються особливостi IВ пучка з густиною, що є

перiодично модульованою у поздовжньому напрямку (подiбно до пiдроздiлу

5.1.3). Спецiальну увагу придiлено особливостям IВ, якi виявляються при бiльш

точному квантовому розглядi, порiвняно зi спрощеним класичним розглядом,

представленим у роздiлi 5.1. Як зазначалося, розрахунки виконано для найпро-

стiшого випадку речовини, що вiдповiдає атомному водню, для якого можливим

є точний розрахунок матричних елементiв xk1.
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Основними величинами в (5.33)–(5.36), що описують речовину, крiзь яку

проходить ансамбль, є ωk1 i xk1. Для дискретного спектру атомарного водню

величини ωk1 дорiвнюють

ωk1 =
me4

2~3

k2 − 1

k2
, (5.47)

що випливає з добре вiдомої формули для εk. Отже, для переходiв до безпе-

рервного спектра

ωκ1 =
me4

2~3
+

~κ2

2m
. (5.48)

Матричнi елементи xk1 для дискретного спектра можна отримати безпосе-

редньо з матричних елементiв (eiqr)k1, що представленi, наприклад, у [314].

Вони мають вигляд (тут вiдбуваються лише переходи до станiв з p = 0,

що описуються хвильовими функцiями в параболiчних координатах φn1,n2,p, де

n1 + n2 = k − 1):

|xk1|2 = 28k7a2
0

(k − 1)2k−6

(k + 1)2k+6

k2 − 1

3
. (5.49)

Матричнi елементи xκ1 можна отримати з використанням хвильових функцiй

безперервного спектра в параболiчних координатах [314]. Для них маємо:

|xκ1|2 =
28a4

0

3κ

exp[− 4
κa0

arctg(κa0)]

(1 + κ2a2
0)

5(1− exp[−2π/(κa0)])
. (5.50)

Чисельна оцiнка суми
∑
ωk1|xk1|2 з використанням (5.47)–(5.50), включаючи

iнтегрування за станами безперервного спектру, узгоджується з (5.26).

Окрiм iнших параметрiв, величина dε/dz електронного ансамблю визна-

чається його форм-факторами, а величина когерентних ефектiв у IВ суттєво

залежить вiд просторового розподiлу електронiв у ансамблi. Отже, проведемо
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чисельну оцiнку IВ ансамблю для випадку гаусового розподiлу частинок як у

поздовжньому (вздовж осi z), так i в поперечному напрямках. При цьому f|| i

f⊥, як i ранiше, визначаються виразами (5.6). Вiдповiднi форм-фактори мають

вигляд (5.7), де у виразi для F|| потрiбно зробити замiну ω0i → ωk1. Величинам

l, d, lf та df будемо надавати той самий змiст, що й у секцiї 5.1.2.

Розглянемо випадок досить високоенергетичних налiтаючих електронiв

(γ � I/ωp), коли має мiсце повноцiнний прояв ефекту густини. Обчислюючи

iнтеграл за q в (5.37), отримуємо:

dε

dz
=

4πne4

mv2
N

{
ln
cq0

ωp
− 1

2
− N

2
g(ωp, d)〈e−ω2

k1l
2/v2〉

}
, (5.51)

де

g(ωp, d) = eω
2
pd

2/c2(1 + ω2
pd

2/c2)Ei(−ω2
pd

2/c2) + 1 (5.52)

та Ei(x) — iнтегральна експонента. Функцiя −g(ωp, d) монотонно зменшується

зi збiльшенням d. А саме, при x � 1 маємо Ei(−x) ≈ e−x(−x−1 + x−2 − 2x−3),

що призводить до −g(ωp, d) ≈ (c/ωpd)4 при d � c/ωp. Зауважимо, що для

отримання виразу для dε/dz у загальному випадку довiльного γ (за умови γ �

1) необхiдно виконати замiну ωp/c → Ωk1 в (5.52) i перемiстити функцiю g пiд

кутовi дужки. Також у цьому випадку необхiдно зробити замiну ωp/c → Ω̄ у

першому доданку в (5.51).

За аналогiєю з середнiм потенцiалом iонiзацiї (5.27) у випадку, що

розглядається, можна ввести певний ефективний середнiй потенцiал iонiзацiї

ω̄, визначений як

e−ω̄
2l2/v2 = 〈e−ω2

k1l
2/v2〉, (5.53)
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або, у явному виглядi,

ω̄ =
v
l

√
− ln

{
2m

~
∑
k

ωk1|xk1|2e−ω
2
k1l

2/v2
}
. (5.54)

Якщо пiдставити (5.53) у (5.51), то останнiй вираз набуде тiєї ж форми, що

й аналогiчний вираз (5.10) для IВ гаусового банча у тонкiй твердотiльнiй

мiшенi, що його було отримано в секцiї 5.1.2 iз застосуванням спрощеного

класичного пiдходу. Основна вiдмiннiсть цих виразiв, яка пiдкреслює головну

перевагу нашого теперiшнього розгляду, стосується величини ω̄. А саме, у

секцiї 5.1.2 для кожної атомної оболонки було обрано таке ω̄, що дорiвнює

середньому потенцiалу iонiзацiї цiєї оболонки (наприклад, для кремнiєвих

мiшеней значення таких потенцiалiв для оболонок K, L та M були взятi з

[230]). Теперiшнiй розгляд надає принципову можливiсть обчислити цi величини

на основi (5.54), принаймнi приблизно для бiльшостi речовин (у загальному

випадку, у цiй формулi слiд вiдновити величину Z 6= 1). Це досить важливий

крок вперед, оскiльки, як показано далi (див. рис. 5.7), IВ ансамблю можуть

бути дуже чутливими до значення величини ω̄. Варто зазначити, що формула

(5.54) свiдчить про те, що ω̄ не є просто константою, визначеною фiзичними

властивостями середовища, а залежить також вiд поздовжнього розмiру l

ансамблю та явної функцiональної залежностi його форм-фактора F|| вiд l

та ωk1. За вiдсутностi ефекту густини (або за умов його часткового прояву

при не дуже великому γ) величина ω̄ визначається розмiрами ансамблю

як у поздовжньому, так i в поперечному напрямках та вiдповiдними форм-

факторами F|| i F⊥.

На рис. 5.5 показано залежнiсть ω̄ вiд довжини ансамблю lf , обчислену

на основi (5.54), де ми поклали v = c. Розрахунок проводився для атомарного

водню з застосуванням виразiв (5.47)–(5.50). Графiк демонструє помiтну змiну

величини ω̄ в областi lf , що вiдповiдає найбiльш значному прояву когерентних

ефектiв у IВ. Така область може бути визначена умовою l < l0 ∼ v/ω21. При
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Рис. 5.5. Залежнiсть ω̄ вiд поздовжнього розмiру ансамблю lf у воднi.

l ∼ l0, згiдно з (5.7), форм-фактор F||(ω21), що вiдповiдає найменшiй енергiї

збудження ~ω21 ≈ 10.2 еВ, стає близьким до одиницi. При менших l те ж саме

вiдбувається i для решти величин ωk1. Наразi l0 ∼ 20 нм, що вiдповiдає lf ∼ 46

нм.

При l � l0 величина ω̄ наближається до найменшої енергiї збудження

ω21. Внесок вiд переходiв до вищих рiвнiв дискретного та безперервного

спектра в цьому випадку пригнiчується експоненцiйним множником у (5.54).

У протилежному граничному випадку малого l можна розкласти експоненти

в (5.54) i отримати наступну рiвнiсть: ω̄ = 〈ω2
k1〉1/2. Вона є дiйсною за умови

l� v/ωmax, де ωmax — значення ωκ1 при певному максимальному κ, який все ще

робить внесок в iнтеграл за станами безперервного спектра в (5.54) або, бiльш

загально, у (5.26). Для розглянутого випадку атомiв водню основний внесок у

цей iнтеграл роблять значення, якi можна оцiнити як κ . 4/a0. Таким чином,

наразi значення ~ωmax можна розглядати таким, що дорiвнює ~ωκ1 з величиною

κ = 4/a0 хвильового вектора вибитого з атома електрона в (5.48) i становить

близько 230 еВ.

Перш нiж обчислювати dε/dz, необхiдно визначити область придатностi
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Рис. 5.6. Залежнiсть |c21|2 вiд lf для ансамблю з гаусовим розподiлом частинок
у воднi при df = 0.75 мкм, n0 = 6× 1019 см−3 i γ � I/ωp.

пiдходу, що застосовується, за умов розгляду задачi. Наразi ми будемо роби-

ти оцiнки для значень параметрiв, якi планується досягти на прискорювачi

SINBAD [130], що зараз будується в DESY. Зокрема, це мiстить у своєму

складi енергiю електронiв 100 МеВ, поперечний розмiр банча df = 0.75 мкм

i сумарний заряд субфемтосекундного банча (lf < 300 нм) 1 пКл. Рис. 5.6

демонструє величину |c21|2 як функцiю lf у цьому випадку, обчислену на

основi (5.43)–(5.44). Тут обрано ~ωp ≈ 0.19 еВ, що є плазмовою частотою

атомарного водню за нормальних умов (вона в
√

2 разiв менша, нiж вiдповiдна

частота для молекулярного водню). Розрахунок проводиться при R = 0.5

мкм, коли |c21|2, як функцiя R, досягає свого максимуму. Зауважимо, що ми

розглядаємо випадок, коли густина частинок n0 у центрi банча є фiксованою.

Вона вiдповiдає сумарному заряду банча 1 пКл при його довжинi lf ≈ 130 нм

(0.43 фс), яка є характерною для зазначеного прискорювача. Змiна довжини

банча вiдбувається завдяки змiнi кiлькостi частинок N у ньому. Iз графiка

видно, що у розглянутому випадку умова (5.38) досить добре виконується в

областях lf & 80 нм та lf . 15 нм. Тут для обчислення IВ ансамблю можна

застосовувати обраний пiдхiд.
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Залежнiсть IВ ансамблю у розрахунку на одну частинку вiд lf в областi

lf > 80 нм представлена на рис. 5.7 (товста суцiльна крива). Як i ранiше,

безрозмiрна величина на вертикальнiй осi визначається виразом dE/dz =

mv2/(4πne4)dε/dz. Значення q0 в (5.51) обрано таким, що дорiвнює 108 см−1.

Це вiдповiдає значенню порядка a0 для мiнiмальної вiдстанi мiж налiтаю-

чою частинкою та атомом, що розглядається. Штриховою лiнiєю на рисунку

показано значення IВ за вiдсутностi когерентних ефектiв, що визначається

першими двома доданками в (5.51) та вiдповiдає результату формули Бете-

Блоха. Звiдси видно, що при lf < 170 нм когерентнi ефекти проявляються в

IВ для розглянутого типу розподiлу частинок в ансамблi. Зi зменшенням lf цi

ефекти стають значними i призводять до рiзкого зростання величини dε/dz на

кiлька порядкiв. Для довжини пучка, типової для прискорювача SINBAD, що

позначена вертикальною лiнiєю на рисунку, коефiцiєнт когерентного посилення

IВ все ще дуже великий (близько 47). Пiд таким коефiцiєнтом ми маємо на увазi

вiдношення dε/dz з урахуванням та без урахування когерентних ефектiв.

Для порiвняння ми також представляємо результат обчислення на основi

(5.51) iз таким ω̄, що дорiвнює середньому потенцiалу iонiзацiї I ≈ 15 еВ (тонка

суцiльна крива). Як зазначалося, такий результат вiдповiдає спрощеному

пiдходу, що його було застосовано в роздiлi 5.1. Ми бачимо, що у розглянутому

дiапазонi lf , де явна функцiональна залежнiсть F|| є визначальною, рiзниця

мiж передбаченнями спрощеного та бiльш точного пiдходiв у цьому випадку є

значною. Результати цих пiдходiв збiгаються при lf . lmax =
√

8 ln 2v/I. Тут

dε/dz досягає свого максимального значення при lf ∼ lmax ≈ 30 нм (строго ка-

жучи, IВ у безпосереднiй близькостi вiд цього максимуму не описуються точно

за допомогою обраного пiдходу, згiдно з рис. 5.6). Iз подальшим зменшенням lf

когерентна частина dε/dz швидко зникає. Це обумовлено зниженням кiлькостi

частинок в ансамблi (при фiксованому n0) зi зменшенням lf .

