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Введение

Актуальность темы исследования и степень ее разработанности.

На данный момент общепринятой теорией гравитации является общая теория

относительности (ОТО). Она успешно описывает явления в широком диапа

зоне пространственно-временных масштабов и гравитационных режимов. ОТО

вместе со Стандартной моделью физики частиц представляют два основных

столпа современной физики [1].

С ростом качества и количества астрономических наблюдений были от

крыты явления, которые пока не получили полного объяснения в рамках этих

двух подходов. В конце XX века по наблюдениям сверхновых типа Ia было об

наружено, что наша Вселенная ускоренно расширяется [2—5], однако природа

этого явления до сих пор неясна. Другая важная проблема современной физи

ки наблюдается на масштабах галактик [6; 7]. Несовпадение ожидаемых кривых

вращения галактик с наблюдаемыми, данные по гравитационному линзирова

нию на далеких галактиках, данные по столкновению галактик в скоплении

Пули наводят на мысль, что помимо известной материи галактики заполняет

еще и темная материя - невидимая субстанция, которая проявляется только

в гравитационном взаимодействии. Другие же исследователи не спешат ис

кать новый вид частиц и предполагают, что эти наблюдения свидетельствуют

о необходимости модификации ОТО. Существует два подхода к объяснению

этих явлений: с одной стороны, можно вводить новые неизвестные частицы,

а с другой - можно пытаться изменить теорию гравитации. В последнее вре

мя многие физики прибегают ко второму подходу, вследствие чего количество

модифицированных теорий гравитации растет с каждым годом. Одним из

наиболее распространенных подходов к созданию модифицированной теории

гравитации является расширение ОТО с помощью поправок высших порядков

по кривизне и дополнительных степеней свободы. Помимо этого, перспектив

ным способом модификации ОТО является добавление скалярного поля. В

данной работе нами будут рассмотрены наиболее перспективные скалярно-тен

зорные теории гравитации (теория Хорндески, теория Бранса-Дикке), модели,

имеющие скалярно-тензорное представление (гибридная метрическая-Палати

ни f(R)-гравитация) и теории с высшими поправками по кривизне (модель

Гаусса-Бонне).
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Любая теория должна проходить тщательные экспериментальные про

верки, и теории гравитации не исключение. Причем гравитационные модели

должны согласовываться с наблюдательными данными, полученными от астро

физических объектов с различными гравитационными режимами (от слабого

поля Солнечной системы до сильного поля черных дыр). В пределе слабо

го поля самым эффективным инструментом для проверки теорий гравитации

является параметризованный постньютоновский формализм (ППН). Он был

разработан К. Уиллом и К. Нордтведтом [8—11]. ППН формализм создавался

как инструмент для сравнения разных теорий гравитации между собой и с экс

периментом [11]. Постньютоновский (ПН) предел достигается в пределе малых

скоростей и асимптотически плоского пространственно-временного фона [12].

Открытие двойной системы, содержащей пульсар, PSR B1913 + 16 Р. Хал

сом и Дж. Тейлором [13] предоставило новую возможность для высокоточных

проверок ОТО и расширенных моделей гравитации. В таких системах гравита

ционное поле гораздо сильнее, чем в Солнечной системе. Более того, высокая

стабильность прихода импульсов позволяет извлекать информацию о динамике

орбитального движения с точностью, на которой проявляются тонкие реляти

вистские эффекты [14—16], в том числе и излучение гравитационных волн [17;

18]. Наблюдаемое изменение орбитального периода такой системы стало пер

вым экспериментальным доказательством (хоть и косвенным) о существовании

гравитационного излучения [19]. С каждым годом точность наблюдений по из

менению орбитального периода различных двойных систем с пульсаром только

растет. Все это делает такие системы незаменимыми природными лаборатори

ями по проверке теорий гравитации и по изучению характера гравитационного

излучения в различных моделях [20].

Черные дыры - объекты с самым сильным гравитационным режимом, из

вестные на данный момент. Гравитационное притяжение их настолько велико,

что покинуть черные дыры не могут даже движущиеся со скоростью света

объекты, в том числе и фотоны. Тем не менее утверждение, что черная ды

ра только поглощает материю и ничего не излучает, не всегда справедливо.

Квантовая механика предсказывает существование туннельного эффекта, кото

рый заключается в том, что частица может преодолеть потенциальный барьер,

даже если ее полная энергия меньше величины барьера. Учет эффекта туннели

рования при рассмотрении черной дыры приводит к тому, что черная дыра не

только поглощает материю, но и непрерывно излучает частицы, расходуя при
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этом свою энергию. Данный процесс называется излучением Хокинга [21]. Для

черных дыр звездных масс эффекты испарения будут пренебрежимо малы, а

характерные времена жизни превышают время жизни Вселенной [22]. Однако

в ранней Вселенной в результате гравитационного коллапса сверхплотной мате

рии в момент начального расширения Вселенной могли возникнуть первичные

черные дыры [23; 24]. Такие объекты могут иметь произвольно малые массы,

а чем меньше масса черной дыры, тем больше будут проявляться эффекты

испарения Хокинга, тем быстрее такая черная дыра будет испаряться. ОТО

предсказывает, что время жизни черных дыр с массой ∼ 1014 г равно времени

жизни нашей Вселенной (13,8 миллиардов лет) [25]. Такие объекты должны

испаряться в настоящий момент. Согласно некоторым моделям испарения чер

ных дыр, финальная стадия этого процесса может сопровождаться выбросом

частиц высокой энергии, в том числе гамма-излучением [26—28]. Такие события

должны быть довольно редкими, и, с другой стороны, существует множество

более простых объяснений для большинства гамма-всплесков. Тем не менее,

первичные черные дыры на последней стадии испарения служат дополнитель

ными кандидатами для предшественников гамма-всплесков. Различные теории

гравитации предсказывают разные скорости испарения черных дыр и, следо

вательно, разные начальные массы объектов, которые полностью испарятся за

время жизни Вселенной. Такие предсказания могут быть проверены с помощью

количества наблюдаемых гамма-всплесков, а также максимального расстояния,

на котором наблюдается гамма-всплеск [29; 30].

Целью работы является разносторонняя проверка частных случаев

теории Хорндески (теория Хорндески без учета эффектов экранирования, мас

сивная теория Бранса-Дикке, гибридная f(R)-гравитация, модель Гаусса-Бонне)

и наложение ограничений на параметры этих моделей, в различных гравита

ционных режимах: слабополевом в Солнечной системе, в двойных системах с

пульсаром, в сильном поле черной дыры.

Для достижения поставленной цели необходимо было решить следующие

задачи:

– получить аналитическое выражение изменения орбитального периода

двойных систем с пульсаром в теории Хорндески без учета эффектов

экранирования и ограничить параметры теории, используя наблюда

тельные данные систем PSR J0737-3039 и PSR J1738+0333;
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– применить полученные ограничения к частным случаям теории Хорн

дески (к массивной теории Бранса-Дикке и гибридной f(R)-гравитации)

и найти ограничения на параметры этих моделей;

– получить выражения для постньютоновских параметров β, ξ, ζ1, ζ2,

ζ3, ζ4, α1, α2, α3 в гибридной f(R)-гравитации и на основании экспери

ментальных значений этих параметров ограничить фоновое значение

скалярного поля;

– найти начальную массу черной дыры, которая полностью испарится за

время жизни Вселенной, в модели Гаусса-Бонне, сравнить с аналогич

ной величиной для черной дырыШварцшильда и определить, возможно

ли по наблюдениям гамма-всплесков отличить финальные стадии испа

рения этих двух черных дыр.

Научная новизна:

– Впервые получены ограничения на частный случай теории Хорндески

без учета эффектов экранирования из наблюдательных данных двой

ных систем с пульсаром.

– Впервые получены ограничения на массу скалярного поля гибридной

f(R)-гравитации в ее скалярно-тензорном представлении.

– Впервые получено аналитическое выражение для ППН параметра β в

гибридной f(R)-гравитации и показано, что восемь постньютоновских

параметров ξ, ζ1, ζ2, ζ3, ζ4, α1, α2, α3 тождественно равны нулю.

– Впервые с помощью метода комплексных траекторий была найдена

начальная масса черной дыры Гаусса-Бонне, которая полностью испа

рится за время жизни Вселенной.

Теоретическая и практическая значимость. В данной работе на

ми были рассмотрены теории, являющиеся перспективными кандидатами

для объяснения ускоренного расширения Вселенной (теория Хорндески без

учета эффектов экранирования, массивная теория Бранса-Дикке, гибридная

f(R)-гравитация), а также модель Гаусса-Бонне, которая представляет собой

низкоэнергетический предел теории струн, на основании которой возможно бу

дет построена квантовая теория гравитации. Любая успешная теория должна

удовлетворять экспериментам в широком диапазоне масштабов и гравитаци

онных режимов. Этой работой мы дополнили имеющийся спектр проверок

рассматриваемых моделей и показали, что представленные здесь частные слу
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чаи теории Хорндески не противоречат наблюдениям в широком диапазоне

гравитационных режимов.

Объект и предмет исследования. В диссертационной работе изуча

ются модифицированные теории гравитации и их возможные проявления в

астрофизических системах: в Солнечной системе, в двойных системах с пуль

саром, в черных дырах.

Mетодология и методы исследования. Теоретико-методологической

базой диссертации являются работы зарубежных и российских авторов, по

священные исследованию модифицированных теорий гравитации, а также

проверке этих моделей на различных астрофизических объектах.

Для решения поставленных задач были использованы общенаучные

(анализ, формализация, идеализация, индукция, дедукция) и специальные

(программирование в среде Matlab, методы тензорного исчисления, методы

математического анализа) методы. Ряд методов был реализован с помощью

математических компьютерных пакетов программы Maple.

Основные положения, выносимые на защиту:

1. Помимо квадрупольного гравитационного излучения, совпадающего

с общей теорией относительности (с точностью до величины эффек

тивной гравитационной постоянной), подкласс теории Хорндески с

массивным скалярным полем (без учета экранирования) предсказыва

ет наличие скалярного монопольного, дипольного, квадрупольного и

диполь-октупольного излучений.

2. Масса скалярного поля гибридной f(R)-гравитации не превышает 2 ×
10−19 эВ.

3. Наличие легкого скалярного поля в гибридной f(R)-гравитации не про

тиворечит наблюдательным данным для всех 10 постньютоновских

параметров.

4. Начальная масса черной дыры Гаусса-Бонне, которая испарится за

время жизни Вселенной, по порядку величины совпадает с предска

заниями общей теории относительности.

Достоверность и Апробация работы. Результаты работы являются

обоснованными и достоверными, они были доложены на всероссийских и меж

дународной конференциях, а также семинарах:

1. Post-Newtonian limit of hybrid f(R)-gravity. P.I. Dyadina, S.P. Labazova,

S.O. Alexeyev. The first LARES 2 and fourth LARES International Science
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Workshop in conjunction with The second International GRM Workshop,

Рим, Италия, 1-5 июля 2019

2. Гравитационное излучение от двойных систем с пульсаром в теории

Хорндески (без учета эффектов экранирования). П.И. Дядина. Семи

нар по гравитации и космологии им. А.Л. Зельманова, ГАИШ МГУ,

Москва, Россия, 16 января 2019

3. Manifestations of Horndesky Theory in Binary Systems with Pulsars. N.A.

Avdeev, P.I. Dyadina, S.O. Alexeyev. QUARKS-2018 20th International

Seminar on High Energy Physics, Валдай, Россия, 27 мая - 2 июня 2018

4. Post-Newtonian limit of hybrid f(R)-gravity. P.I. Dyadina, S.P. Labazova.

QUARKS-2018 20th International Seminar on High Energy Physics, Вал

дай, Россия, 27 мая - 2 июня 2018

5. Ограничения скалярно-тензорной теории Хорндески из двойных пуль

саров (Стендовый). Н.А. Авдеев, П.И. Дядина, С.О. Алексеев.

Всероссийская астрономическая конференция - 2017 «Астрономия: по

знание без границ», Ялта, Крым, Россия, 17-22 сентября 2017

6. Постньютоновский предел гибридной f(R)- гравитации (Стендовый).

П.И. Дядина, С.П. Лабазова, , С.О. Алексеев. Всероссийская астро

номическая конференция - 2017 «Астрономия: познание без границ»,

Ялта, Крым, Россия, 17-22 сентября 2017

7. The post-Newtonian limit of hybrid f(R)-gravity. П.И. Дядина, С.П. Ла

базова, С.О. Алексеев. 17th JINR-ISU Baikal Summer School on Physics

of Elementary Particles and Astrophysics, Иркутская область, пос. Боль

шие коты, Россия, 13-20 июля 2017

8. Постньютоновский предел гибридной гравитации. С.П. Лабазова,П.И.

Дядина. Международная научная конференция студентов, аспиран

тов и молодых учёных «Ломоносов-2017», МГУ имени М.В.Ломоносова,

Россия, 10-14 апреля 2017

9. Verification of f(R)-gravity in double binary system PSR J0737-3039 (Стен

довый). P.I. Dyadina, S.O. Alexeyev, S. Capozziello, M. De Laurentis.

Всеволновая астрономия. Шкловский-100, Москва, Россия, 20-22 июня

2016

10. Verification of f(R)-gravity in binary pulsars. P.I. Dyadina, S.O. Alexeyev,

S. Capozziello, M. De Laurentis. 19th International Seminar on High Energy

Physics “QUARKS-2016”, Санкт-Петербург, Россия, 29 мая - 4 июня 2016
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11. Test of f(R)-gravity in double binary system PSR J0737-3039 (Стендовый).