Рис. 5.7 свiдчить про швидке зменшення когерентної частини IВ зi збiль-

шенням lf при lf > lmax. Як зазначалося у секцiї 5.1.3, таке зменшення може
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Рис. 5.7. Залежнiсть IВ ансамблю вiд lf у воднi при df = 0.75 мкм, n0 = 6×1019

см−3 i гаусовому розподiлi частинок (товста суцiльна крива). Тонка суцiльна
крива — обчислення для ω̄ = I, штрихова лiнiя — жодних когерентних ефектiв,
пунктирна лiнiя позначає довжину lf ≈ 130 нм (0.43 фс).

бути набагато повiльнiшим, якщо поздовжнiй розподiл частинок f|| в ансамблi

вiдрiзняється вiд гаусового. Якщо розглянути найпростiший подiбний випадок,

що вiдповiдає однорiдному розподiлу f|| = const (вiдповiдний поперечний

розподiл f⊥ вважаємо гаусовим) i, вiдповiдно, поздовжньому форм-фактору

у виглядi (5.15), то для коефiцiєнту когерентного посилення при l ≈ 130

нм отримаємо значення близько 4800. Це в сто разiв бiльше, нiж у випадку

гаусового f||. Наразi значення |c21|2 + |c31|2 для такого l становить близько 0.084,

що пiдтверджує можливiсть застосування теорiї збурень i в цьому випадку.

Необхiднiсть врахування як c21, так i c31 в умовi придатностi в даному випадку

було обговорено ранiше пiсля формули (5.38).

Зазначимо нарештi, що у розглянутому випадку застосоване припущення

про повноцiнний прояв ефекту густини (що є точним при γ � I/ωp) є дещо

наближеним, оскiльки I/ωp ≈ 80, тодi як γ ≈ 200. Втiм, бiльш точний

розрахунок на основi (5.33) i (5.35) призводить до результату, який майже не

вiдрiзняється вiд представленого на рис. 5.7.
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5.2.5. Ансамбль iз перiодичною модуляцiєю густини. Резонан-

сний ефект

У секцiї 5.1.3 було показано (iз застосуванням спрощеного класичного

пiдходу), що у випадку взаємодiї з речовиною ансамблю, що зазнає мiкробан-

чування в ондуляторнiй секцiї ЛВЕ, IВ окремих його мiкробанчiв можуть не

бути незалежними. Iнтерференцiя мiж внесками цих мiкробанчiв у сумарну

енергiю, що передається атомному електрону, може призвести до резонансного

збiльшення цiєї енергiї для певних значень перiоду мiкробанчування. Далi ми

вивчаємо цей ефект iз застосуванням бiльш точного пiдходу, розвинутого в да-

ному пiдроздiлi, та робимо чисельнi оцiнки для випадку водневого середовища.

У якостi моделi мiкробанчованого налiтаючого пучка ми, як i ранiше,

розглядаємо електронний ансамбль iз густиною, перiодично модульованою

в поздовжньому напрямку f|| = [1 − cos(2πz/l)]/(sl). Безумовно, це дещо

iдеалiзована модель реальної густини електронiв, яку можна досягти на ЛВЕ.

Величини l, s та L = sl мають той самий змiст, що i в секцiї 5.1.3. Поздовжнiй

форм-фактор пучка визначається виразом (5.16), у якому треба зробити замiну

ω0i → ωk1.

Ми, як i ранiше, вважаємо, що поперечний розподiл f⊥ частинок у пучку

є гаусовим i має мiсце повноцiнний прояв ефекту густини. IВ ансамблю в

цьому випадку можна обчислити за допомогою (5.51), де поздовжнiй форм-

фактор замiщений виразом (5.16) iз зазначеною замiною. Величина 〈F||〉, що

фiгурує у виразi (5.37) для функцiї G(ωp), складається з суми за станами

дискретного спектра та iнтегрування за станами безперервного спектра: 〈F||〉 =

〈F||〉discr + 〈F||〉cont. Якщо розподiл f|| є перiодично модульованим, функцiя F||
має гострi максимуми, як наприклад, вираз (5.16) при ω0i = 2πv/l. У цьому

випадку iнтеграл за κ в 〈F||〉cont може бути обчислений аналiтично. Справдi,
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використовуючи (5.48) та (5.50), цю величину можна записати у виглядi:

〈F||〉cont =
28

3

∞∫
0

dxxR(x)F||(ωκ1), (5.55)

де x = κa0, ωκ1 = me4(x2 + 1)/2~3 та

R(x) =
exp[−4arctgx/x]

(1 + x2)4(1− exp[−2π/x])
. (5.56)

Для фiксованого значення l основний внесок в iнтеграл у (5.55) робить вузька

область навколо точки x = x0 = (4πv~3/(me4l) − 1)1/2, що вiдповiдає ωκ1 =

2πv/l. Це дозволяє винести з iнтеграла всi множники, крiм квадрата синуса i

знаменника (ωk1/v − 2π/l)2, якi є складовими частинами F||. Пiсля обчислення

iнтеграла, що залишився, (5.55) набуває вигляду:

〈F||〉cont =
27π~3v

3me4L
R(x0). (5.57)

Зауважимо, що цей вираз є дiйсним, якщо l < lb = 4πv~3/(me4). При v ≈ c

маємо lb ≈ 91 нм. При l > lb внеском 〈F||〉cont в 〈F||〉 можна знехтувати.

Величина lb позначає межу мiж областями l, у яких виникають резонанснi

ефекти для атомного збудження (переходи у стан дискретного спектра) та

iонiзацiї (переходи до безперервного спектра).

Числовi оцiнки IВ мiкробанчованого ансамблю ми будемо робити для

параметрiв, якi можна реалiзувати на European XFEL [128, 129]. Це мiстить

у своєму складi енергiю електронiв бiльше декiлькох ГеВ (умова γ � I/ωp

у цьому випадку добре виконується, i результат обчислень не залежить вiд

точного значення енергiї), довжину пучка L = 24 мкм та його сумарний заряд 1

нКл. Втiм, ми розглянемо набагато ширший дiапазон перiодiв мiкробанчування

l (що, радше, вiдповiдає робочому дiапазону ультрафiолетових ЛВЕ), нiж

такий, що є типовим для цього ЛВЕ. Це пов’язано з тим, що для атомiв
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Рис. 5.8. Залежнiсть IВ ансамблю вiд перiоду мiкробанчування l у воднi при
df = 40 мкм, L = 24 мкм та γ � I/ωp (суцiльна крива). Штрихова лiнiя —
жодних когерентних ефектiв.

водню, якi ми розглядаємо як приклад для чисельних розрахункiв у нашому

дослiдженнi, резонанснi ефекти мають мiсце при l = 2πv/ωk1, що вiдповiдає

ультрафiолетовому дiапазону частот збудження та iонiзацiї ωk1. Такi ефекти

«розповсюджуються» на м’який рентгенiвський дiапазон для бiльш важких

речовин з бiльшими Z.

Рис. 5.8 демонструє залежнiсть IВ ансамблю вiд перiоду мiкробанчува-

ння l. Зауважимо, що для фiксованого L величина l змiнюється дискретно,

оскiльки кiлькiсть мiкробанчiв s є цiлим числом, та представлена залежнiсть

є екстрапольованою на безперервний набiр значень l. Крiм того, показаний

на малюнку результат усереднено за невеликою варiацiєю δL довжини L.

Наразi, як i на рис. 5.4, δL/L = 0.02. Ми бачимо, що в областi l > lb iснує

набiр резонансiв, пов’язаних iз частотами ωk1 переходу атомного електрона у

збудженi стани дискретного спектра. Значення dε/dz у цих резонансах значно

перевищують IВ ансамблю без урахування когерентних ефектiв (штрихова

лiнiя на графiку). Значення F|| у кожному резонансi становить 1/4. Таким

чином, спiввiдношення величин dε/dz у резонансах визначається вiдношенням

вiдповiдних значень ωk1|xk1|2. Однак, слiд зауважити, що це твердження є
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дещо наближеним через деяке розмивання пiкiв у результатi усереднення за

δL. Деякi додатковi розмивання також можуть виникнути через природну

ширину збуджених атомних рiвнiв, що ми наразi не враховуємо. Зауважимо, що

максимальне значення |c21|2, яке досягається при l, що вiдповiдає найправiшому

резонансу (l ≈ 122 нм), становить близько 0.054, i теорiю збурень у даному

випадку можна застосовувати. Обчислення |c21|2 тут було виконано для R =

df/
√

8 ln 2, де ця величина має максимальне значення.

В областi l < lb IВ визначаються здебiльшого когерентно посиленим

внеском вiд переходiв атомних електронiв до станiв безперервного спектра

〈F||〉cont. Залежнiсть dε/dz вiд l у цiй областi у даному випадку визначається

функцiєю x0(l) в (5.57). Зауважимо, що iснування набору резонансiв (замiсть

єдиного резонансу для кожної атомної оболонки) в областi l > lb, а також

поведiнка IВ в областi l < lb, яка визначається когерентними ефектами

в iонiзацiї атомiв — це новi риси IВ перiодично модульованих пучкiв, що

виявляються при використаннi бiльш точного пiдходу, розвинутого в даному

пiдроздiлi, порiвняно зi спрощеним пiдходом, що його було застосовано у

пiдроздiлi 5.1.

Висновки до роздiлу 5

Результати дослiджень, представлених у даному роздiлi опублiковано в

статтях [15,16]. Серед основних результатiв в якостi висновкiв можна видiлити

наступнi:

• Побудовано класичну теорiю iонiзацiйних втрат високоенергетичних

електронних банчiв в ультратонких шарах речовини з урахуванням впливу

iнтерференцiйних (когерентних) ефектiв на цi втрати. Показано, що в подiбних

шарах, де ефект густини в iонiзацiйних втратах вiдсутнiй, зазначенi ефекти

можуть проявлятися при значно бiльших поперечних розмiрах банчiв, нiж у

товщих мiшенях. Отримано вирази для iонiзацiйних втрат банча ультрамалого
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розмiру через макроскопiчнi параметри, що характеризують розподiл частинок

у банчi, в умовах прояву когерентних ефектiв у цих втратах.

• Показано, що завдяки когерентним ефектам, iонiзацiйнi втрати банча

можуть на декiлька порядкiв перевищувати звичайну суму втрат окремих

частинок, iз яких вiн складається, при параметрах, що є досяжними на

сучасних лазерах на вiльних електронах, а також на нових прискорювачах, якi

наразi будуються. Дослiджено низку випадкiв, що вiдповiдають рiзним типам

просторового розподiлу частинок всерединi банча.

• Побудовано теорiю когерентних ефектiв у iонiзацiйних втратах ре-

лятивiстських електронних банчiв на базi теорiї збурень квантової механiки.

Дослiджено умови придатностi такого пiдходу для опису iонiзацiйних втрат у

даному випадку. Порiвняно зi спрощеним класичним розглядом, дана теорiя

дозволяє проводити розрахунки основних параметрiв, що визначають значення

iонiзацiйних втрат, зокрема, ефективних середнiх потенцiалiв iонiзацiї атомних

оболонок. Показано, що за умов прояву когерентних ефектiв, такi потенцiали

визначаються не тiльки структурою атомних рiвнiв, а також залежать вiд

форм-факторiв банча.

• На базi цiєї теорiї проведено числовi розрахунки iонiзацiйних втрат

для випадку руху банча в атомарному воднi. Показано, що для пучкiв iз

перiодичною модуляцiєю густини (якi є моделлю пучкiв, що формуються в

ондуляторних секцiях лазерiв на вiльних електронах), можуть мати мiсце

резонанснi ефекти в iонiзацiйних втратах. Зазначено, що суттєва залежать

iонiзацiйних втрат пучка вiд його розмiрiв та форми за умов прояву когерентних

ефектiв зумовлює принципову можливiсть застосування розглянутих ефектiв

для дiагностики параметрiв пучкiв заряджених частинок.
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РОЗДIЛ 6

РАДIОВИПРОМIНЮВАННЯ ПОЗИТРОНIВ У МАГНIТОСФЕРI

ПУЛЬСАРА

В серединi 1990-х рокiв у роботi [106] було проведено ретельне вивчення

середнiх форм iмпульсiв випромiнювання (так званих середнiх свiтлових кри-

вих), що надходять вiд пульсара PSR B0531+21 у Крабоподiбнiй туманностi.