P.I. Dyadina, M. De Laurentis, S.O. Alexeyev, S. Capozziello. Relativistic

Geodesy: Foundations and Applications, Physikzentrum Bad Honnef, Bad

Honnef, Германия, 13-19 марта 2016

12. Tests of f(R)-gravity in binary pulsars. P.I. Dyadina, S. Capozziello, M.

De Laurentis, S.O. Alexeyev, K.A.Rannu. Fourteenth Marcel Grossmann

Meeting (MG14), Рим, Италия, 13-18 июля 2015

13. Strong-field tests of f(R)-gravity in binary pulsars. P.I. Dyadina, S.O.

Alexeyev, K.A. Rannu, M. De Laurentis, S. Capozziello. 9th Alexander

Friedmann International Seminar, Санкт-Петербург, Россия, 22-26 июня

2015

Личный вклад. Автор участвовала в постановке задачи диссертацион

ной работы. Автором были проведены большинство математических расчетов

и сравнение теоретических результатов с экспериментальными данными. В

Главе 2 автором было получено аналитическое выражение изменения орби

тального периода в теории Хорндески без учета эффектов экранирования и

наложены ограничения на параметры модели на основании данных двойных

систем с пульсаром PSR J1738+0333, PSR J0737-3039. В Главе 3 автором

получены постньютоновские метрики гибридной f(R)-гравитации в приближе

нии идеальной жидкости и в приближении системы точечных гравитирующих

масс, найдено аналитическое выражение для ППН параметра β и явно пока

зано, что параметры ξ, ζ1, ζ2, ζ3, ζ4,α1,α2,α3 тождественно равны нулю. На

основании экспериментальных значений ППН параметров γ и β, полученных

АМС “Мессенджер”, автором наложены ограничения на параметры гибрид

ной f(R)-гравитации. В Главе 4 автором наложены ограничения на параметры

гибридной f(R)-гравитации на основании данных изменения орбитального пе

риода систем PSR J1738+0333 и PSR J0737-3039 и на параметры теории

Бранса-Дикке на основании данных систем PSR J1738+0333, PSR J0737-3039

и PSR J1012+5307. Автором было произведено сравнение метода, использован

ного в работе [31] для получения изменения орбитального периода в массивной

теории Бранса-Дикке, с методом, реализованным в Главе 2. В Главе 5 автором

была получена температура черной дыры Гаусса-Бонне методом комплексных

траекторий и найдена начальная масса черной дыры Гаусса-Бонне, которая

полностью испарится за время жизни Вселенной. Основные выводы из прове
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денных исследований были сделаны автором самостоятельно. Тексты двух из

трех основных статей [32; 33] были полностью написаны автором.

Публикации. Основные результаты по теме диссертации изложены

в 7 печатных изданиях, 3 из которых опубликованы в рецензируемых научных

изданиях, индексируемых в базе данных Web of Science, рекомендованных для

защиты в диссертационном совете МГУ по специальности:

1. Dyadina, P.I., Avdeev N., Alexeyev S. Horndeski gravity without screening

in binary pulsars // Monthly Notices of the Royal Astronomical Society. —

2019. — Т. 483, № 1. — С. 947—963. — Импакт-фактор: 5.231.

2. Alexeyev S., Rannu K., Dyadina, P.I., Latosh B., Turyshev S.

Observational Limits on Gauss–Bonnet and Randall–Sundrum Gravities //

Журнал Экспериментальной и Теоретической Физики. — 2015. — Т. 147,

№ 6. — С. 1120—1127. — Импакт-фактор: 1.119.

3. Дядина, П.И., Лабазова С., Алексеев С. Постньютоновский предел

гибридной f(R)-гравитации // Журнал Экспериментальной и Теоретиче

ской Физики. — 2019. — Т. 156, № 5. — С. 905—917. — Импакт-фактор:

1.119.

а также 4— в сборниках, индексируемых в базах данных Web of Science,

Scopus:

4. Avdeev N., Dyadina, P.I., Alexeyev S. Manifestations of Horndeski theory

in binary systems with pulsars // EPJ Web of Conferences. Vol. 191. ––

2018. –– P. 07011.

5. Dyadina, P.I., Labazova S. The post-Newtonian limit of hybrid

f(R)-gravity // EPJ Web of Conferences. Vol. 191. –– 2018. –– P. 07009.

6. Dyadina, P.I., Alexeyev S., Capozziello S., De Laurentis M., Rannu K.

Strong-field tests of f(R)-gravity in binary pulsars // International Journal of

Modern Physics Conference Series. Vol. 41. –– 2016. –– P. 1660131––1.

7. Dyadina, P.I., Alexeyev S., De Laurentis M., Capozziello S. Verification

of f(R)-gravity in binary pulsars // EPJ Web of Conferences. Vol. 125. ––

2016. –– P. 03005.
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Объем и структура работы. Работа состоит из введения, пяти глав и

заключения. Полный объём работы составляет 112 страниц, включая 8 рисун

ков и 3 таблицы. Список литературы содержит 174 наименования.

Во Введении представлена актуальность темы, степень ее разработан

ности, цели и задачи, объект и предмет исследования, научная новизна,

теоретическая и практическая значимость работы, методология диссертацион

ного исследования, положения, выносимые на защиту, степень достоверности и

апробация результатов, дается обзор литературы.

В Главе 1 приведен обзор результатов, полученных в более ранних

работах различных авторов, в том числе, обсуждается теория гравитации Хорн

дески, ее действие и уравнения поля, рассмотрен постньютоновский предел этой

модели и показан вывод уравнений движения в двойной системе. Помимо это

го, приводится краткий обзор частных случаев теории Хорндески: массивной

теории Бранса-Дикке и гибридной f(R)-гравитации. Обсуждается применение

параметризованного постньютоновского формализма к теориям гравитации с

массивными полями. В качестве примера рассматривается использование ППН

формализма для гибридной f(R)-гравитации. А также обсуждается модель

Гаусса-Бонне и основные достижения, полученные в рамках этой модели в

контексте черных дыр. Кроме того, приведен метод комплексных траекторий,

используемый для получения температуры черной дыры.

В Главе 2 представлен общий метод получения изменения орбитального

периода двойной системы с пульсаром и его применение к подклассу теории

Хорндески без учета эффектов экранирования. На основании данных двойных

систем с пульсаром PSR J1738+0333, PSR J0737-3039 получены ограничения

на параметры теории Хорндески.

В Главе 3 показан метод получения постньютоновских параметров

β, ξ, ζ1, ζ2, ζ3, ζ4,α1,α2,α3 в гибридной f(R)-гравитации, а также накладыва

ются ограничения на фоновое значение скалярного поля в этой теории на

основании экспериментальных данных ППН параметров γ и β, полученных

АМС “Мессенджер”.

В Главе 4 обсуждаются две модели, которые являются частными

случаями теории Хорндески: массивная теория Бранса-Дикке и гибридная

f(R)-гравитация. На основании метода, изложенного в Главе 2, были получены

ограничения на параметры этих теорий (в случае гибридной f(R)-гравитации на

основании данных систем PSR J1738+0333 и PSR J0737-3039; в случае массив
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ной теории Бранса-Дикке на основании данных систем PSR J1738+0333, PSR

J0737-3039 и PSR J1012+5307). Было произведено сравнение метода, исполь

зованного в работе Дж. Алсинга и соавторов [31] для получения изменения

орбитального периода в массивной теории Бранса-Дикке, с методом, изложен

ным в Главе 2, и показано, что последний дает более точный результат.

В Главе 5 метод комплексных траекторий применяется к черной дыре

Гаусса-Бонне. Помимо этого, найдена начальная масса черной дыры в рассмат

риваемой модели, которая испарится за время жизни Вселенной. Полученный

результат сравнивается с аналогичной величиной для черной дыры Шварц

шильда и обсуждается возможность экспериментального обнаружения разницы

этих двух величин.

В Заключении излагаются итоги выполненного исследования, выводы,

рекомендации, перспективы дальнейшей разработки темы, а также приводят

ся Благодарности.

Принятые обозначения и единицы. В работе греческие индексы

(µ,ν,...) принимают значения 0, 1, 2, 3, а также используется сигнатура (−, +

,+ ,+). Все вычисления выполнены в системе СГС, если не оговорено другое.

В работе верхним индексом 𝑒𝑓𝑓 мы обозначаем ППН параметры, кото

рые рассматриваются как зависящие от расстояния функции. Другой верхний

индекс 𝑒𝑥𝑝 мы применяем для обозначения экспериментальных значений ППН

параметров. Когда рассматриваются ППН параметры, которые фигурируют в

оригинальном ППН формализме, верхний индекс не используется. То же верно

и для гравитационной постоянной.
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Глава 1. Расширенные модели гравитации и некоторые способы их

проверки

Общая теория относительности стала огромным шагом в пониманиии

Вселенной, позволив выйти за рамки ньютоновской картины мира и опи

сать многие ранее необъяснимые явления, такие как: аномальная прецессия

перигелия орбиты Меркурия, отклонение светового луча в гравитационном

поле, гравитационное красное смещение и т. д. Несмотря на красоту и

простоту общей теории относительности, в настоящий момент понимание

фундаментальных законов физики имеет пробелы. Неспособность объединить

гравитацию с квантовой механикой и космологические наблюдения, свидетель

ствующие об ускоренном расширении Вселенной, указывают на неполноту

нашего понимания законов Вселенной. Одним из возможных способов ре

шить накопившиеся проблемы является модификация ОТО. На данный момент

наиболее популярными способами расширения ОТО является добавление до

полнительного скалярного поля, а также поправок высших порядков по

кривизне в действие Эйнштейна-Гильберта. При этом, любая теория грави

тации должна удовлетворять астрономическим наблюдениям и экспериментам

на различных пространственно-временных масштабах и в различных гравита

ционных режимах. Именно этому вопросу и будет посвящена данная работа:

проверке наиболее перспективных модифицированных моделей гравитации

(теория Хорндески, теория Бранса-Дикке, гибридная метрическая-Палатини

f(R)-гравитация и модель Гаусса-Бонне) на астрофизических объектах с различ

ным гравитационным полем: в слабом поле Солнечной системы, в поле двойных

систем с пульсаром и в сильном поле черной дыры.

1.1 Теория гравитации Хорндески

Теория Хорндески - наиболее общая скалярно-тензорная теория гравита

ции с уравнениями поля второго порядка [34]. В этой теории не возникают

неустойчивости Остроградского. Модель гравитации Хорндески представляет

из себя обобщение ковариантных теорий с галилеонами. Действие теории Хорн
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дески представимо в виде [35]:

𝑆 =
𝑐4

16π

5∑︁
𝑖=2

∫︁
𝑑4𝑥

√
−𝑔𝐿𝑖 +

∫︁
𝑑4𝑥𝐿𝑚(𝐴

2(φ)𝑔µν, 𝑞(𝑗)𝑚 ), (1.1)

где 𝑐 - скорость света, 𝑔 - определитель метрики, 𝐿𝑚 - плотность лагранжиана

матери, 𝑞(𝑗)𝑚 - материальные поля, 𝐿𝑖 - плотность гравитационных лагранжи

анов:

𝐿2 = 𝐺2(φ, 𝑋), 𝐿3 = −𝐺3(φ, 𝑋)□φ,

𝐿4 = 𝐺4(φ, 𝑋)𝑅 +𝐺4𝑋 [(□φ)
2 − (∇µ∇νφ)

2],

𝐿5 = 𝐺5(φ, 𝑋)𝐺µν∇µ∇νφ− 𝐺5𝑋

6

[︂
(□φ)3 + 2(∇µ∇νφ)

3 − 3(∇µ∇νφ)
2□φ

]︂
,

(1.2)

здесь 𝐺µν - это тензор Эйнштейна, 𝑅 - скалярная кривизна, φ - скалярное по

ле, 𝑋 = −1/2∇µφ∇µφ, ∇µ - ковариантная производная, □φ = 𝑔µν∇µ∇νφ,

𝐺𝑖(φ, 𝑋) - функции скалярного поля φ и его кинематического члена 𝑋,

𝐺𝑖𝑋 = 𝜕𝐺𝑖

𝜕𝑋 . Конкретный вид функций 𝐺𝑖(φ, 𝑋) определяет частную теорию

гравитации.

Плотность лагранжиана материи зависит от гравитационных полей, эта

зависимость может быть представлена как

𝐿𝑚 = 𝐿𝑚(𝐴
2(φ)𝑔µν, 𝑞(𝑗)𝑚 ), (1.3)

где 𝐴(φ) - некоторая функция скалярного поля φ. Используя конформные

преобразования 𝑔µν → 𝐴2(φ)𝑔µν, можно перейти из формализма Эйнштейна

в формализм Йордана, где поля материи не связаны напрямую со скалярным

полем, и их связь осуществляется через метрику [36—38].

Теория гравитации Хорндески предсказывает существование скалярного

поля, которое позволяет описывать ускоренное расширение Вселенной [39]. Од

нако такое скалярное поле не должно сильно влиять на динамику локальных

систем, таких, например, как Солнечная система. Для этого в теорию может

быть введен механизм для подавления взаимодействия скалярного поля с обыч

ной материей на малых масштабах. Одним из таких возможных механизмов

является механизм Вайнштейна [40], который в оригинальном варианте приме

нялся для теорий с массивным гравитоном, однако сейчас активно используется

и в других моделях, в том числе и в теории Хорндески [41; 42]. В рамках
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вайнштейновского механизма невозможно игнорировать нелинейные эффекты

внутри радиуса Вайнштейна 𝑟𝑉 , линеаризация может быть применена только

вне этого радиуса 𝑟𝑉 . Говоря иначе, в пределах радиуса Вайнштейна, флуктуа

ции скалярной моды становятся нелинейными, а члены с производными высших

порядков становятся больше, чем канонический кинетический член. Это приво

дит к подавлению кинетического члена, что позволяет теории проходить тесты

в Солнечной системе, сохраняя при этом отклонения от ОТО на больших рас

стояниях. Таким образом, теория может описывать ускоренное расширение и

иметь заметные отпечатки на крупномасштабной структуре Вселенной, не стал

киваясь с другими, гораздо более строгими ограничениями из наблюдений в

локальных системах. В данной работе мы ограничимся подклассом моделей

Хорндески, в котором не подразумевается применения вайнштейновского ме

ханизма.

Помимо механизма Вайнштейна, в настоящее время в контексте ска

лярно-тензорных моделей гравитации широко исследуются и другие типы

экранирующих механизмов, такие как хамелионные [43; 44], симметронные [45;

46] и дилатонные [47; 48]. Однако, в данной работе мы сосредоточимся на

теориях, которые не подразумевают наличия никаких типов экранирующих ме

ханизмов. В этом случае действие (1.1) включает в себя только следующий

набор плотностей гравитационных лагранжианов 𝐿𝑖:

𝐿2 = 𝐺2(φ, 𝑋), 𝐿3 = −𝐺3(φ)□φ, 𝐿4 = 𝐺4(φ)𝑅, 𝐿5 = 0, (1.4)

а функция 𝐺2(φ, 𝑋) включает только нулевой и линейный вклады от кинема

тического члена 𝑋.

Данная теория предлагает решение части проблем, которые не были пол

ностью решены в рамках ОТО. Например, скалярное поле позволяет описать

ускоренное расширение Вселенной. Поэтому в течение последних нескольких

лет теория Хорндески привлекает все большее число исследователей. Теория ин

тенсивно изучается в контексте космологии [49—51] и физики черных дыр [52;

53]. Так как теория Хорндески является наиболее общей скалярно-тензорной

теорией с уравнениями поля второго порядка, очень важной задачей является

проверка теории на различных пространственно-временных масштабах и в раз

личных гравитационных режимах. Модель уже проверена в экспериментах по

линзированию галактических скоплений в работе Т. Нарикавы и соавторов [54]

и на данных реликтового излучения в работах Т. Салвателли и соавтров [55] и
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Дж. Ренка и соавторов [56]. Особое внимание следует уделить недавним работам

Дж. Эзкиага и М. Зумалакарреги [57] и Т. Бейкера и соавторов [58], относя

щимся к проверке теории Хорндески по данным зарегистрированного события

гравитационного излучения GW170817 [59] и сопутствующего гамма-всплеска

GRB 170817A [60]. В этих работах авторы исследовали скорость гравитацион

ных волн в различных теориях гравитации и показали, что данные, полученные

из столкновения двух нейтронных звезд GW170817 [59] и гамма-всплеска GRB

170817A [60], позволяют сильно ограничить параметры теории Хорндески. Со

гласно данным событий GW170817 и GRB 170817A 𝐺4𝑋 = 0 и 𝐺5 = 𝑐𝑜𝑛𝑠𝑡𝑎𝑛𝑡

[57; 58], и обсуждаемый здесь подкласс теории Хорндески согласуется с эти

ми ограничениями.

1.1.1 Нарушение гравитационного слабого принципа

эквивалентности

Различные модифицированные модели гравитации предсказывают на

рушение принципов эквивалентности, на которых базируется ОТО [61]. В

скалярно-тензорных теориях инертная масса и внутренняя структура гравити

рующего тела зависят от локального значения скалярного поля. Как результат,

законы движения такого объекта зависят от его внутренней структуры, что

приводит к нарушению гравитационного слабого принципа эквивалентности

(ГСПЭ), который гласит, что пробные частицы ведут себя в гравитационном по

ле и в вакууме одинаково, в независимости от своей внутренней структуры [61].

Вследствие нарушения ГСПЭ скалярно-тензорные теории, в отличие от ОТО,

предсказывают наличие скалярного дипольного излучения от двойных систем,

содержащих компактный объект, в частности от двойных систем с пульсарами

[31; 62—64]. Этот эффект наиболее сильно проявляется в смешанных двойных

системах, где компаньоном пульсара является астрофизический объект с силь

но отличающимся значением собственной гравитационной энергии связи (белый

карлик, звезда главной последовательности, черная дыра). Так как диполь

ное излучение появляется, когда центр масс системы не совпадает с центром

инерции, смешанные системы и системы с орбитами с большим значением экс
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центриситета являются наиболее подходящими для получения ограничений на

скалярно-тензорные теории [31].

Ирдли первым рассмотрел взаимодействие двух частиц точечной массы в

скалярно-тензорной теории и показал, что в этом случае влияние скалярного по

ля на внутреннюю структуру тела может быть выражено через предположение,

что масса тела является функцией скалярного поля [62]. Поэтому материальное

действие для системы частиц точечных масс может быть записано как

𝑆𝑚 = −𝑐2
∑︁
𝑎

∫︁
𝑚𝑎(φ)𝑑τ𝑎, (1.5)

где 𝑚𝑎(φ) - инертная масса частицы 𝑎, τ𝑎 - собственное время частицы 𝑎, изме

ренное вдоль его мировой линии 𝑥µ𝑎 . Из (1.5) можно увидеть, что масса 𝑚𝑎(φ)

зависит от положения (так как значение φ зависит от координаты) и, следова

тельно, ГСПЭ нарушается. Тензор энергии-импульса тогда принимает вид:

𝑇 µν =
𝑐√
−𝑔

∑︁
𝑎

𝑚𝑎(φ)
𝑢µ𝑢ν

𝑢0
δ3(�⃗� − �⃗�𝑎(𝑡)),

𝑇 ≡ 𝑔µν𝑇
µν = − 𝑐3√

−𝑔

∑︁
𝑎

𝑚𝑎(φ)

𝑢0
δ3(�⃗� − �⃗�𝑎(𝑡)), (1.6)

где 𝑢µ = 𝑑𝑥µ𝑎/𝑑τ𝑎 - четырехскорость частицы 𝑎, 𝑑τ =
√
−𝑑𝑠2/𝑐, 𝑑𝑠2 = 𝑔µν𝑑𝑥

µ𝑑𝑥ν

- интервал, 𝑢µ𝑢µ = −𝑐2 и δ3(�⃗� − �⃗�𝑎(𝑡)) - трехмерная дельта функция-Дирака.

Со временем постановка задачи взаимодействия тел в системе услож

нилась, так как в двойных системах тела не являются точками, а имеют

определенный размер. В работах [65; 66] С. М. Копейкиным были получены

уравнения поступательного и вращательного движения 𝑁 протяженных тел,

имеющих произвольное распределение массы и скорости вещества, как в слу

чае ОТО, так и для скалярно-тензорной теории гравитации. Такие вычисления

имеют большое значение для моделирования гравитационных волн, излучае

мых двойными системами черных дыр, состоящих из сверхмассивной черной

дыры и черной дыры звездной массы. Эти объекты представляют ключевую

научную цель для планируемой космической гравитационно-волновой обсерва

тории LISA, и уравнения движения черных дыр в этих системах должны быть

известны с беспрецедентной точностью. Однако в данной работе мы ограничим

ся приближением точечных гравитирующих масс, так как этого достатотаточно

для нашей цели: вычисления изменения орбитального периода двойных систем
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с пульсаром в теории Хорндески без учета эффектов экранирования (см. Гла

ву 4).

1.1.2 Уравнения поля в пределе слабого поля

Одной из основных задач данной работы является изучение гравита

ционного излучения двойных систем с пульсаром, предсказываемого теорией

Хорндески. Пульсар - это сильно замагниченная нейтронная звезда. Поверх

ностный гравитационный потенциал такого объекта выражается как Φ𝑁𝑆 =

(𝐺𝑁𝑀𝑁𝑆)/(𝑐
2𝑅𝑁𝑆) = 0.2 (где 𝐺𝑁 - ньютоновская гравитационная постоянная,

𝑀𝑁𝑆 - масса нейтронной звезды, 𝑅𝑁𝑆 - ее радиус). Гравитационное поле вокруг

нейтронной звезды является очень сильным (в сравнении со слабым гравита

ционным полем Солнечной системы, где Φ⊙ ∼ 10−6). Однако, на большом

расстоянии от источника (в месте расположения детектора), где и предполага

ется рассчитывать поток гравитационной энергии, уносимый гравитационным

излучением от двойной системы с пульсаром, значение поверхностного потен

циала источника не имеет значительного влияния на метрику 𝑔µν и скалярное

полеφ. Поэтому можно рассматривать возмущения уравнений поля относитель

но фоновой метрики - метрики Минковского ηµν [8; 11; 12; 67; 68]. В пределе

малых скоростей (𝑣/𝑐 ≪ 1), скалярное и тензорное поля могут быть разложе

ны около своих фоновых значений:

φ = φ0 +ψ,

𝑔µν = ηµν + ℎµν, (1.7)

где ℎµν и ψ - малые возмущение тензорного и скалярного полей порядка

𝑂(𝑣2/𝑐2), φ0 - фоновое значение скалярного поля вдали от источника. Сто

ит заметить, что, хоть в общем случае фоновое значение скалярного поля и

меняется со временем [69], данный эффект имеет чрезвычайно слабое влияние

на эволюцию двойной звездной системы, поэтому далее пренебрежем этой за

висимостью и будем считать, что фоновое значение скалярного поля является

константной величиной. При дальнейших вычислениях мы будем использовать

квази-Минковскую систему координат. Приближение слабых гравитационных
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полей и малых скоростей (𝑣/𝑐 ≪ 1), использующееся здесь, называется пост

ньютоновским (ПН) разложением [31; 70; 71]. Ранее постньютоновский предел

теории Хорндески уже рассматривался в работе М. Хохманна [72], где им были

получены постньютоновские уравнения поля и их решения. Рассмотрим подроб

нее эти результаты.

Учитывая выражения (1.7) и тот факт, что рассматривается случай тео

рии Хорндески без экранирования, функции 𝐺𝑖(φ, 𝑋) могут быть разложены

в ряд Тейлора около фонового значения скалярного поля:

𝐺(φ, 𝑋) =
∞∑︁

𝑚,𝑛=0

𝐺(𝑚,𝑛)ψ
𝑚𝑋𝑛, 𝑛 ⩽ 1,

𝐺(𝑚,𝑛) =
1

𝑚!𝑛!

𝜕𝑚+𝑛

𝜕𝑚φ𝜕𝑛𝑋
𝐺(φ, 𝑋)

⃒⃒⃒⃒
φ=φ0,𝑋=0

,

𝐺(φ, 𝑋) ≡ 𝐺(φ) for 𝑛 = 0. (1.8)

Здесь 𝐺(𝑚,𝑛) - константы.

В действии материи (1.5) инертная масса является функцией скалярного

поля, которая может быть разложены в ряд Тейлора около φ0:

𝑚𝑎(φ) = 𝑚𝑎(φ0)

[︂
1 + 𝑠𝑎

ψ

φ0
− 1

2

(︂
ψ

φ0

)︂2

(𝑠𝑎 − 𝑠2𝑎 − 𝑠′𝑎) +𝑂(ψ3)

]︂
. (1.9)

Далее будем обозначать инертную массу𝑚𝑎(φ0) как𝑚𝑎. Величины 𝑠𝑎 и 𝑠′𝑎 пред

ставляют собой чувствительности первого и второго порядка соответственно.

Эти параметры впервые были введены Ирдли [62]:

𝑠𝑎 ≡
𝜕(ln𝑚𝑎)

𝜕(lnφ)

⃒⃒⃒⃒
φ0

, 𝑠′𝑎 ≡
𝜕2(ln𝑚𝑎)

𝜕(lnφ)2

⃒⃒⃒⃒
φ0

. (1.10)

Уравнения поля в слабополевом пределе (в общем виде уравнения были

получены в работах Т. Кобаяши и соавторов [35] и К. Гао [73]) для скалярно

го поля имеют вид:

− 𝐺2(0,1)□ψ+𝐺2(0,1)(𝜕ρℎ
τρ − 1

2
ητα𝜕αℎ)𝜕τψ+ 2𝐺3(1,0)□ψ+𝐺2(0,1)ℎµν𝜕

µ𝜕νψ

− 𝐺2(1,1)ψ□ψ−𝐺2(1,1)𝜕ρψ𝜕
ρψ− 2𝐺3(1,0)ℎµν𝜕

µ𝜕νψ+ 2𝐺3(2,0)𝜕ρψ𝜕
ρψ

− 2𝐺3(1,0)(𝜕ρℎ
τρ − 1

2
ητα𝜕αℎ)𝜕τψ+ 2𝐺3(2,0)ψ□ψ =

16π

𝑐4
𝜕𝑇

𝜕ψ
+𝐺2(1,0) +𝐺2(2,0)ψ

+
1

2
𝐺2(3,0)ψ

2 −
(︂
1

2
𝐺2(1,1) − 2𝐺3(2,0)

)︂
𝜕ρψ𝜕

ρψ+𝐺4(1,0)𝑅[ℎ2]

+ (𝐺4(1,0) + 2𝐺4(2,0)ψ)(𝜕µ𝜕νℎ
µν −□ℎ). (1.11)
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Для метрики уравнения поля будут выглядеть как:

− 1

2
𝐺2(0,0)ηµν −

1

2
𝐺2(0,0)ℎµν −

1

2
𝐺2(1,0)ηµνψ− 1

2
𝐺2(1,0)ℎµνψ− 1

4
𝐺2(2,0)ηµνψ

2

+
1

4
𝐺2(0,1)ηµν𝜕ρψ𝜕

ρψ− 1

2
𝐺2(0,1)𝜕µψ𝜕νψ+𝐺3(1,0)𝜕µψ𝜕νψ− 1

2
𝐺3(1,0)ηµν𝜕ρψ𝜕

ρψ

+ 𝐺4(0,0)

(︂
𝜕α𝜕νℎ

α
µ −

1

2
□ℎµν −

1

2
𝜕µ𝜕νℎ− 1

2
ηµν𝜕α𝜕βℎ

αβ +
1

2
ηµν□ℎ

)︂
+ 𝐺4(1,0)ψ

(︂
𝜕α𝜕νℎ

α
µ −

1

2
□ℎµν −

1

2
𝜕µ𝜕νℎ+

1

2
ηµν□ℎ− 1

2
ηµν𝜕α𝜕βℎ

αβ

)︂
+ 𝐺4(0,0)𝐺µν[ℎ

2]−𝐺4(1,0)𝜕µ𝜕νψ+𝐺4(1,0)ηµν□ψ+𝐺4(1,0)ℎµν□ψ

+
1

2
𝐺4(1,0)𝜕ρψ(𝜕νℎ

ρ
µ −𝐺4(1,0)ηµν(𝜕ρℎ

τρ − 1

2
ητα𝜕αℎ)𝜕τψ+ 𝜕µℎ

ρ
ν − ηρα𝜕αℎµν)

− 𝐺4(2,0)ψ𝜕µ𝜕νψ−𝐺4(1,0)ηµνℎρσ𝜕
ρ𝜕σψ+𝐺4(2,0)ηµνψ□ψ+𝐺4(2,0)ηµν𝜕ρψ𝜕

ρψ

− 𝐺4(2,0)𝜕µψ𝜕νψ =
8π

𝑐4
𝑇µν, (1.12)

где 𝐺µν[ℎ
2] - часть тензора Эйнштейна порядка ℎµνℎ

µν, а □ - оператор

Д’Аламбера.