Пiд час такого дослiдження данi спостережень збиралися у широкому дiапазонi

частот: вiд сотень МГц до ста кеВ. Нещодавно цi результати були пiдтвердженi

та доповненi [107]. На рис. 6.1 ми вiдтворюємо (з деякими додатковими

позначками) частину рисунка з роботи [106], яка представляє результати вимi-

рювань фазової залежностi усередненої (за багатьма перiодами) зареєстрованої

iнтенсивностi випромiнювання протягом одного перiоду обертання пульсара.

Рисунок демонструє середнi свiтловi кривi для рiзних частот випромiнювання.

При частотах нижче 1.5 ГГц на рис. 6.1 видно два ярко вираженi iмпульси,

зареєстрованi протягом одного перiоду обертання зiрки. Вважається, що цi

iмпульси — головний iмпульс (ГI) та iнтерiмпульс (II) — походять вiд рiзних

магнiтних полюсiв пульсара у Крабi.

На частотах близько 3 ГГц II зникає. Вiн з’являється знову на бiльш

високих частотах, маючи фазовий зсув δ близько 7◦ порiвняно з початковим II

на нижчих частотах. Ба бiльше, на тих самих частотах з’являються ще два чiтко

вираженi iмпульси, вiдомi як високочастотнi компоненти (ВЧК). На певних

бiльш високих частотах ВЧК зникають, а II вiдновлює своє попереднє поло-

ження. Зазначимо, що ГI також зникає на частотi близько 8 ГГц, з’являючись

знову на бiльш високих частотах без будь-якого фазового зсуву.

З часу виявлення цих незвичайних особливостей радiовипромiнювання

пульсара у Крабi не було запропоновано їх теоретичного пояснення. У даному
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Рис. 6.1. Середнi свiтловi кривi, отриманi при багаточастотних спостереженнях
у роботi [106]. Позначено змiщений (приблизно на 7◦) iнтерiмпульс (II) та
високочастотнi компоненти (ВЧК). Iз вдячнiстю авторам.

роздiлi ми розглядаємо механiзм радiовипромiнювання, який може бути вiд-

повiдальним за змiщення II у зазначеному пульсарi. В основi цього механiзму

лежить випромiнювання кривини позитронiв, що рухаються у полярному зазорi

в напрямку поверхнi зiрки1. Це випромiнювання вiдбивається вiд поверхнi

пульсара та iнтерферує з перехiдним випромiнюванням, що генерується при

падiннi позитронiв на поверхню зiрки. Ми показуємо, що такий механiзм

дає можливiсть пояснити зсув фази II. Зазначимо, що в роботi [315] було

запропоновано версiю походження ВЧК, яка також базується на вiдбиттi

випромiнювання позитронiв вiд поверхнi зiрки, але застосовує крiм того iдею не-

лiнiйного раманiвського розсiювання такого випромiнювання на рiзноманiтних

збудженнях, що мають мiсце на поверхнi пульсара. У вищезгаданiй роботi iдею

вiдбиття випромiнювання вiд поверхнi пульсара було застосовано для розгляду

ВЧК, оскiльки вони з’являються на тих самих частотах, що i зсув II. Про

незалежний розгляд ВЧК, що не пов’язаний зi зсувом II, див. [280].
1В областях iз протилежним напрямком електричного поля, що прискорює частинки в зазорi, те саме може стосуватися

електронiв, що рухаються до поверхнi зiрки.
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6.1. Випромiнювання позитронiв як джерело змiщеного iнте-

рiмпульсу

6.1.1. Модель зворотного руху та випромiнювання позитронiв

Пояснення зникнення ГI при певнiй частотi (див. рис. 6.1) було запро-

поновано в роботi [316]. Викладена в цiй роботi iдея базується на розглядi

нерелятивiстського механiзму випромiнювання при поздовжньому прискореннi

електронiв у полярному промiжку як механiзму низькочастотного випро-

мiнювання пульсара. Коли прискорений електрон досягає релятивiстських

швидкостей, цей механiзм слабшає i вимикається на досить високiй частотi

(тут ми розглядаємо частоти порядка кiлькох ГГц). Як було показано в цiй

роботi, значення такої частоти є пропорцiйним до
√
B||, де B|| — компонента

магнiтного поля, паралельна до осi обертання, поблизу магнiтного полюса

зiрки. Зникнення II може бути пов’язане з тими ж фiзичними причинами.

Менше значення частоти, на якiй це вiдбувається, порiвняно з таким значенням

у випадку ГI, може бути спричинене меншим значенням B|| на магнiтному

полюсi, вiдповiдальному за генерацiю II (див. детальнiше [19]). У будь-якому

випадку, механiзм випромiнювання, вiдповiдальний за створення змiщеного II

на високих частотах, повинен вiдрiзнятися вiд механiзму, що домiнує у випадку

незмiщеного II на менших частотах (це корелює з iдеями, що обговорювалося в

роботi [107]).

У якостi джерела змiщеного високочастотного II ми розглядаємо ви-

промiнювання позитронiв, що рухаються в напрямку поверхнi пульсара у

полярному зазорi. Такi позитрони можуть бути повернутi з нижнiх шарiв

магнiтосферної плазми (вiдразу пiсля створення вiдповiдних e+e− пар) тим

самим електричним полем, яке прискорює електрони у напрямку назовнi вiд

зiрки. Детальний розгляд такого зворотного руху позитронiв у магнiтосферi

пульсара представлено в роботi [317] та в посиланнях у нiй.

Наразi ми вважаємо, що в дiапазонi частот, який розглядається (порядка
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декiлькох ГГц), поверхня зiрки поводить себе, як iдеальний провiдник, що вiд-

биває все випромiнювання, яке на нього падає. Рухаючись уздовж викривлених

силових лiнiй магнiтного поля в напрямку поверхнi зiрки, позитрони генерують

випромiнювання кривини, подiбно до електронiв, що рухаються у протилежно-

му напрямку. Оскiльки позитрони ультрарелятивiстськi, таке випромiнювання

створюється переважно в напрямку, близькому до їх швидкостей. На досить

високих частотах воно вiдбивається вiд поверхнi та поширюється назовнi вiд

зiрки. Ба бiльше, коли позитрони потрапляють на поверхню, у напрямку

вiд поверхнi зiрки також генерується перехiдне випромiнювання. Сумарне

випромiнювання позитронiв є результатом iнтерференцiї такого перехiдного

випромiнювання з вiдбитим вiд поверхнi випромiнюванням кривини.

Для того щоб отримати кутове змiщення мiж середнiм напрямком ви-

промiнювання електронiв, яке вважається джерелом незмiщеного низькоча-

стотного II, та вiдповiдним напрямком вiдбитого випромiнювання позитронiв

(змiщений II) зробимо ще одне важливе припущення. А саме, будемо вважати,

що магнiтна вiсь на поверхнi зiрки нахилена пiд деяким кутом δ/2 (близько

декiлькох градусiв) вiдносно нормалi до поверхнi (рис. 6.2).

Напрямок магнiтної осi визначає середнiй напрям випромiнювання еле-

ктронiв у полярному зазорi. У розглянутому випадку кутова область, що

вiдповiдає переважнiй концентрацiї випромiнювання позитронiв, нахилена на

кут близько δ вiдносно вiдповiдної областi концентрацiї випромiнювання еле-

ктронiв. Це вiдбувається завдяки тому, що середнi напрямки як перехiдного

випромiнювання2, так i вiдбитого випромiнювання кривини у цьому випадку є

напрямками дзеркального вiдбиття для магнiтної осi вiдносно поверхнi зiрки.

Для того щоб дослiдити властивостi випромiнювання позитронiв, що

рухаються в напрямку поверхнi зiрки i влiтають в неї, необхiдно прийняти

певну (природно, спрощену) картину їх руху. Базуючись на iдеях, розроблених

2Як зазначалося у пiдроздiлi 1.2, у випадку похилого падiння релятивiстської зарядженої частинки на провiдну поверхню

основна частина перехiдного випромiнювання у дiапазонi частот, що розглядається, зосереджена поблизу напрямку дзеркального

вiдбиття вiдносно напрямку швидкостi частинки.
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Рис. 6.2. Схематична картина руху та випромiнювання електронiв i позитронiв
у полярному зазорi пульсара у випадку нахиленої магнiтної вiсi. Середнi
напрямки випромiнювання електронiв та вiдбитого випромiнювання позитронiв
змiщенi на кут δ (кут дзеркального вiдбиття) один вiд одного.

у роботах [284, 318] для випромiнювання електронiв, ми будемо здебiльшого

розглядати випромiнювання позитронiв, що рухаються вздовж зовнiшнiх вiд-

критих силових лiнiй магнiтного поля. Такi лiнiї розташованi поблизу межi мiж

областю вiдкритих i замкнених лiнiй i мають значну кривину. Однак будемо вва-

жати, що цi лiнiї все ж не належать до безпосередньої близькостi вiд цiєї межi i

тому мають значну величину компоненти прискорювального електричного поля

вздовж них. Випромiнювання кривини, що генерується такими позитронами, є

бiльш iнтенсивним, нiж те, що створюється частинками, якi рухаються вздовж

менш викривлених (з бiльшим радiусом кривини) силових лiнiй, розташованих

ближче до магнiтної вiсi (див. вiдповiдне обговорення в секцiї 6.2.3, де береться

до уваги також когерентнiсть випромiнювання). Втiм, для оцiнки загального

потоку випромiнювання позитронiв у секцiях 6.2.2 та 6.2.3 ми врахуємо внески

позитронiв, що рухаються вздовж усiх вiдкритих силових лiнiй. У цих секцiях

також буде враховано важливий ефект когерентностi випромiнювання.

По-перше, зазначимо, що випромiнювання кривини, що створюється
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Рис. 6.3. Схематичне зображення зворотного руху позитрона та його випро-
мiнювання вздовж викривленої силової лiнiї магнiтного поля. α0 — кут, що
вiдповiдає ефективному шляху, α — поточна кутова координата позитрона.
Суцiльна лiнiя зi стрiлкою показує напрямок вiдбитого випромiнювання, що
створюється позитроном у його поточному положеннi, а пунктирна — напрямок
випромiнювання (що створюється при α = 0), яке тiльки починає вiдбиватися
вiд поверхнi зiрки.

позитроном, може вiдбиватися вiд поверхнi зiрки i поширюватися в напрямку

спостерiгача (телескопа) лише в тому випадку, якщо таке випромiнювання

вiдбувається в межах певної ефективної частини траєкторiї позитрона, яку ми

далi будемо називати ефективним шляхом. На рис. 6.3 ця частина спирається

на кут α0. Значення Лоренц-фактора позитрона γ у межах ефективного

шляху обмежується його певним мiнiмальним γmin та максимальним γmax

значеннями. Перше з цих значень залежить вiд частоти випромiнювання та

радiуса кривини траєкторiї позитрона (див. формулу (6.7) нижче з замiною

γ → γmin). Друге визначається вiдносним положенням напрямку спостереження

та магнiтної вiсi (детальнiше див. секцiю 6.1.2). Оскiльки випромiнювання

кривини релятивiстським позитроном вiдбувається в напрямку, близькому до

його швидкостi, випромiнювання, що створюється позитроном до цiєї областi, не

вiдбивається вiд поверхнi i, отже, не спостерiгається. За допомогою α позначимо
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кутову координату позитрона, яка вiдраховується вiд точки початку його руху

вздовж ефективного шляху.

Для спрощення обчислень припустимо, що позитрон рухається по дузi

кола радiуса R ∼ 107 см. У випадку дипольного магнiтного поля це спрощення

є законним для траєкторiї руху частинки в зазорi. Дiйсно, для магнiтного

диполя (як i в [105, 284], магнiтне поле ми наразi розглядаємо таким, що

вiдповiдає нерухомому диполю, що не обертається) рiвняння граничної силової

лiнiї магнiтного поля, що торкається свiтлового цилiндра, має вигляд r =

r0 sin2 θ, де r0 = 27rLC/[(9 − sin2 β)(sin2 β + cos β
√

9− sin2 β)] — параметр

силової лiнiї [105, 284], θ — полярний кут, що вiдраховується вiд магнiтної

осi, rLC — радiус свiтлового цилiндра, а β — кут мiж магнiтною вiссю та

вiссю обертання пульсара. На малiй висотi над поверхнею зiрки це дає для

радiуса кривини силової лiнiї значення 4
√
rr0/3. Таким чином, вздовж силової

лiнiї поля її кривина змiнюється не дуже iстотно в масштабi зазору. Тому на

тiй частинi траєкторiї, що є важливою для випромiнювання (на ефективному

шляху позитрона), можна вважати цю кривину постiйною, тобто замiнити

реальну траєкторiю дугою окружностi. Зазначимо, що наразi ми далекi вiд

намiру розглядати точнi та самоузгодженi моделi руху частинок у магнiтосферi

пульсара (див. [317] та посилання тут) для вивчення ефектiв, що нас цiкавлять.

Використання подiбних моделей призводить до значного ускладнення обчи-

слень, але не проливає якiсно нове свiтло на проблему змiщеного iнтерiмпульсу

в сантиметровому дiапазонi довжин хвиль, яку ми наразi розглядаємо.

За зазначених умов ефективний шлях позитрона вiдповiдає куту α0 '

arccos(1 − R∗/R) − R∗/R, де R∗ ∼ 106 см — радiус пульсара, та має величину

близько 3.5R∗. Насправдi, це, скорiше, верхня оцiнка для довжини ефективного

шляху, оскiльки випромiнювання, що створюється в напрямку, близькому до

«граничного» (див. рис. 6.3), може взагалi не виходити з пульсара. Для того

щоб дiстатися до спостерiгача, вiдбите випромiнювання повинно поширюватися

у напрямку, ближчому до магнiтної осi, що вимагає, щоб випромiнювання
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вiдбувалося на менших висотах над поверхнею зiрки (при бiльших α).

В областi, що вiдповiдає ефективному шляху, ми будемо використовувати

наступну спрощену модель для електричного поля, що прискорює частинку:

E(α) = E1(α/α1 − α)H[α1 − α]

+
(
E1 + E2(α− α1)

)
(1− α)H[α− α1], (6.1)

де H[x] — ступiнчаста функцiя Хевiсайда.

У цiй моделi поле спочатку повiльно i лiнiйно зростає в першiй частинi

ефективного шляху (α < α1), який знаходиться поблизу магнiтосферної

плазми, а потiм змiнюється параболiчно, досягаючи певного максимального

значення i повертаючись до нуля на поверхнi зiрки (α = 1). В (6.1) α i α1

вимiрюються в одиницях α0. Лiнiйна дiлянка вiдповiдає плавному проникненню

поля в нижню магнiтосферу [319], параболiчна — спрощенiй версiї вiдомих

моделей [320,321]. E1 i E2 представляють собою деякi константи, що визначають

величину електричного поля.

Рiвняння, що визначає залежнiсть Лоренц-фактора позитрона γ вiд α,

виглядає як

dγ/dα = eE(α)R/mc2, (6.2)

що є наслiдком вiдомого рiвняння для змiни енергiї частинки у зовнiшньому

електричному полi:

dε/dt = eEv.

Розв’язання рiвняння (6.2) з полем, що визначається виразом (6.1), призводить
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до наступного виразу для Лоренц-фактора:

γ(α) = H[α1 − α]{γ(0) + f1(1− α1)α
2/2α2

1}

+H[α− α1]{γ(0) + f1(1− α1)/2 + δγ(α)}, (6.3)

де

δγ = (f1/α1 − f2)(α− α1)

+
(
f2(1 + α1)− f1

)(
α2 − α2

1

)
/2α1 − f2(α

3 − α3
1)/3α1

та f1,2 = eα0E1,2Rα1/mc
2.

У наступному пiдроздiлi буде показано, що значення E1 i E2 можна вибра-

ти таким чином, щоб випромiнювання, що створюється позитроном в областi

лiнiйного зростання поля, належало радiодiапазону. Ба бiльше, у моделi, що

розглядається, можна реалiзувати появу змiщеного II поблизу певної частоти

близько 5 ГГц, що узгоджується зi значенням, представленим на рис. 6.1.

6.1.2. Спектрально-кутовi властивостi випромiнювання окремих

позитронiв

Для обчислення спектрально-кутової густини випромiнювання, що ство-

рюється позитроном, який рухається вздовж викривленої силової лiнiї магнi-

тного поля у полярному зазорi i падає на поверхню зiрки, ми використовуємо

метод зображень. Такий метод може бути застосовний навiть в ультрареля-

тивiстському випадку, якщо поверхню зiрки наближено вважати плоскою. У

цьому методi випромiнювання позитрона розглядається як випромiнювання,

що генерується його зображенням, яке рухається всерединi зiрки дзеркально

симетрично до позитрона вiдносно поверхнi (рис. 6.4). Коли позитрон потрапляє

на поверхню зiрки, вiн, з точки зору зовнiшнього спостерiгача, зникає. Це
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вiдбувається завдяки тому, що заряд позитрона у цьому випадку повнiстю

екранується поляризацiйними зарядами та струмами всерединi поверхнi зiрки

(яку ми розглядаємо як iдеальний провiдник). У рамках методу зображень таке

зникнення позитрона описується як рiзка зупинка частинки та її зображення

в однiй точцi на поверхнi [77, 78]. У цьому випадку заряди позитрона та його

зображення екранують один одного, що є аналогом зникнення частинок.

У розглянутому методi випромiнювання, що генерується зображенням

пiд час його руху, є аналогом вiдбитого вiд поверхнi випромiнювання кривини

позитрона. Гальмiвне випромiнювання, яке генерується зображенням при його

рiзкiй зупинцi на поверхнi, є аналогом перехiдного випромiнювання, що виникає

при падiннi позитрона на цю поверхню (порiвн. iз розглядом у пiдроздiлi

1.2). Зазначимо, що зображення позитрона замiнює собою реальнi електричнi

струми, iндукованi полем частинки на поверхнi зiрки. Складова таких струмiв

уздовж сильного магнiтного поля зiрки залишається незачепленою цим полем,

тодi як поперечна складова може пригнiчуватися. Однак частi зiткнення, що їх

зазнають електрони провiдностi через надзвичайно велику густину поверхневої

речовини, пiдтримують поперечний рух електронiв, зменшуючи таким чином

вплив на нього з боку магнiтного поля. Тому наразi ми не будемо враховувати

вплив магнiтного поля на характеристики випромiнювання (шляхом впливу на

поверхневi токи, що його генерують) та будемо вважати поверхню пульсара

iдеально провiдною у дiапазонi частот, що розглядається.

За допомогою χ позначимо величину кута мiж лiнiєю, дотичною до

силової лiнiї магнiтного поля на поверхнi зiрки, та напрямком магнiтної осi,

а за допомогою ψ — кут мiж напрямком спостереження випромiнювання та

магнiтною вiссю.

Спектрально-кутову густину випромiнювання, що створюється зобра-

женням позитрона, можна обчислити, використовуючи вiдомий вираз (див.,

наприклад, [131, 169]) для розподiлу енергiї, що випромiнюється частинкою з



281

напрямок 
випромінювання



поверхня зірки


0

2



позитрон

зображення



M

R

Рис. 6.4. Геометрiя руху позитрона та його зображення, що використовується
для розрахункiв. Кут ψ, що визначає напрямок випромiнювання, приблизно
вiдповiдає певному значенню Лоренц-фактора частинки, що випромiнює, та
певнiй частотi випромiнювання.

вiдомим законом руху r = r0(t)
3:

d2W

dωdo
=

e2ω2

4π2c3

∣∣∣∣∣
∞∫

−∞

dt[n,v(t)] exp {iω(t− nr0(t)/c)}

∣∣∣∣∣
2

. (6.4)

Тут v(t) — швидкiсть зображення, а n — одиничний вектор у напрямку

спостереження.

Ми не враховуємо випромiнювання, що виникає, коли позитрон змiнює

свiй напрямок руху на протилежний (пiсля утворення пари жорстким фотоном

у магнiтному полi зiрки) пiд впливом електричного поля i починає свiй рух у

напрямку поверхнi. Це пов’язано з тим, що на початку такого руху Лоренц-

фактор позитрона є близьким до одиницi. Випромiнювання, що генерується в
3За потреби цю величину можна також подати через прискорення позитрона v̇, взявши у виразi (6.4) iнтеграл частинами за

t [131].
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цiй областi на вiдносно високих частотах, що розглядаються (кiлька ГГц), є

значно менш iнтенсивним, нiж випромiнювання кривини, що утворюється пiд

час подальшого руху позитрона в напрямку поверхнi.

Таким чином, ми розглядаємо позитрон (а точнiше, його зображення),

який наближається до свого ефективного шляху, маючи деяку помiрно ре-

лятивiстську початкову швидкiсть v0. Потiм вiн набирає енергiю, набуваючи

прискорення вздовж викривленої лiнiї магнiтного поля до типових значень

Лоренц-факторiв частинок у цьому випадку γ ∼ 106−107, i падає на поверхню.

Випромiнювання зосереджене переважно в безпосереднiй близькостi вiд

площини руху позитрона. Саме у цiй площинi ми будемо далi розглядати хара-

ктеристики випромiнювання. Для векторного добутку в (6.4) можна написати:

[n,v(t)] = e⊥v · sin (α− α0 − χ− δ + ψ),

де e⊥ — одиничний вектор, перпендикулярний до площини руху позитрона.

Iнтегрування за часом у (6.4) може бути замiнене на iнтегрування за α з

використанням спiввiдношення vdt = Rdα. Тодi залежнiсть t вiд α пiд час

руху позитрона у межах ефективного шляху (0 < α < α0) може бути подана

наступним чином:

t(α) =
R

c

α∫
0

dα′

β(α′)
, (6.5)

де β(α′) = v(α′)/c =
√

1− 1/γ2(α′).

Таким чином, отримуємо наступний вираз для спектрально-кутової гу-

стини випромiнювання одним позитроном у розглянутому випадку:

d2W

dωdo
=
e2w2

4π2c

∣∣∣∣∣iβ0 sin(η(ψ)) exp[iw sin(η(ψ))]

w[1− β0 cos(η(ψ))]
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+

α0∫
0

dα sin(α− η(ψ)) exp

{
iw
(
ct(α)

R
− sin(α− η(ψ))

)}∣∣∣∣∣
2

, (6.6)

де η(ψ) = α0 + χ+ δ − ψ, w = ωR/c та β0 = v0/c.

Рис. 6.5 демонструє спектральний розподiл енергiї випромiнювання при

рiзних кутах спостереження ψ, обчислений iз використанням виразу (6.6).

Звiдси видно, що в напрямку, визначеному певним кутом ψ, випромiнюван-

ня, що розглядається, генерується поблизу певної частоти ω(ψ). Ця частота

вiдповiдає максимуму спектрального розподiлу випромiнювання у зазначеному

напрямку. Завдяки вузькому кутовому розподiлу випромiнювання навколо

напрямку миттєвої швидкостi позитрона, за випромiнювання пiд певним кутом

ψ вiдповiдає невелика частина траєкторiї частинки. На цiй невеликiй частинi

ефективного шляху, що вiдповiдає певному значенню α = αψ, позитрон

має певний Лоренц-фактор γ(αψ). Таким чином, характерну частоту ω(ψ)

випромiнювання, вiдбитого вiд поверхнi у певному напрямку, можна оцiнити

як

ω(ψ) ∼ cγ3(αψ)/R, (6.7)

що представляє собою частоту, яка вiдповiдає максимуму спектра випромiнюва-

ння кривини (або синхротронного випромiнювання). З рис. 6.4 можна отримати

спiввiдношення мiж ψ та αψ у виглядi ψ = α0 + δ + χ− αψ.

Випромiнювання, що його генерує позитрон на самому початку ефектив-

ного шляху, також має свою характерну частоту ω(α0+δ+χ) (оскiльки αψ = 0 у

даному випадку). Однак вiдповiднi хвилi випромiнюються вздовж дотичної до

поверхнi зiрки (див. рис. 6.3) i поширюються пiд великим кутом до магнiтної

осi. Такi хвилi, навiть виходячи з магнiтосфери, не потрапляють у телескоп.