Учитывая выражения (1.7), получим тензор энергии-импульса (1.6), его

след, а также 𝜕𝑇
𝜕ψ в ближней зоне (вблизи источника):

𝑇 µν =
∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝑢
µ𝑢ν
(︂
1− ℎ𝑘

𝑘

2
− 𝑣2𝑎

2𝑐2
+ 𝑠𝑎

ψ

φ0

)︂
δ3(�⃗� − �⃗�𝑎(𝑡)),

𝑇 = − 𝑐2
∑︁
𝑎

𝑚𝑎

(︂
1− ℎ𝑘

𝑘

2
− 𝑣2𝑎

2𝑐2
+ 𝑠𝑎

ψ

φ0

)︂
δ3(�⃗� − �⃗�𝑎(𝑡)),

𝜕𝑇

𝜕ψ
= − 𝑐2

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

φ0

[︂
𝑠𝑎

(︂
1− ℎ𝑘

𝑘

2
− 𝑣2𝑎

2𝑐2

)︂
− (𝑠𝑎 − 𝑠2𝑎 − 𝑠′𝑎)

ψ

φ0

]︂
δ3(�⃗� − �⃗�𝑎(𝑡)),

(1.13)

где 𝑣𝑎 - скорость объекта 𝑎.

Члены 𝐺2(0,0) и 𝐺2(1,0) ответственны за эффекты ускоренного расширения

Вселенной и имеют порядок космологической постоянной. В работе А. Аштека

ра и соавторов [74] было показано, что такие эффекты не имеют значительного

влияния на гравитационное излучение от изолированных систем, поэтому да

лее этими членами будем пренебрегать.
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1.1.3 Постньютоновские решения уравнений поля

Линеаризация уравнений поля (1.11) и (1.12) имеет вид [72]:

− (𝐺2(0,1) − 2𝐺3(1,0))□ψ−𝐺2(2,0)ψ+𝐺4(1,0)(□ℎ− 𝜕µ𝜕νℎ
µν) =

16π

𝑐4
𝜕𝑇

𝜕ψ
,

𝐺4(0,0)

(︂
𝜕α𝜕νℎ

α
µ −

1

2
□ℎµν −

1

2
𝜕µ𝜕νℎ− 1

2
ηµν𝜕α𝜕βℎ

αβ +
1

2
ηµν□ℎ

)︂
+ 𝐺4(1,0)ηµν□ψ−𝐺4(1,0)𝜕µ𝜕νψ =

8π

𝑐4
𝑇µν. (1.14)

Далее введем следующие обозначения:

θµν = ℎµν −
1

2
ηµνℎ−

𝐺4(1,0)

𝐺4(0,0)
ηµνψ,

θ = −ℎ− 4
𝐺4(1,0)

𝐺4(0,0)
ψ. (1.15)

После введения поперечной (лоренцовой) калибровки 𝜕µθ
µν = 0 уравне

ния поля сводятся к следующему виду:

□θµν = − 16π

𝑐4𝐺4(0,0)
𝑇µν, (1.16)

□ψ−𝑚2
ψψ =

16π

𝑐4
𝑐ψ𝑆, (1.17)

где

𝑚2
ψ =

𝐺2(2,0)

2𝐺3(1,0) −𝐺2(0,1) − 3
𝐺2

4(1,0)

𝐺4(0,0)

, (1.18)

𝑐ψ = −
𝐺4(1,0)

2𝐺4(0,0)

(︂
2𝐺3(1,0) −𝐺2(0,1) − 3

𝐺2
4(1,0)

𝐺4(0,0)

)︂ , (1.19)

𝑆 = 𝑇 −
2𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

𝜕𝑇

𝜕ψ
. (1.20)

Уравнение (1.17) - аналог неоднородного уравнения Клейна-Гордона, где пара

метр𝑚ψ представляет собой обратную комптоновскую длину волны скалярного

поля. Таким образом масса скалярного поля 𝑚ψ имеет размерность обратной

длины волны [см−1].
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Следующий шаг - получение ведущего порядка статического решения для

скалярного поля. Используя (1.17), (1.13) и (1.20), можно получить выраже

ние [72]:

ψ =
4𝑐ψ
𝑐2

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

𝑟𝑎

(︂
1− 2𝑠𝑎

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎, (1.21)

где 𝑟𝑎 = |�⃗� − �⃗�𝑎(𝑡)|.
Решение уравнений (1.16) в ближней зоне имеет вид:

θ00 =
4

𝑐2𝐺4(0,0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

𝑟𝑎
+𝑂

(︂
𝑣

𝑐

)︂4

,

θ𝑖𝑗 =
4

𝑐4𝐺4(0,0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝑣
𝑎
𝑖 𝑣

𝑎
𝑗

𝑟𝑎
+𝑂

(︂
𝑣

𝑐

)︂6

,

θ = − 4

𝑐2𝐺4(0,0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

𝑟𝑎
+𝑂

(︂
𝑣

𝑐

)︂4

. (1.22)

Таким образом, ведущий порядок возмущений метрики определяется как [72]:

ℎ00 =
2

𝑐2𝐺4(0,0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

𝑟𝑎
+

4𝑐ψ
𝑐2

𝐺4(1,0)

𝐺4(0,0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

𝑟𝑎
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

(︂
1− 2𝑠𝑎

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
+𝑂

(︂
𝑣

𝑐

)︂4

,

ℎ𝑖𝑗 = δ𝑖𝑗

[︂
2

𝑐2𝐺4(0,0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

𝑟𝑎
− 4𝑐ψ

𝑐2
𝐺4(1,0)

𝐺4(0,0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

𝑟𝑎
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

(︂
1− 2𝑠𝑎

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂]︂
+𝑂

(︂
𝑣

𝑐

)︂4

,

ℎ =
4

𝑐2𝐺4(0,0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

𝑟𝑎
− 16𝑐ψ

𝑐2
𝐺4(1,0)

𝐺4(0,0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

𝑟𝑎
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

(︂
1− 2𝑠𝑎

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
+𝑂

(︂
𝑣

𝑐

)︂4

,

(1.23)

с ℎ𝑜𝑖 = 𝑂(𝑣/𝑐)3. Здесь δ𝑖𝑗 дельта-символ Кронекера.

1.1.4 Уравнения движения в двойной системе

Ранее задача вычисления гравитационного излучения от двойных систем

подробно исследовалась как в рамках ОТО [17; 75], так и других модифициро

ванных теорий гравитации, в том числе и скалярно-тензорных [12; 68]. Теория

Хорндески также изучалась в этом ключе, однако в работе [76] С. Хоу и И.
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Гонг рассмотрели только безмассовый случай теории. Тем не менее, в этой ра

боте [76] авторы получили уравнения движения в двойной системе в общем

виде для теории Хорндески, без перехода к безмассовому случаю. Здесь мы

приводим этот результат в деталях, чтобы в дальнейшем его использовать для

целей данной работы.

ГСПЭ - один из принципов, которые работают в ОТО, но могут на

рушаться в модифицированных теориях гравитации [61]. В частности, в

скалярно-тензорных моделях зависимость инертной массы от чувствительно

сти приводит к нарушению ГСПЭ. Чувствительность показывает изменение

массы компактного объекта при его движении относительно дополнительного

поля. Поэтому различные тела неодинаково реагируют на движение относитель

но окружающего поля. Таким образом, они будут двигаться вдоль различных

траекторий. Благодаря нарушению ГСПЭ, орбитальная динамика систем с

компактными объектами модифицируется. Чтобы найти явный вид влияния

чувствительности на уравнения движения, используем метод, предложенный

А. Эйнштейном, Л. Инфельдом и Б. Хоффманном [77].

Уравнения движения для тела 𝑎 массы 𝑚𝑎 могут быть получены из плот

ности лагранжиана материи:

𝐿𝐸𝐼𝐻 = − 𝑐2
∑︁
𝑎

∫︁
𝑚𝑎(φ)

𝑑τ𝑎
𝑑𝑡

𝑑𝑡 = −𝑐2
∑︁
𝑎

𝑚𝑎(φ)

√︃
−𝑔00 − 2𝑔0𝑖

𝑣𝑖𝑎
𝑐
− 𝑔𝑖𝑗

𝑣𝑖𝑎𝑣
𝑗
𝑎

𝑐2

= −
∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝑐
2

{︂
1− 𝑣2𝑎

2𝑐2
−
∑︁
𝑏 ̸=𝑎

[︂
1

𝑐2𝐺4(0,0)

𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑏
− 4𝑠𝑎𝑐ψ

𝑐2φ0

𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑏
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏

×
(︂
1− 2𝑠𝑏

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
+

2𝑐ψ
𝑐2

𝐺4(1,0)

𝐺4(0,0)

𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑏

(︂
1− 2𝑠𝑏

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏

]︂
+𝑂

(︂
𝑣

𝑐

)︂4}︂
,

(1.24)

где 𝑟𝑎𝑏 = |�⃗�𝑎(𝑡) − �⃗�𝑏(𝑡)|. Из (1.24) можно выделить эффективную гравитаци

онную постоянную:

𝐺𝑎𝑏 =

[︂
1

𝐺4(0,0)
+ 2𝑐ψ

𝐺4(1,0)

𝐺4(0,0)
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏

(︂
1− 2𝑠𝑏

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
− 4𝑠𝑎𝑐ψ

φ0

(︂
1− 2𝑠𝑏

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏

]︂
. (1.25)

Этот результат симметричен относительно обмена между всеми парами частиц

[76].
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Соответствующие уравнения движения для системы N-тел до ньютонов

ского порядка определяются как

�⃗�𝑎 = −
∑︁
�̸�=𝑎

𝒢𝑎𝑏𝑚𝑏

𝑟2𝑎𝑏

ˆ⃗𝑟𝑎𝑏, (1.26)

с

𝒢𝑎𝑏 =
1

𝐺4(0,0)

{︂
1 + (1 +𝑚ψ𝑟𝑎𝑏)𝑒

−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏

[︂
2𝑐ψ𝐺4(1,0)

(︂
1− 2𝑠𝑏

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
−

4𝑠𝑎𝑐ψ𝐺4(0,0)

φ0

(︂
1− 2𝑠𝑏

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂]︂}︂
, (1.27)

где �⃗�𝑎 - ускорение тела 𝑎, ˆ⃗𝑟𝑎𝑏 - единичный вектор направления от тела 𝑏 к те

лу 𝑎. Масса скалярного поля ответственна за эффект ускоренного расширения

Вселенной. Поэтому влияние этого эффекта начинается с расстояний, сильно

превышающих расстояние между объектами в двойной системе. Используем

приближение 𝑚ψ𝑟𝑎𝑏 ≪ 1 и 𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏 → 1. В этом случае, эффективная гравита

ционная постоянная между компонентами двойной системы имеет вид:

𝒢𝑎𝑏 =
1

𝐺4(0,0)

[︂
1 + 2𝑐ψ𝐺4(1,0)

(︂
1− 2𝑠𝑏

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
−

4𝑠𝑎𝑐ψ𝐺4(0,0)

φ0

(︂
1− 2𝑠𝑏

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂]︂
.

(1.28)

Теперь рассмотрим орбитальную динамику двойной системы с компакт

ным объектом. Движение компонент такой системы подчиняется третьему

закону Кеплера:

𝑎3(2π/𝑃𝑏)
2 = 𝒢12𝑚. (1.29)

Орбитальная энергия связи имеет вид:

𝐸 = −𝒢12𝑚µ

2𝑎
, (1.30)

где 𝑎 - большая полуось орбиты, 𝒢12 - эффективная гравитационная постоянная

между двумя компактными объектами, 𝑚 = 𝑚1 + 𝑚2 и µ = 𝑚1𝑚2/𝑚, 𝑃𝑏 -

орбитальный период двойной системы.

Наиболее значимым диссипативным эффектом является изменение орби

тального периода двойной системы за счет излучения гравитационных волн.

Потери энергии могут быть выражены через производную орбитального пери

ода с использованием уравнений (1.29) и (1.30):

�̇�

𝐸
= −2

3

�̇�𝑏

𝑃𝑏
. (1.31)
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Таким образом, изменение орбитального периода двойной системы, содержащей

пульсар, напрямую определяется потерями энергии в этой системе.

В данной главе приведены результаты, которые имеют прямое отношение

к нашей работе, но были получены другими авторами. Дальнейшие вычис

ления гравитационного излучения от двойной системы с пульсаром в случае

теории Хорндески без учета эффектов экранирования, являющиеся уже непо

средственно результатом нашей работы, приведены в Главе 2. В дальнейшем

мы применим ограничения, полученные из данных по изменению орбитального

периода в двойных системах с пульсаром, для более общего подкласса теории

Хорндески, рассмотренного здесь, к ее важным частным случаям: к массивной

теории Бранса-Дикке и к гибридной метрической-Палатини f(R)-гравитации

(см. Главу 4).

1.2 Массивная теория Бранса-Дикке

Одним из частных случаев теории Хорндески является массивная теория

Бранса-Дикке [31]. Модель Бранса-Дикке - одна из первых скалярно-тензорных

теорий, получивших широкое распространение [78; 79]. В рамках этой модели

было получено много интересных результатов: в работе С. Алексеева и соав

торов [80] были рассмотрены кротовые норы, а в работе Д. Третьяковой и

соавторов [81] исследовались отскоки и были получены ограничения на кос

мологические параметры. После открытия ускоренного расширения Вселенной

[2—5] многие исследователи рассматривают массивную версию этой модели, как

один из способов объяснить это загадочное явление [82].

Действие массивной теории Бранса-Дикке имеет вид [31]:

𝑆 =
1

2𝑘2

∫︁
𝑑4𝑥

√
−𝑔
[︁
φ𝑅− ω𝐵𝐷

φ
𝜕µφ𝜕

µφ+ 𝑉 (φ)
]︁
+ 𝑆𝑚. (1.32)
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Варьируя действие относительно метрики и скалярного поля, можно по

лучить следующие уравнения поля:

𝑅µν −
1

2
𝑔µν𝑅 =

𝑘2

φ
𝑇µν +

1

2φ
𝑔µν𝑉 (φ)− ω𝐵𝐷

2φ2
𝑔µν∇α∇αφ+

ω𝐵𝐷

φ2
∇µφ∇νφ

+
1

φ
𝜕µ𝜕νφ− 1

φ
𝑔µν□𝑔φ, (1.33)

□𝑔φ− φ[2𝑉 −φ𝑉φ]
3 + 2ω𝐵𝐷

=
𝑘2

3 + 3ω𝐵𝐷

(︂
𝑇 − 2φ

𝜕𝑇

𝜕φ

)︂
, (1.34)

где

□𝑔 =
1

√
−𝑔

𝜕ν(
√
−𝑔𝑔µν𝜕µ). (1.35)

Общая массивная скалярно-тензорная теория (1.1) может быть сведена к

массивной теории Бранса-Дикке при следующем выборе параметров 𝐺𝑖 [83]:

𝐺2 =
2ω𝐵𝐷

φ
𝑋 + 𝑉 (φ), 𝐺3 = 0, 𝐺4 = φ, 𝐺5 = 0. (1.36)

В данной работе нам интересно рассмотрение массивной теории Бранса

Дикке как частного случая теории Хорндески. В частности нашей целью

является и изучение гравитационного излучения от двойной системы с пуль

саром в рамках этой модели. Ранее массивная версия теории Бранса-Дикке

исследовалась в двойных системах с пульсарами Дж. Алсингом и соавторами

[31]. Авторы показали, что пульсарные данные не позволяют наложить стро

гие ограничения на модель, а наилучшие ограничения могут быть получены из

ППН параметра γ, померенного в Солнечной системе. Также в работе [31] было

найдено выражение для изменения орбитального периода в двойной системе с

пульсаром. В нашей работе мы сравним ограничения, найденные при рассмот

рении массивной теории Бранса-Дикке как частного случая теории Хорндески,

с результатами работы [31] и покажем, какой подход дает более точный ре

зультат (см. Главу 4).

1.3 Гибридная f(R)-гравитация

Помимо скалярно-тензорных теорий, чисто геометрические f(R)-модели

также могут быть сведены к частным случаям теории Хорндески, так как
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многие f(R)-теории могут быть представлены как скалярно-тензорные. Модели

f(R)-гравитации выделяются среди различных способов модификации ОТО [39;

84—86]. Гравитационная часть действия f(R)-теорий представляет из себя про

извольную функцию скаляра Риччи 𝑅. Модель f(R)-гравитации была успешно

применена в теориях инфляции А. Старобинским [87], после чего такие тео

рии и получили широкое распространение. Модели f(R) интересны тем, что

ускоренное расширение Вселенной является следствием гравитационной теории

и возникает здесь естественным образом. Кроме того, f(R)-гравитация при

влекательна как альтернатива модели ΛCDM, так как эта теория позволяет

одновременно описывать инфляцию в ранней Вселенной и ускоренное расши

рение, наблюдаемое в настоящее время [88—95]. Помимо этого, f(R)-модели

обеспечивают хорошее согласие с наблюдательными данными, будучи практи

чески неотличимыми от ΛCDM [96; 97].

В рамках моделей f(R)-гравитации есть два способа получения уравнений

поля: метрический и Палатини. В метрическом подходе 𝑔µν является единствен

ной динамической переменной, и только по ней варьируется действие. Метод

Палатини заключается в том, что символы Кристоффеля вводятся как неза

висимые от метрики величины, и варьирование производится и относительно

символов Кристоффеля, и относительно метрики. Кроме того, при использо

вании подхода Палатини уравнения поля имеют второй порядок, тогда как в

метрическом подходе — четвертый [98; 99].

Тем не менее, оба эти подхода имеют неразрешимые на данный мо

мент проблемы. Метрическая f(R)-гравитация имеет сложности с описанием

Солнечной системы и прохождением стандартных тестов в слабополевом преде

ле [100—102]. Конечно, в метрическом подходе существует ограниченный класс

жизнеспособных моделей [91; 94; 96]. Любая теория f(R)-гравитации может

быть представлена как скалярно-тензорная модель. Именно в таком представ

лении наиболее ярко проявляются особенности метрических f(R)-теорий. В

частности, такая теория может быть интерпретирована как скалярно-тензор

ная модель Бранса-Дикке с ω𝐵𝐷 = 0 (ω𝐵𝐷 — параметр Бранса-Дикке) и

нетривиальным скалярным потенциалом 𝑉 (φ). Чтобы теория не противоречила

ограничениям, наложенным наблюдениями в Солнечной системе и лабора

торными экспериментами, скалярное поле должно иметь массу и обладать

диапазоном взаимодействия, который не превышает нескольких миллиметров.

Очевидно, такое скалярное поле, не будет влиять на космологию [44; 103].
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Следовательно, метрические f(R)-модели только тогда жизнеспособны, когда

каким-то образом скалярное поле может быть “скрыто” в локальных экспе

риментах, но при этом на космологических масштабах оно ведет себя как

дальнодействующее поле, что достигается при помощи хамелеонного механиз

ма [43; 44; 90; 104].

Палатини f(R)-гравитацию можно представить как скалярно-тензорную

модель Бранса-Дикке с ω𝐵𝐷 = −3/2 и тем же нетривиальным скалярным

потенциалом 𝑉 (φ), что и в метрической варианте. В этом случае, скалярное

поле является нединамическим и в вакууме такая модель может быть пред

ставлена как ОТО с эффективной космологической постоянной Λ𝑒𝑓𝑓 . Данное

свойство позволяет описывать ускоренное расширение Вселенной на поздних

этапах, если Λ𝑒𝑓𝑓 мало. Однако, несмотря на эти привлекательные особенно

сти, все Палатини f(R)-модели с малым Λ𝑒𝑓𝑓 , изученные к настоящему моменту,

приводят к неприемлемым особенностям в эволюции космологических возму

щений [105; 106].

Недавно Т. Харко и соавторами была разработана модель, которая

представляет из себя суперпозицию метрического лагранжиана Эйнштейна

Гильберта и f(R)-члена, построенного по методу Палатини [107]. Теория

получила название гибридной метрической-Палатини f(R)-гравитации. Авто

рами работы [107] показано, что модель позволяет описать космологическую

крупномасштабную структуру, при этом не влияя на динамику Солнечной си

стемы. Такие результаты привели к многочисленным исследованиям гибридной

f(R)-гравитации. Космологические следствия модели были рассмотрены во мно

гих работах: С. Бомером и соавторами была исследована статическая Вселенная

Эйнштейна [108]; Н. Лима и В. Смер-Баррето [109], а также И. Линизбарутиа и

соавторы изучили различные космологические модели [110]; в работе С. Капоц

циелло и соавторов [111] были получены космологические решения, и описано

ускоренное расширение Вселенной. Помимо этого, гибридная f(R)-гравитация

изучена на астрофизических масштабах от звезд до скоплений галактик. В ра

боте С. Капоцциелло и соавторов [112] показано, что различие визуальных и

вириальных масс скоплений галактик может объясняться через геометрические

члены в обобщенной теореме вириала. Модель гибридной f(R)-гравитации так

же позволяет описать скорости вращения пробных частиц, движущихся вокруг

галактик без введения большого количества темной материи [113]. Все эти ис

следования показали перспективность гибридной f(R)-гравитации.
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Основной причиной для введения гибридной метрической-Палати

ни f(R)-гравитации является следующее. Как ранее обсуждалось, если

f(R)-гравитацию представить в скалярно-тензорном виде, то в метрическом

подходе она соответствует теории Бранса-Дикке с ω𝐵𝐷 = 0, тогда как в

варианте Палатини - модели с ω𝐵𝐷 = −3/2. В обоих случаях предска

зания f(R)-гравитации несовместимы с ограничениями, накладываемыми

наблюдениями в Солнечной системе, потому что в оригинальной теории Бранса

Дикке ω𝐵𝐷 → ∞. Такое несоответствие можно преодолеть, если рассмотреть

действие, в котором стандартная часть ОТО, т. е. 𝑅, задается согласно метриче

скому подходу, тогда как дальнейшие степени свободы гравитационного поля,

т. е. 𝑓(R), определяется по методу Палатини. В этом случае скалярное поле

будет динамическим, и недостатки как метрических, так и Палатини моделей

устраняются. Интересной особенностью модели является то, что она позволяет

нестандартное скалярно-тензорное представление в терминах динамического

скалярного поля, которое при этом не обязано иметь большую массу, чтобы

не противоречить данным, полученным из наблюдений в Солнечной системе

и из лабораторных экспериментов. Особенностей в эволюции космологических

возмущений, появляющихся в моделях Палатини, здесь не возникает, так

как скалярное поле слабо связано с веществом. Таким образом, в гибридной

f(R)-гравитации скалярное поле может играть активную роль в космологии,

при этом не вступая в противоречие с локальными экспериментами.

Действие гибридной f(R)-гравитации имеет следующий вид [114]:

𝑆 =
𝑐4

2𝑘2

∫︁
𝑑4𝑥

√
−𝑔[𝑅 + 𝑓(ℜ)] + 𝑆𝑚, (1.37)

где 𝑘2 = 8π𝐺, а 𝐺 - гравитационная постоянная. Здесь первое слагаемое 𝑅

и материальная часть 𝑆𝑚 – это действие Эйнштейна-Гильберта, аналогичное

ОТО; второе слагаемое 𝑓(ℜ) – это слагаемое Палатини. Их отличие заключа

ется в том, что первая часть определяется целиком метрикой 𝑔µν, тогда как

в Палатини части еще одной независимой величиной являются Γαµν – симво

лы Кристоффеля. Скалярная кривизна из действия (1.37) выражается в обоих

подходах (метрическом и Палатини) через символы Кристоффеля единообраз

но [114]:

𝑅 = 𝑔µν𝑅µν ≡ 𝑔µν
(︀
Γαµν,α − Γαµα,ν + ΓααλΓ

λ
µν − ΓαµλΓ

λ
αν

)︀
,

ℜ = 𝑔µνℜµν ≡ 𝑔µν
(︁
Γ̂αµν,α − Γ̂αµα,ν + Γ̂ααλΓ̂

λ
µν − Γ̂αµλΓ̂

λ
αν

)︁
, (1.38)
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однако в метрической части символы Кристоффеля связаны с метрическим

тензором и его производными следующим образом:

Γαµν =
1

2
𝑔αβ

(︂
𝜕𝑔βµ
𝜕𝑥ν

+
𝜕𝑔βν
𝜕𝑥µ

− 𝜕𝑔µν
𝜕𝑥β

)︂
, (1.39)

а в случае подхода Палатини метрический тензор 𝑔µν и символы Кристоффеля

Γ̂αµν являются независимыми величинами. Это означает, что варьировать дей

ствие (1.37) необходимо не только относительно 𝑔µν, но еще и относительно Γ̂αµν.

Модель, соответствующая действию (1.37), является динамически экви

валентной скалярно-тензорной теории [114], которая неминимально связана с

гравитацией через (1 + φ)𝑅, где φ - скалярное поле. Чтобы получить явное

представление действия в скалярно-тензорном виде, введем произвольное по

ле 𝐴 такое, что

𝑆 =
𝑐4

2𝑘2

∫︁
𝑑4𝑥

√
−𝑔[𝑅 + 𝑓(𝐴) + 𝑓𝐴 · (ℜ− 𝐴)] + 𝑆𝑚, где 𝑓𝐴 =

𝑑𝑓

𝑑𝐴
. (1.40)

Переобозначая слагаемые так, что скалярное поле φ ≡ 𝑓𝐴 и потенциал 𝑉 (φ) ≡
𝐴𝑓𝐴 − 𝑓(𝐴), действие принимает вид:

𝑆 =
𝑐4

2𝑘2

∫︁
𝑑4𝑥

√
−𝑔[𝑅 +φℜ− 𝑉 (φ)] + 𝑆𝑚. (1.41)

Затем, варьируя действие (1.41) относительно метрики 𝑔µν, скалярного по

ля φ и Палатини-символов Кристоффеля Γ̂αµν, можно получить три уравнения

Лагранжа-Эйлера (где 𝑉φ = 𝑑𝑉/𝑑φ):

𝑅µν +φℜµν −
1

2
(𝑅 +φℜ− 𝑉 ) 𝑔µν =

𝑘2

𝑐4
𝑇µν,

ℜ− 𝑉φ = 0,

∇̂α

(︀√
−𝑔φ𝑔µν

)︀
= 0. (1.42)

С учетом полученных уравнений можно выразить действие (1.41) через ска

лярное поле φ:

𝑆 =
𝑐4

2𝑘2

∫︁
𝑑4𝑥

√
−𝑔

[︂
(φ+ 1)𝑅 +

3

2φ
𝜕µφ𝜕

µφ− 𝑉 (φ)

]︂
+ 𝑆𝑚. (1.43)
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Также после преобразования выражений (1.3) записываются два итоговых урав

нения поля на 𝑔µν и φ соответственно [114]:

(1 +φ)𝑅µν =
𝑘2

𝑐4

(︂
𝑇µν −

1

2
𝑔µν𝑇

)︂
+

1

2
𝑔µν

[︂
𝑉 (φ) +∇α∇αφ

]︂
+ ∇µ∇νφ− 3

2φ
𝜕µφ𝜕νφ, (1.44)

∇µ∇µφ − 1

2φ
𝜕µφ𝜕

µφ− φ[2𝑉 (φ)− (1 +φ)𝑉φ]

3
= − 𝑘2

3𝑐4
φ𝑇. (1.45)

Следствия гибридной f(R)-гравитации ранее рассматривались как на

космологических масштабах, так и в слабополевом пределе. В работе И. Ли

низбарутиа и соавторов на теорию накладывались ограничения на основании

экспериментальных данных по определению гравитационной постоянной и дан

ных эксперимента “Кассини” по отклонению луча света в гравитационном поле

Солнца [110]. Тем не менее, более полным тестом гравитационной модели в Сол

нечной системе является параметризованный постньютоновский формализм.