Така ж ситуацiя має мiсце для хвиль, що випромiнюються на менших висотах

(0 < α� α0) на початку ефективного шляху. Цi хвилi, хоча й вiдбиваються вiд
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Рис. 6.5. Спектральний розподiл випромiнювання (усереднений) для рiзних
значень ϕ = ψ− δ− 2χ. Кут ψ (див. рис. 6.4) вiдповiдає значенню (6.7) частоти
випромiнювання ω(ψ) i, отже, певному значенню Лоренц-фактора γ позитрона.
У виразi (6.3) для γ(α) використано значення f1 = 4× 103, f2 = 3× 107 та α1 =

1/2 вiдповiдних величин. При частотах, що перевищують максимум спектра,
iнтенсивнiсть випромiнювання швидко зменшується. Спектр iз максимумом на
частотi ωmin, на якiй з’являється змiщений II, вiдповiдає значенню γ = γmin

(див. (6.8)).

поверхнi зiрки, все ж поширюються пiд досить великим кутом до магнiтної вiсi.

Хвилi, що випромiнюються на ще менших висотах пiсля вiдбиття вiд поверхнi,

поширюються в напрямку, достатньо близькому до напрямку магнiтної вiсi,

щоб мати можливiсть вийти з полярного зазору через вiдносно розрiджений

шар плазми.

Максимальне значення ψmax кута ψ, при якому вiдбите випромiнювання

все ще може вийти з пульсара i потрапити в телескоп, безумовно, залежить

вiд ряду параметрiв, що характеризують магнiтосферу, i, ймовiрно, не може

бути визначене iз суто теоретичних мiркувань. З рис. 6.5, що iлюструє вираз

(6.6), видно, що в моделi, яка обговорюється, характернi частоти хвиль, що по-

ширюються в напрямках, якi вiдповiдають меншим значенням ψ (i вiдповiдно,

меншим ϕ), вищi за ω(ψmax) ≡ ωmin. Тому ωmin можна приблизно розглядати як

мiнiмальну частоту, на якiй можна спостерiгати iмпульс випромiнювання
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вiд позитронiв. Вiдповiдно до (6.7), величина ωmin пов’язана з характерним

мiнiмальним значенням γmin Лоренц-фактора позитрона, при якому випромi-

нювання починає потрапляти в телескоп, за допомогою спiввiдношення

γmin ∼ (ωminR/c)
1/3. (6.8)

Вiзьмемо, наприклад, γmin ∼ 200. У цьому випадку вибiр значень f1 =

4× 103 i f2 = 3× 107 для вiдповiдних величин у (6.1) дає значення ωmin/(2π) ∼

5 ГГц для мiнiмальної характерної частоти, на якiй з’являється iмпульс

випромiнювання позитронiв. Як свiдчить рис. 6.1, такий результат вiдповiдає

значенню частоти, на якiй з’являється змiщений II, згiдно зi спостереженнями.

Зазначимо, що ми вибрали область лiнiйного зростання електричного поля та-

кою, що займає половину ефективного шляху. У такому випадку на цiй дiлянцi

ефективного шляху Лоренц-фактор позитрона досягає значення γ(α1) ∼ 103.

Слiд зауважити, що на рис. 6.5 показана частотна залежнiсть усереднено-

го (за малими частотними iнтервалами) значення спектрально-кутової густини

випромiнювання, що визначається виразом (6.6). Насправдi ж iснують швидкi

осциляцiї розглянутої величини з малою амплiтудою навколо представленої

на рисунку середньої залежностi. Такi осциляцiї спричиненi iнтерференцiєю

вiдбитого випромiнювання кривини з перехiдним випромiнюванням. На рис. 6.5

проведено усереднення за такими осциляцiями, оскiльки вони не грають ва-

жливої ролi для наших оцiнок. Ба бiльше, вони повиннi зникнути в результатi

усереднення за великою кiлькiстю позитронiв, що випромiнюють одночасно

всерединi полярного зазору. Далi у цiй секцiї ми розглянемо вплив iнтерференцiї

мiж зазначеними видами випромiнювання на кутовий розподiл сумарного

випромiнювання позитрона. При цьому буде продемонстровано важливу роль

такої iнтерференцiї для можливостi пояснення змiщеного II випромiнюванням

позитронiв.

Результат iнтерференцiї вiдбитого вiд поверхнi випромiнювання кривини
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Рис. 6.6. Кутовий розподiл iнтенсивностi випромiнювання «напiвголим»
позитроном (суцiльна лiнiя); перехiдне випромiнювання (ПВ) позитрона с
кулонiвським полем (штрих-пунктирна лiнiя), випромiнювання кривини (ВК)
без урахування його iнтерференцiї з перехiдним випромiнюванням (штрихова
лiнiя). Визначення величини ϕ див. у пiдписi до рис. 6.5.

i перехiдного випромiнювання (що представляє собою вiдбите вiд поверхнi

кулонiвське поле частинки) можна розглядати як виключно перехiдне ви-

промiнювання, що генерується «напiвголим» позитроном при його падiннi на

поверхню зiрки (адже подiбний стан частинки утворюється внаслiдок дестру-

ктивної iнтерференцiї її кулонiвського поля та поля випромiнювання кривини,

що його генерує частинка, рухаючись вздовж викривленої силової лiнiї). Рис. 6.6

демонструє кутовi розподiли випромiнювання позитрона при ω ∼ 109 c−1, об-

численi з використанням (6.6). Суцiльна лiнiя показує результат, який враховує

iнтерференцiю мiж перехiдним випромiнюванням та випромiнюванням кривини

(тобто демонструє перехiдне випромiнювання «напiвголого» позитрона). Для

його обчислення ми повиннi розглядати зображення позитрона, яке приско-

рюється по дузi кола (до певної швидкостi vf , що вiдповiдає Лоренц-фактору

γ ∼ 107) i зупиняється на поверхнi, «анiгiлюючи» з позитроном. Iншi розподiли

вiдповiдають уявним випадкам i наведенi для порiвняння.

Зокрема, штрих-пунктирна лiнiя показує пiк перехiдного випромiнювання
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позитрона з кулонiвським полем. У цьому випадку зображення, перед тим як

зупинитися i «анiгiлювати» на поверхнi, рухається прямолiнiйно з постiйною

швидкiстю vf . Через надзвичайно вузький кутовий розмiр розглянутого пiку

(γ−1 ∼ 10−7) його двогорба структура (що виникає внаслiдок перетину площи-

ною, у якiй розглядається випромiнювання, аксiально-симетричного розподiлу,

зображеного на рис. 1.2б) тут не може бути представлена.

Штрихова лiнiя демонструє розподiл для гiпотетичного випадку, коли

зображення пiсля прискорення по дузi не зупиняється на поверхнi, а продовжує

свiй рух iз постiйною швидкiстю, що дорiвнює його швидкостi vf на поверхнi

в кiнцi руху по дузi. Це можна розглядати як чисте випромiнювання кривини

без урахування перехiдного (яке пов’язане з зупинкою зображення на поверхнi).

Широке плато вiдповiдає випромiнюванню, що генерується пiд час руху по дузi

(тобто власне випромiнювання кривини). Пiк iз лiвого боку — це звичайний пiк

гальмiвного випромiнювання, що виникає у кiнцевому напрямку руху розсiяної

(вiдхиленої) частинки. Такий пiк можна також розглядати як крайовий ефект

у випромiнюваннi кривини, пов’язаний iз переходом частинки вiд руху по

колу до прямолiнiйного руху. Цей пiк має майже ту саму величину, що i

пiк «чистого» перехiдного випромiнювання (штрих-пунктирна лiнiя), але йому

вiдповiдає протилежний напрямок вектора напруженостi електричного поля.

Це пов’язано з тим, що даний пiк збiгається з пiком, що створюється зарядже-

ною частинкою при її швидкому прискореннi зi стану спокою до швидкостi vf

(«поява» частинки зi швидкiстю vf), тодi як пiк перехiдного випромiнювання,

як зазначалося ранiше, вiдповiдає протилежному процесу зупинки частинки

(«зникнення» частинки з такою швидкiстю). Зазначений факт призводить

до взаємного знищення розглянутих пiкiв (суцiльна крива), якщо врахувати

iнтерференцiю випромiнювання кривини та перехiдного випромiнювання (тобто

вiдновити зупинку зображення на поверхнi).

Таким чином, пiк перехiдного випромiнювання «напiвголого» позитрона

значно пригнiчується у порiвняннi з пiком, що вiдповiдає позитрону з кулонiв-
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ським полем. Рис. 6.6 також показує, що ефект пригнiчення випромiнювання

вiдбувається лише в районi напрямку дзеркального вiдбиття для швидкостi

позитрона на поверхнi вiдносно цiєї поверхнi. У широкому дiапазонi кутiв

(дiлянка плато) iнтенсивнiсть випромiнювання близька до iнтенсивностi ви-

промiнювання кривини, якщо не брати до уваги швидкi осциляцiї, що повиннi

зникнути пiсля усереднення за всiєю полярною шапкою пульсара.

Як зазначалося (див. пiдроздiл 1.2), iнтенсивнiсть «чистого» перехiдного

випромiнювання (штрих-пунктирна лiнiя на рис. 6.6) не залежить вiд частоти

(при достатньо великому розмiрi мiшенi). Тому пригнiчення цього пiка вiдiграє

важливу роль у застосуваннi розглянутої моделi для пояснення зсуву II.

Справдi, як було зазначено, в рамках даної моделi мiнiмальна частота, на якiй

з’являється змiщений II (ω/2π ∼ 5 ГГц), розглядається як така, що вiдповiдає

напрямку випромiнювання, яке пiсля вiдбиття вiд поверхнi починає потрапляти

до телескопа. Iнтенсивне незалежне вiд частоти перехiдне випромiнювання

призвело б до появи аналогiчного змiщеного II на нижчих частотах, якби це

випромiнювання не було пригнiчене внаслiдок iнтерференцiї з випромiнюван-

ням кривини (ефекту «напiвголостi» позитрона).

6.2. Врахування когерентностi випромiнювання

6.2.1. Загальнi зауваження щодо когерентного випромiнювання

потоку позитронiв у магнiтосферi пульсара

Висока iнтенсивнiсть випромiнювання вiд пульсара в Крабi (як i вiд iнших

пульсарiв) свiдчить про когерентне (принаймнi частково) генерування такого

випромiнювання великою кiлькiстю частинок у магнiтосферi пульсара (див.,

наприклад, огляд [298]). Можливiсть когерентного випромiнювання потоком

позитронiв, що рухаються вздовж викривлених силових лiнiй магнiтного поля,

виникає, якщо цей потiк стає неоднорiдним.
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Неоднорiдностi, що призводять до (частково) когерентного випромiню-

вання, пов’язанi з еволюцiєю нестабiльностi згусткiв у магнiтосфернiй плазмi

[285]. Початковi неоднорiдностi можуть з’являтися вже при випромiнюваннi

електронiв поблизу поверхнi зiрки або на початку зворотного руху позитронiв

у нижнiй частинi магнiтосфери [286, 299, 300, 303, 322] (про аналогiї для еле-

ктронних згусткiв, що вилiтають iз Сонця, див., наприклад, [323]). Ми будемо

вважати дiйсним сам факт iснування неоднорiдностей потоку позитронiв, що

робить можливим реалiзацiю когерентних механiзмiв їх випромiнювання.

Далi ми оцiнюємо можливий просторовий розмiр областей, вiдповiдаль-

них за когерентне випромiнювання позитронiв, у рамках моделi, запропонованої

в даному роздiлi. Зокрема, суттєву роль у цьому випадку вiдiграє великий

поперечний просторовий розмiр областi, що вiдповiдає за когерентне випро-

мiнювання, у потоцi релятивiстських частинок.

Вплив поздовжнього розподiлу частинок на когерентнiсть випромi-

нювання. Наразi ми розглянемо ситуацiю, коли густина потоку позитронiв

неоднорiдна (областi пiдвищеної густини частинок чергуються з областями

зменшеної густини) вздовж напрямку їхнього руху. Позначимо характерний

розмiр неоднорiдностi як L. У такому випадку зазвичай очiкується, що випро-

мiнювання генерується когерентно, якщо довжина хвилi перевищує значення

L. Однак це значення залежить вiд рiзноманiтних факторiв i, в загальному

випадку, може значно перевищувати довжини хвиль λ, якi нас наразi цiкавлять

(приблизно кiлька сантиметрiв). Чи можливе у цьому випадку когерентне

випромiнювання? Наведенi далi простi оцiнки показують, що часткова коге-

рентнiсть випромiнювання може все ще мати мiсце навiть у випадку λ � L4.