Поэтому помимо применения заявленной проверки гибридной f(R)-гравитации

в сильном поле двойных систем с пульсаром, исследуем эту теорию в слабо

полевом пределе и ограничим, используя постньютоновские параметры. Это

позволит впоследствии сравнить ограничения, полученные в разных гравита

ционных режимах. Поэтому далее в этой главе рассмотрим постньютоновский

формализм, его применение к гибридной f(R)-гравитации, покажем, как в заяв

ленной теории было найдено выражение для постньютоновского параметра γ и

для эффективной гравитационной постоянной [110], и затем используем приве

денные в этой главе результаты для более полного постньютоновского анализа

и получения всех оставшихся постньютоновских параметров (см. Главу 3).

1.3.1 ППН предел гибридной f(R)-гравитации

В рамках ППН формализма метрики теорий гравитации могут быть пред

ставлены в виде обобщенной ППН метрики, которая включает в себя ППН

параметры и ППН потенциалы. Различия между наблюдениями и гравитацион

ными моделями выражаются через набор 10 ППН параметров, тогда как форма

ППН потенциалов остается неизменной в различных теориях.
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Картина изменяется, если в модели есть массивные поля. Тогда метрика

включает не только стандартные ППН потенциалы, но и потенциалы юкавско

го типа. Следовательно, ППН формализм не может быть напрямую применен

к гравитационным моделям с массивными полями [31]. Есть два пути для

модификации ППН формализма. Первым способом является введение новых

ППН потенциалов, включая потенциалы юкавского типа. Тогда новые ППН

параметры останутся константами, однако, будет необходимо обеспечить их

взаимосвязь с экспериментами в Солнечной системе и со стандартными ППН

параметрами [115]. Второй путь заключается в сохранении стандартной формы

ППН потенциалов, однако при этом ППН параметры становятся функциями

пространственной переменной [116]. В этом случае ППН параметры уже не

являются постоянными, а их экспериментальное значение теперь зависит от

расстояния, на котором эксперимент проводился. Тем не менее, данный под

ход применим и для проверки гравитационных моделей с массивными полями

на конкретном расстоянии. Рассмотрим второй метод модификации ППН фор

мализма.

Основным преимуществом ППН формализма является то, что он позволя

ет тестировать с высокой точностью теории гравитации в Солнечной системе.

Первоначально создатели ППН формализма К. Уилл и К. Нодтведт развивали

несколько различные подходы [9; 117]. К. Нордтведт изучал постньютоновскую

метрику для системы точечных гравитирующих масс, которая выглядит сле

дующим образом [117]:

𝑔00 = − 1 + 2
∑︁
𝑘

𝐺

𝑐2
𝑚𝑘

𝑟𝑘
− 2β

(︃∑︁
𝑘

𝐺

𝑐2
𝑚𝑘

𝑟𝑘

)︃2

+ 2(1− 2β+ ζ2)
∑︁
𝑘

𝐺

𝑐2
𝑚𝑘

𝑟𝑘

∑︁
𝑗 ̸=𝑘

𝐺

𝑐2
𝑚𝑗

𝑟𝑗𝑘

+ (2γ+ 1 + α3 + ζ1)
∑︁
𝑘

𝐺

𝑐4
𝑚𝑘𝑣

2
𝑘

𝑟𝑘
− ζ1

∑︁
𝑘

𝐺

𝑐4
𝑚𝑘

𝑟3𝑘
(�⃗�𝑘�⃗�𝑘)

2 − (α1 − α2 − α3)𝑤
2

×
∑︁
𝑘

𝐺

𝑐4
𝑚𝑘

𝑟3𝑘
− α2

∑︁
𝑘

𝐺

𝑐4
𝑚𝑘

𝑟𝑘
(�⃗��⃗�𝑘)

2 + (2α3 − α1)
∑︁
𝑘

𝐺

𝑐4
𝑚𝑘

𝑟𝑘
(�⃗��⃗�𝑘),

𝑔0𝑗 = − 1

2
(4γ+ 3 + α1 − α2 + ζ1)

∑︁
𝑘

𝐺

𝑐3
𝑚𝑘𝑣

𝑗
𝑘

𝑟𝑘
− 1

2
(1 + α2 − ζ1)

∑︁
𝑘

𝐺

𝑐3
𝑚𝑘

𝑟3𝑘
(�⃗�𝑘�⃗�𝑘)𝑟

𝑗
𝑘

− 1

2
(α1 − 2α2)𝑤

𝑗
∑︁
𝑘

𝐺

𝑐3
𝑚𝑘

𝑟𝑘
+ α2

∑︁
𝑘

𝐺

𝑐3
𝑚𝑘

𝑟3𝑘
(�⃗��⃗�𝑘)𝑟

𝑗
𝑘,

𝑔𝑖𝑗 =

(︃
1 + 2γ

∑︁
𝑘

𝐺

𝑐2
𝑚𝑘

𝑟𝑘

)︃
δ𝑖𝑗, (1.46)
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здесь 𝑤𝑖 - координатная скорость ППН системы координат относительно систе

мы покоя Вселенной.

В то же время, К. Уилл рассматривал материю системы в приближении

идеальной жидкости [9]. В этом случае постньютоновская метрика имеет вид:

𝑔00 = − 1 + 2
1

𝑐2
𝑈 − 2β

1

𝑐4
𝑈 2 + (2γ+ 1 + α3 + ζ1 − 2ξ)

1

𝑐4
Φ1

− 2(2β− 1− ζ2 − ξ)
1

𝑐4
Φ2 + 2(1 + ζ3)

1

𝑐4
Φ3 +

1

𝑐4
Φ𝑃𝐹

+ 2(3γ+ 3ζ4 − 2ξ)
1

𝑐4
Φ4 − (ζ1 − 2ξ)

1

𝑐4
Φ6 − 2ξ

1

𝑐4
Φ𝑊 ,

𝑔0𝑗 = − 1

2
[4γ+ 3 + α1 − α2 + ζ1 − 2ξ]

1

𝑐3
𝑉𝑗 −

1

2
(1 + α2 − ζ1 + 2ξ)

1

𝑐3
𝑊𝑗 +

1

𝑐3
Φ𝑃𝐹

𝑗 ,

𝑔𝑖𝑗 =

(︂
1 + 2γ

1

𝑐2
𝑈

)︂
δ𝑖𝑗, (1.47)

где ППН потенциалы представлены как

𝑈 =

∫︁
𝐺

ρ′

|�⃗� − 𝑟′|
𝑑3�⃗�′, Φ1 =

∫︁
𝐺
ρ′𝑣′2

|�⃗� − 𝑟′|
𝑑3�⃗�′, Φ2 =

∫︁
𝐺
ρ′𝑈 ′

|�⃗� − 𝑟′|
𝑑3�⃗�′,

Φ3 =

∫︁
𝐺
ρ′Π′

|�⃗� − 𝑟′|
𝑑3�⃗�′,Φ4 =

∫︁
𝐺

𝑝′

|�⃗� − 𝑟′|
𝑑3�⃗�′, 𝑉𝑗 =

∫︁
𝐺

ρ𝑣𝑗

|�⃗� − 𝑟′|
𝑑3�⃗�′,

Φ6 =

∫︁
𝐺ρ′𝑣′𝑗𝑣

′
𝑘

(𝑟 − 𝑟′)𝑗(𝑟 − 𝑟′)𝑘

|�⃗� − 𝑟′|3
𝑑3�⃗�′,Φ𝑃𝐹

𝑗 = −1

2
α1𝑤𝑗𝑈 + α2𝑤

𝑘𝑈𝑘𝑗,

Φ𝑊 =

∫︁
𝐺2ρ′ρ′′

(𝑟 − 𝑟′)𝑗

|�⃗� − 𝑟′|3

[︃
(𝑟′ − 𝑟′′)𝑗

|�⃗� − 𝑟′′|
− (𝑟 − 𝑟′′)𝑗

|𝑟′ − 𝑟′′|

]︃
𝑑3�⃗�′𝑑3�⃗�′′,

𝑊𝑗 =

∫︁
𝐺
ρ′�⃗�′(�⃗� − �⃗�′)(𝑟 − 𝑟′)𝑗

|�⃗� − 𝑟′|3
𝑑3�⃗�′, 𝑈𝑖𝑗 =

∫︁
𝐺
ρ′(𝑟 − 𝑟′)𝑖(𝑟 − 𝑟′)𝑗

|�⃗� − 𝑟′|
𝑑3�⃗�′,

Φ𝑃𝐹 = (α3 − α1)𝑤
2𝑈 + α2𝑤

𝑗𝑤𝑘𝑈𝑗𝑘 + (2α3 − α1)𝑤
𝑗𝑉𝑗, (1.48)

здесь индекс “PF” обозначает потенциалы, ответственные на наличие привили

гированной системы отсчета.

В работе К. Уиллом и К. Нодтведтом [10] было показано, что оба метода

являются эквивалентными, поэтому для удобства будем использовать подход

Нордтведта.

Для рассмотрения гибридной f(R)-гравитации в пределе слабого поля, раз

ложим скалярное φ и тензорное 𝑔µν поля относительно их фоновых значений:

φ = φ0 +ψ, 𝑔µν = ηµν + ℎµν. (1.49)
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В самом общем случае φ0 не будет константой, а является функцией от време

ни φ(𝑡). Тем не менее, можно пренебречь этой зависимостью, если характерная

шкала времени слишком велика по сравнению с динамической шкалой време

ни, которая связана с локальной системой. Таким образом, φ0 принимается

константой.

Различные компоненты возмущений метрики и скалярного поля в пост

ньютоновском пределе необходимо оценить до следующих постньютоновских

порядков ℎ00 ∼ 𝑂(2) + 𝑂(4), ℎ0𝑗 ∼ 𝑂(3), ℎ𝑖𝑗 ∼ 𝑂(2) и ψ ∼ 𝑂(2) + 𝑂(4) [11].

Тогда скалярный потенциал 𝑉 (φ) представим в виде разложения Тейлора от

носительно φ0 следующим образом:

𝑉 (φ) = 𝑉0 + 𝑉 ′ψ+
𝑉 ′′ψ2

2!
+

𝑉 ′′′ψ3

3!
..., (1.50)

а производная скалярного потенциала относительно ψ примет вид 𝑉φ = 𝑉 ′ +

𝑉 ′′ψ + 𝑉 ′′′ψ2/2.

Для системы точечных гравитирующих масс тензор энергии-импульса

определяется согласно формуле (1.6).

Компоненты тензора энергии-импульса (1.6) и его след в постньютонов

ском приближении принимают вид:

𝑇00 = 𝑐2
∑︁
𝑎

𝑚𝑎δ
3(�⃗� − 𝑟𝑎)

[︂
1− 3

2
ℎ00 +

1

2

𝑣2𝑎
𝑐2

− 1

2
ℎ

]︂
, (1.51)

𝑇0𝑖 = −𝑐
∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝑣
𝑖
𝑎δ

3(�⃗� − 𝑟𝑎), (1.52)

𝑇𝑖𝑗 =
∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝑣
𝑖
𝑎𝑣

𝑗
𝑎δ

3(�⃗� − 𝑟𝑎), (1.53)

𝑇 = −𝑐2
∑︁
𝑎

𝑚𝑎δ
3(�⃗� − 𝑟𝑎)

[︂
1− 1

2
ℎ00 −

1

2

𝑣2𝑎
𝑐2

− 1

2
ℎ

]︂
. (1.54)

Для получения уравнений поля (1.44) и (1.45) в слабополевом преде

ле (1.49) применим калибровку Нутку [118]:

ℎαβ,α −
1

2
δαβℎ

µ
µ,α =

ψ,β

1 +φ0
. (1.55)

Уравнение (1.45) в терминах возмущений скалярного поля, в ведущем по

рядке (𝑂(2)) имеет вид:(︀
∇2 −𝑚2

ψ

)︀
ψ(2) =

𝑘2φ0

3𝑐2

∑︁
𝑎

𝑚𝑎δ
3(�⃗� − 𝑟𝑎), (1.56)
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где 𝑚2
ψ = [2𝑉0 − 𝑉 ′ − (1 + φ0)φ0𝑉

′′]/3 - масса скалярного поля. Здесь и далее

верхний индекс обозначает порядок возмущений.

Уравнение (1.56) является экранированным уравнением Пуассона. Исполь

зуя его общее решение, а также свойства дельта-функции Дирака, получим

выражение для ψ(2):

ψ(2) = − 𝑘2φ0

12π𝑐2

∑︁
𝑎

𝑚𝑎
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

𝑟𝑎
. (1.57)

Теперь выразим 00-компоненту уравнения (1.44) в ведущем порядке 𝑂(2):

∇2

(︂
ℎ
(2)
00 − ψ(2)

1 +φ0

)︂
= − 𝑘2

𝑐2(1 +φ0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎δ
3(�⃗� − 𝑟𝑎) +

𝑉0

1 +φ0
. (1.58)

Используя найденное ранее выражение для ψ(2) (1.57) и полагая, что в метрику

в Солнечной системе главный вклад дает Солнце, получим решение для ℎ
(2)
00 :

ℎ
(2)
00 =

𝑘2

4π(1 +φ0)𝑐2
𝑀⊙

𝑟

(︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟

)︁
+

𝑉0

1 +φ0

𝑟2

6
, (1.59)

где 𝑀⊙ - масса Солнца. Здесь 𝑉0/(φ0 + 1) играет роль космологической

постоянной. На масштабах Солнечной системы его вклад должен быть несу

щественным, поэтому им можно пренебречь.