Пiд частковою когерентнiстю ми маємо на увазi випадок, коли лише деяка

частина (можливо, невелика) позитронiв з областi пiдвищеної густини (назвемо

її згустком) бере участь у когерентному випромiнюваннi.

4Тут має мiсце аналогiя з когерентним посиленням iонiзацiйних втрат електронних банчiв. А саме, як було показано в

роздiлi 5, у випадку, коли розподiл частинок у банчi вiдрiзняється вiд гаусового, таке посилення може бути суттєвим навiть при

значному перевищеннi довжиною банча характерної довжини хвилi, що вiдповiдає енергiї iонiзацiї атомної оболонки.
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У якостi спрощеного варiанту траєкторiй позитронiв для оцiнок у нашiй

моделi ми, як i ранiше, будемо використовувати круговi траєкторiї. Розглянемо

спектральну густину синхротронного випромiнювання (або випромiнювання

кривини), що генерується у цьому випадку згустком довжини L, який складає-

ться зN частинок. Згiдно з [324], ця величина визначається наступним виразом:

W (ω) = w(ω)SN , (6.9)

де w(ω) — спектральна густина для однiєї частинки, а SN — так званий

когерентний множник. Явний вираз для нього має наступний вигляд:

SN = N +N(N − 1)gω,

де форм-фактор gω визначається як

gω =

( π∫
−π

dϕσ(ϕ) cos(ωϕ/ω0)

)2

.

Тут Nσ(ϕ) — густина частинок у згустку (у фiксований момент часу) як фун-

кцiя кутової координати ϕ на круговiй траєкторiї його руху. Наразi вважається,

що функцiя σ(ϕ) є симетричною вiдносно точки ϕ = 0.

Розглянемо найпростiший випадок рiвномiрного розподiлу частинок все-

рединi згустку. Нехай вiн займає дiлянку −ϕ0/2 < ϕ < ϕ0/2. Тодi на цiй дiлянцi

σ(ϕ) = 1/ϕ0, у той час як поза нею σ(ϕ) дорiвнює нулю. У цьому випадку

когерентний множник визначається наступним виразом:

SN ≈
(
Nλ

πL

)2

sin2

(
πL

λ

)
, (6.10)

що є аналогiчним до форм-фактору (5.15) банча з рiвномiрним поздовжнiм

розподiлом частинок, який виникав при розглядi когерентних ефектiв у iонi-
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зацiйних втратах. Тут ми використали спiввiдношення ω0 = c/R, L = Rϕ0 i

ω = 2πc/λ та врахували, що N � 1. У загальному випадку довжини згусткiв,

на якi розпадається початковий потiк позитронiв, можуть дещо вiдрiзнятися

одна вiд iншої. Якщо виконується умова L � λ, аргумент синуса в (6.10) є

швидко осцилюючою функцiєю, i синус можна замiнити на 1/2, що є аналогом

усереднення цього виразу за довжинами згусткiв. Тодi когерентний множник

набуває вигляду:

〈SN〉 ≈
(

Nλ√
2πL

)2

. (6.11)

Вираз (6.11) демонструє, що в середньому спектральна густина випромiнювання

згустку є пропорцiйною до квадрата кiлькостi частинок, якi знаходяться в

межах вiдстанi близько λ/
√

2π. У цьому сенсi випромiнювання згустку можна

розглядати як частково когерентне, якщо умова

1

N
�
(

λ√
2πL

)2

� 1 (6.12)

є виконаною. У цьому випадку

N � 〈SN〉 � N 2.

Зазначимо також, що за розглянутої умови (L� λ) iнтерференцiєю хвиль, що

генерується рiзними згустками, можна знехтувати.

Вплив поперечного розподiлу частинок на когерентнiсть випромiнюва-

ння. До цього ми розглядали можливiсть когерентного випромiнювання потоку

позитронiв, завдяки неоднорiдностi його густини у напрямку вздовж швидкостi

частинок. Однак в ультрарелятивiстському випадку (див., наприклад, [60, 325]

i посилання тут) розмiр просторової областi, що вiдповiдає за когерентне

випромiнювання, в напрямку, ортогональному до швидкостi частинок, може
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значно перевищувати розмiр цiєї областi у поздовжньому напрямку, який,

як зазначалося ранiше, має порядок довжини хвилi випромiнювання. Дiйсно,

розглянемо випромiнювання двох частинок, що рухаються вздовж осi z та

роздiленi вiдстанню a у напрямку, що визначається одиничним вектором e⊥

та є ортогональним до цiєї осi. Якщо подати хвилю, що її випромiнює перша

частинка, у виглядi ei(kr−ωt), то хвиля, яку випромiнює друга частинка в той

самий момент часу в точцi з тiєю ж самою координатою z, буде ei(k(r−a)−ωt).

Тут ми використали позначення a = ae⊥. Рiзниця фаз мiж такими хвилями у

цьому випадку повнiстю визначається рiзницею a поперечних (по вiдношення

до осi z) координат частинок i дорiвнює

δφ = ka = 2πa sinϑ/λ. (6.13)

Тут ми для простоти розглядаємо випромiнювання у площинi руху частинок.

ϑ позначає кут мiж напрямком випромiнювання та вiссю z. В ультрареля-

тивiстському випадку бiльша частина випромiнювання зосереджена в районi

значення ϑ ∼ 1/γ цього кута. Iз виразу (6.13) видно, що для таких кутiв

виконується умова δφ � 1 для рiзницi фаз мiж хвилями, що їх випромiнюють

обидвi частинки, якщо a � r⊥, де r⊥ = γλ/2π. Нерiвнiсть δφ � 1 є

умовою когерентного випромiнювання частинок, яка для досить великого γ

може бути виконаною навiть при a� λ. У напрямках, що вiдповiдають бiльшим

значенням ϑ, як випливає з (6.13), розмiр поперечної областi, вiдповiдальної за

когерентне випромiнювання, зменшується, а для ϑ ∼ 1 вiн стає ∼ λ.

Якщо частинки рухаються не паралельно одна однiй i напрямки їх

швидкостей утворюють певний кут α, когерентнiсть їх випромiнювання час-

тково порушується. Iз наведеного вище розгляду випливає, що для якiсних

оцiнок можна прийняти, що когерентнiсть iснує, якщо α . 1/γ, за умови, що

поперечна вiдстань мiж частинками становить a � r⊥, тодi як при α > 1/γ

випромiнювання частинок є некогерентним.
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Швидкостi позитронiв, що рухаються вздовж рiзних силових лiнiй магнi-

тного поля, звичайно, є не паралельними. Цей факт може змiнити поперечнi

розмiри областi, вiдповiдальної за когерентне випромiнювання, роблячи їх

вiдмiнними вiд r⊥. Це матиме мiсце, якщо кутова рiзниця мiж напрямками руху

позитронiв у межах r⊥ перевищуватиме значення 1/γ. Визначимо, чи має мiсце

така ситуацiя у розглянутiй моделi. Ми зробимо вiдповiдну оцiнку для областi,

де вплив кривини силових лiнiй магнiтного поля на процес випромiнювання

є найбiльш значним, тобто поблизу зовнiшнiх вiдкритих лiнiй магнiтного

поля. Ми будемо також розглядати достатньо великi висоти над поверхнею

пульсара (що приблизно вiдповiдають початку ефективного шляху позитронiв),

де кривина лiнiй поля найбiльша. Магнiтне поле будемо вважати таким, що є

близьким до дипольного.

Вiдповiдно до моделi руху позитронiв, прийнятої в даному роздiлi,

область, що розглядається, розташована на вiдстанi порядка десяти кiлометрiв

вiд центру пульсара. Лоренц-фактори позитронiв тут будемо вважати такими,

що за порядком величини збiгаються з γmin. У цьому випадку для сантиметро-

вих довжин хвиль (частоти порядка 10 ГГц) вiдстань r⊥ ∼ γλ за величиною

перевищує десять метрiв.

Якщо вибрати вiсь z паралельною магнiтнiй вiсi, рiвняння лiнiї, дотичної

до силової лiнiї магнiтного поля (що розташована у площинi yz) в точцi (y0, z0),

матиме такий вигляд (див., наприклад, [105]):

(3 sin θ0 − 2A2 sin3 θ0/r
2
0)(y0 − y) + 3 cos θ0(z0 − z) = 0, (6.14)

де r0 =
√
y2

0 + z2
0 i θ0 = arctg(y0/z0) — сферичнi координати зазначеної точки у

площинi yz, а A — параметр силової лiнiї (її екваторiальний дiаметр). З (6.14)

можна отримати кут β мiж силовою лiнiєю та вiссю y у цiй точцi:

β = arctg(2A2 sin3 θ0/r
2
0 − 3 sin θ0). (6.15)
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Пiдставивши сюди вираз для A з рiвняння силової лiнiї у сферичних координа-

тах A = r0/ sin2 θ0, можна отримати вираз для β як функцiї r0 i θ0.

Як було зазначено, значення r0, якi ми наразi розглядаємо, становлять

близько десяти кiлометрiв. Величина A значно перевищує цi значення, i,

наприклад, для лiнiї, яка роздiляє область вiдкритих i замкнених силових лiнiй,

досягає значення близько декiлькох тисяч кiлометрiв. Вiдповiдне значення θ0

становить θ0 = arcsin
√
r0/A ∼ 0.1. Для такого θ0 вираз (6.15) можна спростити

i отримати:

β ≈ arctg(2/3θ0). (6.16)

Використовуючи (6.16), можна визначити дiапазон значень θ0, на якому кут β

змiнюється на величину ∼ 1/γ: ∆θ0 ∼ 1/γ. Такий результат обумовлено тим,

що при малих значеннях θ0, якi ми розглядаємо, кут β є близьким до π/2− θ0,

i змiни β i θ0 є однаковими за порядком величини.

Вiдстань у напрямку, приблизно ортогональному до силових лiнiй, що

вiдповiдає значенню ∆θ0 ∼ 1/γ, є ∆rθ = r0∆θ0 та становить близько десяти

метрiв. Це вiдстань у площинi yz у напрямку, перпендикулярному до силових

лiнiй, у межах якої позитрони випромiнюють когерентно. Ми бачимо, що у

розглянутому випадку ця вiдстань за порядком величини збiгається з γλ. Тому

впливом кривини силових лiнiй магнiтного поля на характерний поперечний

розмiр дiлянки простору (у площинi yz), у межах якої позитрони випромiнюють

когерентно, можна наближено знехтувати.

Для того щоб визначити всi три характернi лiнiйнi розмiри просторового

об’єму, в межах якого позитрони випромiнюють когерентно, необхiдно також

оцiнити його розмiр у напрямку, ортогональному до площини yz, що пов’язаний

з азимутальною координатою ϕ навколо магнiтної вiсi. Цей розмiр можна

знайти з аналогiчної умови, що кут мiж швидкостями позитронiв, якi мають

рiзнi координати ϕ та випромiнюють когерентно, не повинен перевищувати 1/γ.
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Простi геометричнi мiркування призводять до наступної умови для максималь-

ного значення ∆ϕ рiзницi азимутальних координат таких позитронiв:

∆ϕ ∼ arccos{(cos γ−1 − sin2 β)/ cos2 β}. (6.17)

Вiдстань, пов’язана з цiєю кутовою рiзницею, становить ∆rϕ = r0 sin θ0∆ϕ, що

для значень r0 i θ0, якi розглядаються, становить близько десяти метрiв i також

за порядком величини збiгається з γλ.

Вiдповiдно до руху позитронiв у напрямку поверхнi зiрки та їхнього

прискорення значення 1/γ зменшується. Зменшується також кривина лiнiй

магнiтного поля та кути мiж швидкостями позитронiв, що рухаються вздовж

рiзних лiнiй. Тому для наших оцiнок ми будемо припускати, що спiввiдношення

∆rϕ ∼ ∆rθ ∼ r⊥ є наближено дiйсним у межах усього ефективного шляху

частинок. Для оцiнки загального потоку випромiнювання позитронiв ми будемо

застосовувати те саме припущення i для частинок, що рухаються вздовж лiнiй

поля, розташованих ближче до магнiтної осi.