Из (1.59) выразим эффективную гравитационную постоянную [107; 114]:

𝐺𝑒𝑓𝑓 =
𝑘2

8π(1 +φ0)

(︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟

)︁
. (1.60)

Эффективная гравитационная постоянная в гибридной f(R)-гравитации

не является константой, а представляет из себя зависящую от расстояния

функцию. Ньютоновский предел воспроизводится двумя путями: φ0 ≪ 1 или

𝑚ψ𝑟 ≫ 1. Первый способ подразумевает возможность существования легкого

скалярного поля. В этом случае нет необходимости прибегать к экранирующим

механизмам в гибридной f(R)-гравитации для описания динамики Солнечной

системы [107; 114].

Выразим теперь 𝑖𝑗-компоненты уравнений поля (1.44) в ведущем поряд

ке 𝑂(2):

∇2

(︂
ℎ
(2)
𝑖𝑗 + δ𝑖𝑗

ψ(2)

1 +φ0

)︂
= δ𝑖𝑗

𝑉0

1 +φ0
− 𝑘2

(1 +φ0)𝑐2
δ𝑖𝑗
∑︁
𝑎

𝑚𝑎δ
3(�⃗� − 𝑟𝑎), (1.61)
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Получим решение, аналогичное ℎ
(2)
00 :

ℎ
(2)
𝑖𝑗 =

δ𝑖𝑗𝑘
2

4π(1 +φ0)𝑐2
𝑀⊙

𝑟

(︁
1 +

φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟

)︁
− δ𝑖𝑗

𝑉0

1 +φ0

𝑟2

6
. (1.62)

Чтобы найти модифицированные ППН параметры, нужно сравнить полу

ченную метрику с общей ППН метрикой для системы точечных гравитирующих

масс (1.46), введеной К. Нордведтом [10].

После сравнения (1.62) с (1.46), эффективный ППН параметр γ𝑒𝑓𝑓 выра

жается как [107; 114]

γ𝑒𝑓𝑓 =
1 +φ0𝑒

−𝑚ψ𝑟/3

1−φ0𝑒−𝑚ψ𝑟/3
. (1.63)

Стоит отметить, что γ𝑒𝑓𝑓 не является постоянной, но является функцией рас

стояния. Наблюдения предсказывают, что γ𝑒𝑥𝑝 ≈ 1 (в ОТО γ = 1) с высокой

точностью [67; 119—123]. Один из способов получить этот результат в гибрид

ной f(R)-гравитации - рассмотреть случай φ0 ≪ 1. Тогда выражение для γ𝑒𝑓𝑓

(1.63) не противоречит предположению о существовании легкого скалярного

поля [107; 114].

Используя выражения (1.60) и (1.63), И. Линизбарутиа и соавторы в ра

боте [110] ограничили фоновое значение скалярного поля на основании данных

эксперимента “Кассини” (γ𝑒𝑥𝑝 = 1 + (2.1 × 10−5) ± (2.3 × 10−5)):

− 3.4× 10−5 < φ0 < 3.4× 10−5 (1.64)

и на основании данных по измерению гравитационной постоянной(︂⃒⃒⃒⃒
𝐺𝑒𝑓𝑓 −𝐺

𝐺

⃒⃒⃒⃒
< 4.7 × 10−5

)︂
[124]:

− 5× 10−4 < φ0 < 5× 10−4. (1.65)

Причем для получения ограничений (1.64) рассматривался случай легкого ска

лярного поля 𝑚ψ𝑟 ≪ 1, а для получения (1.65) - случай 𝑚ψ𝑟 ≫ 1.

Целью нашей работы является получение остальных параметров ППН

формализма β, ξ, ζ1, ζ2, ζ3, ζ4,α1,α2,α3 для гибридной f(R)-гравитации, нало

жение ограничений на параметры модели с учетом всех ППН параметров, а

также сравнение полученных нами ограничений с найденными ранее в рабо

тах других авторов ((1.64) и (1.65)) (см. Главу 3). Помимо этого, мы также

сравним ограничения, найденные в рамках слабого поля с ограничениями, на

кладываемыми с использованием наблюдательных данными от двойных систем

с пульсаром (см. Главу 4).
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1.4 Модель Гаусса-Бонне

Другой интересный подход к модификации ОТО связан с добавлением

поправок высших порядков по кривизне к действию Эйнштейна. Такого рода

расширения гравитации Эйнштейна основаны на низкоэнергетическом преде

ле теории струн. Поправка низшего порядка задается членом Гаусса-Бонне

(второго порядка по кривизне), который является полной дивергенцией в четы

рехмерном пространстве-времени, но, будучи связанным со скалярным полем,

приводит к модификациям уравнений Эйнштейна [125; 126]. В этом случае дей

ствие теории гравитации имеет вид:

𝑆 =
1

16π

∫︁
𝑑4𝑥

√
−𝑔(−𝑅 + 2𝜕µφ𝜕µφ+ λ𝑒−2φ𝑆𝐺𝐵 + ...), (1.66)

где φ — дилатонное поле, а λ — константа связи, 𝑆𝐺𝐵 - член Гаусса-Бонне,

имеющий вид [127]:

𝑆𝐺𝐵 = 𝑅2 − 4𝑅𝑖𝑗𝑅
𝑖𝑗 +𝑅𝑖𝑗𝑘𝑙𝑅

𝑖𝑗𝑘𝑙. (1.67)

Такая модель получила название модели Гаусса-Бонне, и она также является

частным случаем теории Хорндески [128]. Для удобства вычислений в данном

разделе будет использована система единиц ℏ = 𝑐 = 𝐺 = 1, пока не огово

рено иное.

Модель Гаусса-Бонне была предложена в качестве возможного решения

проблемы ускоренного расширения Вселенной. В работе С. Ноджири и соав

торов [129] было показано, что эта теория действительно может играть роль

гравитационной альтернативы темной энергии. Кроме того, модель Гаусса

Бонне позволяет описать инфляционную эпоху и, затем, объединить инфляцию

с современным ускоренным расширением Вселенной, а также обеспечить пере

ход от замедления к ускорению [130].

Помимо этого, в рамках модели Гаусса-Бонне много внимания уделялось

исследованию черных дыр. В работе [131] С. Миньями и Р. Стюарт впервые

исследовали заряженную черную дыру в модели Гаусса-Бонне. Они показали,

что решение типа “черная дыра” существует и обладает нетривиальными дила

тонными “волосами”, что говорит о нарушении теоремы Уиллера [132; 133].

На данный момент решение типа “черная дыра” в модели Гаусса-Бонне

неизвестно в аналитическом виде. Однако многочисленные численные решения
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были получены. В частности, П. Канти и соавторы в работе [134] нашли ре

шение вне горизонта, пользуясь невозмущенными численными методами. С.О.

Алексеев и М. В. Помазанов пошли дальше в своих исследованиях и получили,

независимо от работы [134], численное решение во всех областях черной дыры,

включая область под горизонтом [125]. В обеих работах [134] и [125] рассматри

вался статический сферически-симметричный случай.

Случай вращающейся черной дыры в модели Гаусса-Бонне рассматривал

ся во многих работах: Б. Клайхаузом и соавторами [135], Д. Айзенбергом и

Н. Юнесом [136], А. Маселли и соавторами [137], С. Алексеевым и соавторами

[138], Н. Дерюэль и И. Морисавой [139] были получены численные решения для

вращающейся черной дыры. Помимо этого, был рассмотрен ряд потенциально

наблюдаемых свойств черных дыр: в работе [140] Х. Джанг и соавторы получи

ли спектр отражения аккрецирующих черных дыр, а в работе [141] А. Маселли

и соавторы исследовали его квазипериодические колебания; в работах З. Юнси

и соавторов [142] и П. Кунха и соавторов [143] были изучены тени, отбрасывае

мые черной дырой, а в работах Дж. Блазкез-Сальседо и соавторов [144; 145] и

П. Пани и В. Кардосо [146] – гравитационные квазинормальные моды.

В данной работе будет рассматриваться случай невращающейся незаря

женной сферически-симметричной черной дыры, поэтому далее для изучения

эффектов испарения черных дыр в модели Гаусса-Бонне нами будут использо

ваться результаты работы [125] С.О. Алексеева и М. В. Помазанова, в частности

полученное ими решение для черной дыры Гаусса-Бонне (см. Главу 5).

1.4.1 Испарение черных дыр

Основной задачей данной работы является поиск экспериментальных след

ствий модифицированных теорий гравитации, и одним из возможных тестов

таких моделей является рассмотрение эффектов испарения черных дыр. Под

испарением черных дыр подразумевается результат, полученный Зельдовичем

[147] и, параллельно, Хокингом [21], предсказывающий излучение частиц чер
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ной дырой. Число частиц, излученных черной дырой, определяется формулой:

𝑁𝑗ω𝑙𝑛𝑝 = Γ𝑗ω𝑙𝑛𝑝

1

exp

[︃
2π

κ
(ω−𝑚Ω− 𝑞𝑗Φ)

]︃
∓ 1

, (1.68)

где знак минус соответствует случаю бозонов, плюс – фермионов; κ – величина,

называемая поверхностной гравитацией; ω – частота частицы; 𝑚 – масса части

цы, Ω – угловая скорость вращения черной дыры, 𝑞𝑗 – заряд частицы типа 𝑗;

Φ – электрический потенциал черной дыры; Γ𝑗ω𝑙𝑚𝑝 – вероятность поглощения

падающей частицы типа 𝑗 с частотой ω, орбитальным квантовым числом 𝑙,

магнитным квантовым числом 𝑚 и поляризацией 𝑝.

Формула излучения Хокинга (1.68) имеет вид, схожий с распределения

ми Ферми и Бозе:

𝑁 = 𝑁0

1

exp

[︃
ω

𝑇

]︃
∓ 1

, (1.69)

где минус берется для случая бозонов, плюс – для фермионов. Поэтому можно

описать черную дыру, как абсолютно черное тело с температурой:

𝑇 =
1

2π

ωκ

ω−𝑚Ω− 𝑞Φ
. (1.70)

После чего можно использовать классический закон излучения абсолютно

черного тела:

𝑑𝑀

𝑑𝑡
= −σ𝑆𝐵𝑆𝑇 4 , (1.71)

где𝑀 – масса черной дыры, 𝑆 – площадь ее горизонта, 𝑇 – температура черной

дыры, σ𝑆𝐵 – постоянная Стефана-Больцмана. Зная мощность излучения, мож

но рассчитать время жизни черной дыры и относительное изменение ее массы

за любой промежуток времени.

Оригинальный метод, используемый Хокингом, содержит громоздкие вы

числения и не очень удобен. В нашей работе мы применим метод комплексных

траекторий, описывающий излучение черной дыры как туннелирование частиц

через ее горизонт [148]. Этот метод впервые был применен для описания испаре

ния черных дыр С.Шанкаранараянаном, Т. Падманабханом и К. Сринивасаном
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в работе [148]. Основным отличием метода является то, что в данном подхо

де в излучение Хокинга вкладываются не только пары частиц, возникающие

вне горизонта и туннелирующие внутрь черной дыры, но частицы, возника

ющие под горизонтом и туннелирующие наружу. Для известных черных дыр

(Шварцшильда, Рейснера - Нордстрёма) он дает тот же результат, что и ме

тод Хокинга [148].

1.4.2 Метод вычисления температуры черной дыры

Метод определения температуры черной дыры [148; 149] состоит в ис

пользовании квазиклассического приближения волновой функции частицы в

окрестности черной дыры и описании туннелирования частицы через потенци

альный барьер горизонта событий.

В методе используется ряд приближений. Рассматривается невращающа

яся черная дыра. Мы можем рассматривать статические черные дыры, так

как вращающиеся черные дыры через излучение теряют момент быстрее, чем

массу [150; 151]. Излучаемые черной дырой частицы можно считать бесспи

новыми и безмассовыми. В рамках ОТО оправданность такого приближения

подтверждает результат Пэйджа [150; 151], показывающий, что черная ды

ра испускает, в основном, безмассовые частицы с нулевым спином. В рамках

модифицированных теорий гравитации можно рассматривать излучение без

массовых бесспиновых частиц, так как по их распределению можно определить

температуру черной дыры, которая является характеристикой самой черной

дыры и не зависит от того, излучение каких частиц мы рассматриваем. Это

позволяет использовать волновую функцию без спиновой части для квантового

описания массивной частицы в поле черной дыры [22]. Так как излучение про

исходит из-за процесса рождения и уничтожения виртуальных частиц, то мы

так же будем считать время жизни виртуальных пар пренебрежимо малым.

Данные приближения определяют границы применимости метода. Метод

не будет давать корректные результаты для черных дыр, не успевших полно

стью излучить момент. Также, метод будет становиться неприменимым для

квантовых черных дыр, чьи времена жизни сопоставимы с временами жизни

пар виртуальных частиц.
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Рассмотрим стационарную сферически-симметричную черную дыру:

𝑑𝑠2 = 𝐴(𝑟)𝑑𝑡2 −
1

𝐵(𝑟)
𝑑𝑟2 − 𝑓(𝑟)

(︀
𝑑θ2 + sin2 θ𝑑φ2

)︀
, (1.72)

где метрические функции 𝐴(𝑟), 𝐵(𝑟), 𝑓(𝑟) зависят только от радиальной коор

динаты.