Пiдсумовуючи наведенi мiркування, робимо висновок, що просторовий

об’єм Vcoh, вiдповiдальний за когерентне випромiнювання позитронiв у розгля-

нутiй моделi, може бути досить великим. Вiн оцiнюється як

Vcoh ∼
λ√
2π

∆rθ∆rϕ ∼ λ3γ2/(4π3) (6.18)

i може мiстити досить велику кiлькiсть позитронiв Ncoh. Знаменник 4π3

тут походить вiд бiльш точного використання спiввiдношення (6.13), тодi як

множником
√

2 у знаменнику правої частини виразу (6.18) ми знехтували.

Iнтенсивнiсть випромiнювання буде приблизно пропорцiйною до N 2
coh. Загаль-

ний потiк випромiнювання позитронiв буде також пропорцiйним до кiлькостi

таких об’ємiв Vcoh, якi генерують випромiнювання протягом одиницi часу.

Цю кiлькiсть наближено оцiнено у наступнiй секцiї. Таким чином, поперечнi
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розмiри об’єму когерентностi Vcoh, якi суттєво залежать вiд Лоренц-фактора

позитронiв, вiдiграють важливу роль у проблемi, що розглядається.

6.2.2. Оцiнка сумарного потоку випромiнювання

Оцiнимо тепер потiк вiдбитого вiд поверхнi зiрки випромiнювання, що

генерується позитронами, якi рухаються вздовж силових лiнiй магнiтного поля

в напрямку поверхнi над усiєю площею полярної шапки. Як зазначалося,

спостереження вказують на необхiднiсть когерентного характеру такого ви-

промiнювання. Вiдповiдну оцiнку будемо робити з урахуванням цього факту,

використовуючи результати попередньої секцiї. Для зазначеної оцiнки, як i

ранiше, будемо розглядати траєкторiї позитронiв спрощеним чином як дуги

кiл радiуса R, що змiнюється залежно вiд вiдстанi до магнiтної осi.

Для оцiнки iнтенсивностi випромiнювання кривини та отримання його

енергетичного спектра кiлькiсть об’ємiв когерентностi Vcoh ми будемо досить

приблизно оцiнювати шляхом уявного подiлу загального об’єму магнiтосфери,

в межах якого позитрони генерують випромiнювання, на об’єми величиною Vcoh.

При цьому необхiдно враховувати залежнiсть такого об’єму вiд довжини хвилi,

Лоренц-фактора та кривини траєкторiї позитронiв.

Спектральну густину випромiнювання на частотi ω в розрахунку на

одиницю шляху, пов’язану з окремим позитроном, що рухається вздовж силової

лiнiї, можна оцiнити наступним чином:

Wω ∼
e2

2πRc

(ωR
c

)1/3

. (6.19)

Цей вираз безпосередньо випливає з формули для спектральної густини ра-

дiацiйних втрат енергiї частинки, що рухається по круговiй траєкторiї (див.,

наприклад, [131]).

Розмiр об’єму простору, що охоплює кiлькiсть частинок, якi випромiню-
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ють когерентно, беремо у виглядi (6.18). Потiк випромiнювання є пропорцiйним

до квадрата середнього числа Ncoh ∼ κ · nGJVcoh позитронiв у такому об’ємi.

Тут nGJ ∼ 1011 см−3 — так звана густина Голдрайха-Джулiана, а κ < 1 —

деякий коефiцiєнт, що визначає вiдмiннiсть nGJ вiд реальної густини частинок

у зворотному потоцi позитронiв.

Кiлькiсть об’ємiв Vcoh, якi знаходяться в межах елемента поверхнi 2πrdr

полярної шапки на певнiй висотi, визначається як

dN⊥ ∼
2πrdr

r2
⊥

=
2πrdr

γ2λ2
(2π)2. (6.20)

Верхня оцiнка кiлькостi таких об’ємiв, що потрапляють за одиницю часу на

сегмент поверхнi полярної шапки площею порядка r2
⊥, наступна

dN||
dt
∼ c

λ
. (6.21)

Ефективний тiлесний кут, який охоплює розглянуте випромiнювання, що

створюється позитронами з Лоренц-фактором γ можна оцiнити як Ωeff ∼ π/γ2.

Це призводить до наступного виразу для ефективної площi поверхнi, крiзь яку

такий вузький iмпульс вiдбитого випромiнювання проходить на вiдстанi d вiд

зiрки: Seff ∼ πd2/γ2.

Пiдсумовуючи попереднi мiркування, можна подати вираз для потоку

вiдбитого вiд поверхнi зiрки випромiнювання позитронiв наступним чином:

J(ω) ∼
∫
dzdN⊥

dN||
dt

WωN
2
coh

Seff
. (6.22)

Пiсля замiни представлених тут величин їх явними виразами (6.22) перетворю-

ється на

J(ω) ∼ e2κ2n2
GJλ

3−1/3

(2π)5/3π3d2

RPC∫
0

drr

R2/3(r)

∫
dzγ4(r, z), (6.23)
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де z = Rα (див. рис. 6.4) — координата позитрона вздовж силової лiнiї, а RPC

— радiус полярної шапки.

Припустимо, як i ранiше, що в областi траєкторiй позитронiв, якi роблять

основний внесок у потiк випромiнювання, що спостерiгається, напруженiсть

електричного поля зростає лiнiйно. У цьому випадку за допомогою (6.2)

координату позитрона можна подати через його Лоренц-фактор у наступному

виглядi:

dz =

√
mc2h̄

2eE(r)

dγ
√
γ
, (6.24)

де h̄ — певна усереднена (щодо r) довжина iнтервалу траєкторiї позитрона у

розглянутiй областi. Величина E(r) — це власне напруженiсть прискорюваль-

ного електричного поля, яка змiнюється залежно вiд вiдстанi r до магнiтної

осi. Явну залежнiсть електричного поля вiд цiєї вiдстанi виберемо у такому

виглядi [316]:

E(r) = E0(1− r2/R2
PC), (6.25)

що передбачає зникнення електричного поля на межi полярної шапки.

Залежнiсть радiуса кривини силових лiнiй магнiтного поля вiд r поблизу

поверхнi зiрки у випадку дипольного поля описується виразом:

R(r) =
4R2
∗

3r
, (6.26)

де R∗ ∼ 106 см — радiус пульсара. Пiдставивши вирази (6.24)–(6.26) у (6.23),

отримуємо:

J(ω) ∼ κ2n2
GJe

2λ3−1/3

25/3π14/3d2R
4/3
∗

√
mc2h̄

2eE0

RPC∫
0

drr5/3√
1− r2/R2

PC

γmax∫
γmin(r,ω)

dγγ7/2, (6.27)
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пульсар

«шлях» телескопа

M

1

min 
1

max 

Рис. 6.7. Схематична картина кутових областей (конусiв) концентрацiї вiд-
битого випромiнювання позитронiв при двох граничних значеннях їх Лоренц-
факторiв. При γ > γmax випромiнювання перестає потрапляти в телескоп.
Магнiтна вiсь не збiгається з вiссю конусiв, окрiм iншого, через її нахил вiдносно
нормалi до поверхнi.

де величина γmax, яку ми наближено вважаємо такою, що не залежить вiд

r, представляє собою ефективне значення Лоренц-фактора позитрона, при

якому його випромiнювання, вiдбите вiд поверхнi зiрки, перестає потрапляти

в телескоп (рис. 6.7). Тут γmin — деяке мiнiмальне значення Лоренц-фактора

позитрона для вiдповiдної лiнiї магнiтного поля. Наприклад, для зовнiшнiх

силових лiнiй воно збiгається зi значенням, визначеним виразом (6.8).

Як показує вираз (6.27), внесок у потiк випромiнювання в нашому

випадку зростає зi збiльшенням γ. Завдяки цьому, значення iнтеграла за γ в

(6.27) в основному визначається верхньою межею γmax промiжку iнтегрування,

тодi як точне значення γmin не є дуже суттєвим.

Остаточна оцiнка загального потоку вiдбитого вiд поверхнi випромiнюва-

ння позитронiв, що може бути отримана з (6.27), наступна:

J(ω) ∼ κ2n2
GJe

2λ3−1/3

40π14/3d2R
4/3
∗

√
mc2h̄

2eE0
γ9/2
maxR

8/3
PC , (6.28)

Тут ми знехтували величиною γmin порiвняно з γmax.
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Напруженiсть електричного поля E0 на магнiтнiй осi можна оцiнити як

E0 ∼ a
ΩR∗
c
B ∼ 107 СГСE,

де Ω = 2π/T — кутова частота обертання пульсара, B ∼ 1011 Гс — напруженiсть

магнiтного поля, a ∼ 10−1÷10−2 — певний малий параметр, що враховує вплив

геометричних та гравiтацiйних факторiв (див. детальнiше [326]).

Тодi для значень RPC = 104 см, h̄ = 104 см, d = 6 × 1021 см (це вiдстань

вiд пульсара у Крабi до Землi, згiдно з даними [327]) вiдповiдних величин у

(6.28) ця оцiнка зводиться до

J(ω) ∼ κ2λ3−1/3γ9/2
max × 10−40 Вт

Гц · м2
. (6.29)

Така оцiнка, можливо, може бути покращена, якщо застосувати самоузгодже-

ний розрахунок прискорювального поля (див. посилання в роботах [320, 328])

та зворотного потоку позитронiв [329].

Як показує вираз (6.29), потiк випромiнювання у нашiй моделi залежить

вiд певного параметра γmax, що визначає деяке середнє ефективне значення

Лоренц-фактора позитрона, при якому його випромiнювання перестає потра-

пляти в телескоп. Це значення можна наближено оцiнити шляхом порiвняння

розрахованого значення потоку (6.29) зi значенням, отриманим в результатi

спостережень радiовипромiнювання пульсара у Крабi. Наприклад, щодо таких

спостережень, можна застосувати результати, представленi в [330] та [104]. А

саме, досить гарний збiг за порядком величини мiж результатами нашої моделi

та спостереженнями в дiапазонi частот, де має мiсце змiщення II, досягається,

якщо вибрати γmax ∼ 103 (якщо також обрати κ ∼ 10−1).

Вираз (6.29) також показує, що в iнтервалi довжин хвиль, який тут

розглядається, спектр випромiнювання визначається множником λ3−1/3 ≈ λ2.7,

що досить добре якiсно збiгається з результатами спостережень [104, 330] (про

результати спостережень на нижчих частотах див. [331]).
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Зазначимо, що верхня оцiнка (6.21) для кiлькостi об’ємiв когерентностi,

що перетинають площу r2
⊥ за одиницю часу, повинна добре працювати при

великих значеннях вiдношення λ/L, де L — характерний просторовий розмiр

поздовжнiх неоднорiдностей (згусткiв) у потоцi позитронiв. Для випадку ко-

ротших хвиль, коли λ/L < 1, необхiдно замiнити λ на L в (6.21). Для цього

можна просто помножити (6.29) на λ/L. Тодi спектр випромiнювання стає

пропорцiйним до λ4−1/3, що навiть краще вiдповiдає результатам спостережень,

нiж (6.29).

6.2.3. Оцiнка максимальної частоти, при якiй має мiсце змiщення

iнтерiмпульсу

У рамках нашої моделi значення γmin Лоренц-фактора позитрона на

початку ефективного шляху визначає мiнiмальну частоту ω його випромiню-

вання, яке може вiдбиватися вiд поверхнi i потрапляти в телескоп. Вiдповiдне

спiввiдношення мiж γmin i ω, що випливає з (6.8), можна записати як:

ω ∼ c

R
γ3
min. (6.30)

Тут радiус R траєкторiї позитрона (силової лiнiї магнiтного поля) визначається

виразом (6.26). Таким чином, значення γmin може бути наступним чином

виражене через частоту випромiнювання ν = ω/(2π) i вiдстань r вiд силової

лiнiї до магнiтної осi:

γmin(ν, r) ∼
(

8πνR2
∗

3cr

)1/3

. (6.31)

Звiдси видно, що γmin зростає зi збiльшенням ν i зменшенням r. Отже, при

деякому значеннi r = r0(ν) величина γmin досягає величини γmax, та iнтеграл

за γ в (6.27) стає рiвним нулю. В областi r < r0 полярної шапки в цьому
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Рис. 6.8. Область простору (помаранчевий порожнистий конус), що робить
внесок у потiк когерентного випромiнювання позитронiв при ν < νmax.

випадку розглянутий механiзм випромiнювання не працює. Вiдповiдно до

(6.31), величину r0 можна оцiнити як

r0(ν) ∼ 8πνR2
∗

3cγ3
max

. (6.32)

Величина r0 — це певний характерний радiус дiлянки навколо магнiтної

осi, всерединi якої позитрони не роблять внеску до випромiнювання, що

спостерiгається. Таким чином, у розглянутiй моделi когерентнiсть призводить

до утворення чогось на зразок порожнистого конуса (що узгоджується з iдеями,

якi обговорювалися в роботi [318] для випромiнювання електронiв), обмеже-

ного з внутрiшньої та зовнiшньої сторiн силовими лiнiями, розташованими

вiдповiдно на вiдстанях r0 i RPC (поблизу поверхнi зiрки) вiд магнiтної осi

(рис. 6.8). Частинки, що рухаються у зазначенiй областi, роблять основний

внесок у випромiнювання, що вiдповiдає класичним уявленням про механiзми

випромiнювання пульсара.

Зi збiльшенням частоти ν «товщина стiнки» розглянутого конуса змен-

шується (r0 → RPC), i внесок у когерентне випромiнювання робиться все бiльш
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вузьким поясом поблизу зовнiшнiх силових лiнiй магнiтного поля.

Частота ν = νmax, при якiй r0 досягає радiуса RPC полярної шапки,

є частотою, при якiй розглянутий механiзм випромiнювання, що забезпечує

змiщення II, зникає. За допомогою (6.32) цю частоту можна оцiнити як

νmax ∼
3cRPCγ

3
max

8πR2
∗

. (6.33)

Наприклад, якщо, як i ранiше, обрати RPC = 104 см, R∗ = 106 см, та

γmax ∼ 103, отримуємо νmax ∼ 40 ГГц, що не суперечить даним, зображеним на

рис. 6.1. Як видно з цього ж рисунка, наявних наразi даних ще недостатньо для

точного визначення величини νmax i для перевiрки передбачення (6.33) потрiбнi

подальшi спостереження у вiдповiдному дiапазонi частот. Зазначимо, що для

бiльш точного оцiнювання цiєї частоти потрiбно застосовувати самоузгодженi

моделi руху потоку позитронiв у полярному зазорi.

Беручи до уваги розглянутий тут ефект зменшення ефективної областi

над полярною шапкою, що робить внесок у когерентне випромiнювання, зi

збiльшенням частоти вираз (6.28) для потоку випромiнювання можна дещо

модифiкувати. Це пов’язано з тим, що iнтегрування за r в (6.27) у цьому

випадку має здiйснюватися в iнтервалi r0 < r < RPC . Це призводить до

наступного виразу для потоку випромiнювання:

J ′(ν) ∼ J

[
1− 16

7
x3/2 +

9

7
x8/3

]
, (6.34)

де

x =
r0

RPC
=

8πνR2
∗

3cRPCγ3
max

,

а величина J визначається виразом (6.28). З (6.34) випливає, що суттєва моди-

фiкацiя потоку випромiнювання внаслiдок розглянутого ефекту вiдбувається

лише на частотах, близьких до νmax (коли r0 ≈ RPC). На нижчих частотах
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значення модифiкованого виразу (6.34) i значення, що не враховує ефект

зменшення областi випромiнювання (6.28), є майже однаковими.

Висновки до роздiлу 6

Результати дослiджень, представлених у даному роздiлi опублiковано в

статтях [17–20]. Серед основних результатiв у якостi висновкiв можна видiлити

наступнi:

• Запропоновано та дослiджено новий механiзм радiовипромiнювання

в полярному зазорi пульсара. Даний механiзм полягає у випромiнюваннi

позитронiв, що прискорюються в напрямку поверхнi зiрки вздовж викривлених

силових лiнiй магнiтного поля тим самим електричним полем, що прискорює

електрони в протилежному напрямку. Таке випромiнювання може вiдбиватися

вiд поверхнi зiрки i поширюватися назовнi вiд неї, потрапляючи у телескоп.

• Показано, що розглянутий механiзм випромiнювання може бути за-

стосований для пояснення такого незвичайного факту радiовипромiнювання

пульсара у Крабоподiбнiй туманностi, як змiщення його iнтерiмпульсу на часто-

тi у декiлька ГГц. Для цього висунуто припущення про iснування невеликого

нахилу магнiтної осi зiрки вiдносно нормалi до її поверхнi. Показано, що iнтер-

ференцiя випромiнювання кривини позитронiв iз перехiдним випромiнюванням,

що виникає при їх падiннi на поверхню зiрки, призводить до пригнiчення випро-

мiнювання позитронiв на низьких частотах. Це вiдповiдає даним спостережень

про вiдсутнiсть на низьких частотах змiщеного iнтерiмпульсу.

• У рамках запропонованої моделi проведено оцiнку сумарного потоку

когерентного випромiнювання позитронiв, що рухаються над полярною шапкою

пульсара. Отримане значення такого потоку i спектр випромiнювання досить

добре узгоджуються з результатами спостережень.

• Показано, що в рамках розглянутої моделi передбачається зникнення
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змiщеного iнтерiмпульсу на певнiй частотi νmax внаслiдок зменшення областi

простору над полярною шапкою пульсара, де позитрони мають змогу випро-

мiнювати когерентно. Це вiдповiдає даним спостережень, якi свiдчать про

вiдсутнiсть змiщеного iнтерiмпульсу на достатньо високих частотах (даних

щодо значення νmax наразi немає). Проведено теоретичну оцiнку величини νmax.
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ВИСНОВКИ

У дисертацiйнiй роботi розвинуто теорiю ряду електродинамiчних проце-

сiв, що мають мiсце при взаємодiї релятивiстських частинок iз речовиною, за

умов суттєвого впливу на характеристики цих процесiв з боку iнтерференцiйних

ефектiв, пов’язаних iз великими довжинами формування випромiнювання та

ультрамалими розмiрами згусткiв заряджених частинок. Передбачено новi

ефекти, спричиненi таким впливом.

Основнi результати, вперше отриманi в данiй дисертацiйнiй роботi, поля-

гають у наступному:

1. Розвинуто аналiтичний опис просторової еволюцiї поля навколо еле-

ктрона пiсля його вильоту з речовини до вакууму для широкої областi вiдстаней

вiд речовини в межах довжини формування та узагальнено теорiю перехiдного

випромiнювання «напiвголого» релятивiстського електрона при його похилому

падiннi на металеву мiшень на випадок низьких енергiй частинки.

2. Побудовано кiнематичну теорiю когерентного рентгенiвського випро-

мiнювання релятивiстського «напiвголого» електрона в ультратонкому криста-

лi. Дослiджено модифiкацiю спектрально-кутового розподiлу та iнтегральної

iнтенсивностi такого випромiнювання внаслiдок прояву зазначеного стану ча-

стинки.

3. Розвинуто аналiтичний опис дифрагованого перехiдного випромiню-

вання у геометрiї Брегга при падiннi «напiвголого» електрона на кристалiчну

мiшень довiльної товщини. Отримано вирази для кутового розподiлу та iнте-

гральної iнтенсивностi випромiнювання в цьому випадку.

4. Теоретично дослiджено проблему реєстрацiї перехiдного випромiню-

вання у ближнiй зонi за допомогою параболiчного фокусуючого дзеркала до-

вiльного розмiру. Отримано вирази для результатiв вимiрювання спектрально-

кутового розподiлу випромiнювання в залежностi вiд розмiру та положення

дзеркала.
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5. Узагальнено теорiю рентгенiвського перехiдного випромiнювання еле-

ктронiв у багатошарових перiодичних мiшенях на випадок довiльного аксiально

симетричного поперечного розподiлу частинок у пучку та обмеженого розмiру

активної областi детектора випромiнювання. Передбачено ефект значного

посилення iнтенсивностi випромiнювання для певних параметрiв мiшенi при

малому кутi аксептансу детектора.

6. Розвинуто теорiю процесу iонiзацiї внутрiшнiх атомних оболонок

високоенергетичними електронами в багатошарових перiодичних мiшенях.

Передбачено ефект суттєвого збiльшення перерiзу iонiзацiї та iнтенсивностi

характеристичного рентгенiвського випромiнювання при певних оптимальних

параметрах мiшенi.

7. Побудовано теорiю iонiзацiйних втрат електрон-позитронної пари у

тонкiй мiшенi, яку вона перетинає пiсля вильоту з iншої мiшенi, де вона

народжується. Показано, що в даному випадку ефект пригнiчення iонiзацiйних

втрат пари має мiсце на значно бiльших вiдстанях вiд точки її народження,

нiж у випадку iонiзацiйних втрат пари у тому самому середовищi, де вона

народжується.

8. Передбачено iнтерференцiйний ефект в iонiзацiйних втратах електрон-

позитронної пари, подiбний до такого, що має мiсце при дифракцiї Фраунгофера

в оптицi, а також ефект, що є зворотним до ефекту Чудакова i полягає

в перевищеннi величиною iонiзацiйних втрат пари суми незалежних втрат

електрона i позитрона.

9. Побудовано класичну i квантову теорiї втрат енергiї релятивiстських

електронних банчiв на iонiзацiю та збудження атомних оболонок з урахуванням

впливу iнтерференцiйних ефектiв на цi втрати. Показана можливiсть посиле-

ння цих втрат на декiлька порядкiв величини внаслiдок такого впливу при

параметрах банчiв, типових для рентгенiвських лазерiв на вiльних електронах.

Для пучкiв iз перiодичною модуляцiєю густини передбачено прояв резонансних

ефектiв у iонiзацiйних втратах.
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10. Запропоновано та дослiджено новий механiзм радiовипромiнювання

частинками у магнiтосферi пульсара, який може бути застосований для поясне-

ння загадки змiщеного iнтерiмпульсу для пульсара у Крабоподiбнiй туманностi.

Передбачено частоту, при якiй змiщений iнтерiмпульс зникає. Продемонстрова-

но роль iнтерференцiйних ефектiв для даного механiзму випромiнювання.

Таким чином, мету дисертацiйної роботи досягнуто i усi поставленi

завдання виконано.

Отриманi результати дають змогу теоретично описувати характеристи-

ки розглянутих електродинамiчних процесiв за умов, коли на них суттєво

впливають iнтерференцiйнi ефекти та добре вiдомi формули не можна за-

стосовувати для такого опису. Цi результати можуть бути використанi для

розробки пропозицiй вiдповiдних експериментальних дослiджень на прискорю-

вачах частинок високих енергiй. Результати щодо iнтерференцiйних ефектiв у

iонiзацiйних втратах електронних ансамблiв та у когерентному рентгенiвському

випромiнюваннi в кристалах можуть бути використанi при розробцi нових

технологiй для дiагностики параметрiв пучкiв на майбутнiх колайдерах та

на сучасних рентгенiвських лазерах на вiльних електронах. Результати, що

стосуються характеристичного та перехiдного рентгенiвського випромiнювання

в багатошарових мiшенях, можуть бути використанi для створення нових

джерел рентгенiвських фотонiв та для вдосконалення вже iснуючих. Результати

щодо розглянутого механiзму випромiнювання пульсарiв є важливими для

поглиблення розумiння процесiв, що вiдбуваються в магнiтосферi цих зiрок,

та фiзики генерування ними радiоiмпульсiв.
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Подяки

Автор висловлює щиру вдячнiсть своєму науковому консультанту, до-

ктору фiз.-мат. наук, професору, академiку НАН України Шульзi Миколi

Федоровичу за тiсну спiвпрацю протягом бiльш нiж десяти рокiв, численнi

обговорення методiв i результатiв дослiджень, кориснi поради щодо їх аналiзу i

вдосконалення та, загалом, за всебiчну пiдтримку дослiдницької дiяльностi, за

результатами якої написано дану дисертацiйну роботу.

Також я дуже вдячний кандидату фiз.-мат. наук Щагiну Александру

Васильовичу, спiвпраця з яким зумовила мiй iнтерес до дослiджень рiзнома-

нiтних видiв рентгенiвського випромiнювання релятивiстських частинок, якi

склали помiтну частину даної роботи, а також за можливiсть дуже близько

ознайомитися з методами експериментальних дослiджень у цiй областi та

вiдповiдними технологiями.

Крiм того, я глибоко вдячний доктору фiз.-мат. наук, професору Конто-

ровичу Вiктору Мусiйовичу за iнiцiювання спiльних дослiджень особливостей

радiовипромiнювання пульсарiв, постановку вiдповiдних задач i ряд плiдних

iдей, що надихнули цi дослiдження.
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