Приведенные выше приближения позволяют использовать обычную вол

новую функцию без спиновой части для квантового описания массивной

частицы в поле черной дыры [22]. Волновым уравнением для волновой функции

ψ массивной частицы будет уравнение Клейна-Гордона:

□ψ+𝑚2ψ = 0 , (1.73)

где 𝑚 – масса частицы.

Определитель метрической матрицы равен:

𝑔 = −
𝐴(𝑟)

𝐵(𝑟)
𝑓 2(𝑟) sin2 θ . (1.74)

Оператор Д’Аламбера можно преобразовать к виду:

□ =
1

𝐴

𝜕2

𝜕𝑡2
−

1√︁
𝐴
𝐵𝑓

𝜕

𝜕𝑟

(︃
√
𝐴𝐵𝑓

𝜕

𝜕𝑟

)︃
−

1

𝑓

(︃
1

sin θ

𝜕

𝜕θ

(︃
sin θ

𝜕

𝜕θ

)︃
+

1

sin2 θ

𝜕2

𝜕φ2

)︃
.

(1.75)

Часть оператора Д’Аламбера, содержащая угловые переменные, является

угловой частью оператора Лапласа в сферических координатах:

∆θφ =

(︃
1

sin θ

𝜕

𝜕θ

(︃
sin θ

𝜕

𝜕θ

)︃
+

1

sin2 θ

𝜕2

𝜕φ2

)︃
. (1.76)

Для угловой части оператора Лапласа собственными функциями являют

ся сферические гармоники:

∆θ,φ𝑌𝑙𝑚(θ,φ) = −𝑙(𝑙 + 1)𝑌𝑙𝑚(θ,φ) . (1.77)

Более того, угловая часть оператора Лапласа пропорциональна квадрату

момента, поэтому в поле невращающейся черной дыры могут существовать со

стояния с определенным моментом и его проекцией, и их волновые функции

будут иметь вид:

ψ(𝑡,𝑟,θ,φ) = Ψ(𝑡,𝑟)𝑌𝑙𝑚(θ,φ) , (1.78)
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где 𝑙 – момент частицы, 𝑚 – проекция момента. Это позволит нам искать ре

шение уравнения Клейна-Гордона (1.73) в виде (1.78).

Подставляя (1.75) и (1.78) в (1.73), получим уравнение:

1

𝐴

𝜕2Ψ

𝜕𝑡2
−

1√︁
𝐴
𝐵𝑓

𝜕

𝜕𝑟

(︂√
𝐴𝐵𝑓

𝜕Ψ

𝜕𝑟

)︂
+

𝑙(𝑙 + 1)

𝑓
Ψ+𝑚2Ψ = 0 , (1.79)

для части волновой функции, зависящей от радиальной координаты и време

ни. Далее, чтобы использовать квазиклассическое приближение для волновой

функции, уйдем от используемой системы единиц ℏ = 1 и примем, что ℏ явля

ется малой величиной, тогда волновую функцию можно представить как:

Ψ = exp

[︃
𝑖

ℏ
(𝑆0 + ℏ𝑆1)

]︃
, (1.80)

где 𝑆0 – классическое действие, 𝑆1 – квантовые поправки. При таком выборе Ψ

соответствующие производные примут вид:⎧⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎨⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎩

𝜕Ψ

𝜕𝑡
=

(︃
𝑖

ℏ
𝜕𝑆0

𝜕𝑡
+ 𝑖

𝜕𝑆1

𝜕𝑡

)︃
Ψ ,

𝜕2Ψ

𝜕𝑡2
=

⎛⎝ 𝑖

ℏ
𝜕2𝑆0

𝜕𝑡2
+ 𝑖

𝜕2𝑆1

𝜕𝑡2
+

⎛⎝−
1

ℏ2

(︃
𝜕𝑆0

𝜕𝑡

)︃2

−

(︃
𝜕𝑆1

𝜕𝑡

)︃2

− 2
1

ℏ
𝜕𝑆0

𝜕𝑡

𝜕𝑆1

𝜕𝑡

⎞⎠⎞⎠Ψ ,

𝜕Ψ

𝜕𝑟
=

(︃
𝑖

ℏ
𝜕𝑆0

𝜕𝑟
+ 𝑖

𝜕𝑆1

𝜕𝑟

)︃
Ψ ,

𝜕2Ψ

𝜕𝑟2
=

⎛⎝ 𝑖

ℏ
𝜕2𝑆0

𝜕𝑟2
+ 𝑖

𝜕2𝑆1

𝜕𝑟2
+

⎛⎝−
1

ℏ2

(︃
𝜕𝑆0

𝜕𝑟

)︃2

−

(︃
𝜕𝑆1

𝜕𝑟

)︃2

− 2
1

ℏ
𝜕𝑆0

𝜕𝑟

𝜕𝑆1

𝜕𝑟

⎞⎠⎞⎠Ψ .

(1.81)

Квазиклассическому случаю соответствует переход ℏ → 0, и важны будут

только наиболее быстро возрастающие члены, пропорциональные величине
1

ℏ2
.

Подставляя только члены ведущего порядка в (1.79), получим уравнение [148]:

1

𝐴

(︃
𝜕𝑆0

𝜕𝑡

)︃2

−𝐵

(︃
𝜕𝑆0

𝜕𝑟

)︃2

= 0 . (1.82)

Решение уравнения (1.82) имеет вид [148]:

𝑆0(𝑡1,𝑡2,𝑟1,𝑟2) = 𝐸

𝑡2∫︁
𝑡1

𝑑𝑡∓ 𝐸

𝑟2∫︁
𝑟1

1
√
𝐴𝐵

𝑑𝑟 , (1.83)
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где 𝑡1, 𝑟1 – начальная радиальная и временная координаты частицы, 𝑡2, 𝑟2 –

конечная радиальная и временная координаты частицы. Туннелированию ча

стицы через горизонт черной дыры соответствует случай, когда 𝑡1 < 𝑡2, 𝑟1 < 𝑟2

и точки 𝑟1,𝑟2 лежат по разные стороны от горизонта. Знак перед вторым членом

в уравнении (1.83), выбирается положительным, чтобы классический радиаль

ный импульс 𝜕𝑆0/𝜕𝑟 был положительным [148].

Так как, мы рассматриваем случай черной дыры, то одна из функций 𝐴

или 𝐵 должна иметь особую точку, определяющую положение горизонта [22].

Вклад в 𝑆0 в выражении (1.83) в диапазонах (𝑟1, 𝑟0−ε) и (𝑟0+ε, 𝑟2) (где ε→ 0)

является действительным. Тогда разобьем интеграл [148]:

𝑆0 = −𝐸 lim
ε→0

𝑟0+ε∫︁
𝑟0−ε

𝑑𝑟
√
𝐴𝐵

+ (real part). (1.84)

Здесь мы приняли во внимание, что туннелирование происхоит мгновенно.

Перенесем полюс в комплексную плоскость и обойдем его по замкнутому

контуру. Для этого воспользуемся теоремой Коши, утверждающей, что, инте

грал функции 𝑓 , аналитической в некоторой замкнутой односвязной области

𝐺 ⊂ C за исключением конечного числа особых точек, по замкнутому контуру

𝜕𝐺 в комплексной плоскости равен сумме вычетов 𝑓 во всех особых точках,

лежащих внутри данного контура, помноженной на 2π𝑖. Тогда интеграл при

нимает вид [148]:

𝑆0 = −𝐸 lim
ε→0

𝑟0+ε∫︁
𝑟0−ε

𝑑𝑟
√
𝐴𝐵

+ (real part) = 𝑖π𝐸 res
1

√
𝐴𝐵

+ (real part) . (1.85)

Теперь, зная вид квазиклассического действия и используя выражение

(1.80), находим вероятность излучения частицы [148]:

𝑃𝑒𝑚𝑖𝑠𝑠𝑖𝑜𝑛 = exp

⎡⎢⎢⎢⎢⎣− 4π𝐸

ℏ res
1

√
𝐴𝐵

⎤⎥⎥⎥⎥⎦𝑃𝑎𝑏𝑠𝑜𝑟𝑝𝑡𝑖𝑜𝑛. (1.86)

Так как в общем виде это выражение имеет вид [148]:

𝑃𝑒𝑚𝑖𝑠𝑠𝑖𝑜𝑛 = exp

[︃
−
𝐸

𝑇

]︃
𝑃𝑎𝑏𝑠𝑜𝑟𝑝𝑡𝑖𝑜𝑛, (1.87)
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то, таким образом, находим температуру черной дыры [148]:

𝑇 = −
ℏ

4π res
1

√
𝐴𝐵

. (1.88)

Данный результат качественно согласуется с результатами Пэйджа: температу

ра зависит только от геометрических параметров черной дыры [150; 151]. Для

известных черных дыр (Шварцшильда, Рейснера - Нордстрёма) он дает тот же

результат, что и метод Хокинга [148]

Здесь приведен метод комплексных траекторий, который и будет исполь

зоваться в Главе 5 для получения температуры черной дыры Гаусса-Бонне.

На основании этого результата будет вычислена начальная масса черной ды

ры Гаусса-Бонне, которая полностью испарится за время жизни Вселенной,

и, сравнив ее с аналогичной величиной для черной дыры Шварцшильда, мы

определим, возможно ли по наблюдениям гамма-всплесков отличить финаль

ные стадии испарения этих двух черных дыр.
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Глава 2. Проверка теории Хорндески (без учета эффектов

экранирования) в двойных системах с пульсаром

Результаты данной главы основаны на публикации [32].

Основной целью этой главы является исследование гравитационного излу

чения от двойных систем с пульсаром в подклассе теории Хорндески без учета

эффектов экранирования. В рамках исследования планируется получить вы

ражение для изменения орбитального периода и, используя наблюдательные

данные систем PSR J0737-3039 и PSR J1738-0333, наложить ограничения на

параметры теории Хорндески. Наше исследование опирается на результаты

полученные другими авторами и изложенные в Главе 1. В этой же главе мы

приводим наши оригинальные результаты.

2.1 Гравитационное излучение в двойной системе с пульсаром

В Главе 1 рассматриваемый подкласс теории Хорндески был исследован

в ближней зоне (вблизи источника), а также были получены уравнения движе

ния в двойной системе. Здесь мы сфокусируемся на диссипативных эффектах

в двойной системе с пульсаром: рассчитаем скорость потери энергии в связи с

излучением гравитационных волн (включая монопольное, дипольное, квадру

польное и диполь-октупольное излучения), и получим их вклады в изменение

орбитального периода. Однако, перед тем как перейти напрямую к вычислени

ям, необходимо найти псевдотензор энергии-импульса теории Хорндески.

2.1.1 Псевдотензор энергии-импульса

Вдали от локальной системы тензор энергии-импульса источника 𝑇µν мож

но считать равным нулю. Однако, влияние локальной системы на плоское

пространство-время остается в форме гравитационного излучения. Это излу
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чение имеет энергию и импульс и описывается эффективным псевдотензором

энергии-импульса.

Существует много различных методов для определения псевдотензора

энергии-импульса [152; 153]. В работе [153] А. Саффером и соавторами было

показано, что различные псевдотензоры в скалярно-тензорных теориях приво

дят к одному и тому же значению скорости потерь энергии в двойных системах.

В данной работе будет использоваться метод Нётер, как наиболее удобный.

Рассмотрим общее действие:

𝑆 =

∫︁
𝑑4𝑥

√
−𝑔[𝐿𝑔(𝑔µν, 𝜕α𝑔µν, 𝜕α𝜕β𝑔µν,φ, 𝜕αφ, 𝜕α𝜕βφ)

+ 𝐿𝑚(𝑞, 𝜕α𝑞, 𝜕α𝜕β𝑞,φ, 𝜕αφ, 𝜕α𝜕βφ)], (2.1)

где 𝐿𝑔 - плотность гравитационного лагранжиана, 𝐿𝑚 - плотность лагранжиана

материи, 𝑞 - материальные поля.

Вдали от локальной системы законы сохранения могут быть выражены

как:

𝜕α(
√
−𝑔[𝑇αγ + 𝑡αγ]) = 0. (2.2)

Часть, содержащая плотность лагранжиана материи 𝐿𝑚, в (2.1) дает ка

нонический тензор энергии-импульса материи. Оставшаяся величина 𝑡αγ - это

искомый псевдотензор. Метод Нётер позволяет определить псевдотензор как:

𝑡αγ = − 𝜕𝐿𝑔

𝜕(𝜕α𝑔µν)
𝜕γ𝑔µν + 𝜕β

(︂
𝜕𝐿𝑔

𝜕(𝜕α𝜕β𝑔µν)

)︂
𝜕γ𝑔µν −

𝜕𝐿𝑔

𝜕(𝜕α𝜕β𝑔µν)
𝜕β𝜕γ𝑔µν

− 𝜕𝐿𝑔

𝜕(𝜕αφ)
𝜕γφ− 𝜕𝐿𝑔

𝜕(𝜕α𝜕βφ)
𝜕β𝜕γφ+ 𝜕β

(︂
𝜕𝐿𝑔

𝜕(𝜕α𝜕βφ)

)︂
𝜕γφ+ δαγ𝐿𝑔.

(2.3)

Вернемся к рассматриваемому подклассу теории Хорндески. Плотность

гравитационного лагранжиана (1.4) с использованием разложений (1.7) сводит
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ся к

𝐿2 =
𝑐4

16π

(︂
𝐺2(2,0)ψ

2 − 1

2
𝐺2(0,1)𝜕µψ𝜕

µψ

)︂
,

𝐿3 =
𝑐4

16π
𝐺3(1,0)𝜕µψ𝜕

µψ,

𝐿4 =
𝑐4

16π

[︂
𝐺4(0,0)

4

(︂
4𝜕µ𝜕νℎ

µν − 4□ℎ− 8ℎµν𝜕µ𝜕αℎ
α
ν + 4ℎµν□ℎµν − 4𝜕αℎ

αµ𝜕νℎ
ν
µ

+4𝜕µℎ
µν𝜕νℎ+ 4ℎµν𝜕µ𝜕νℎ+ 3𝜕αℎ

µν𝜕αℎµν − 𝜕µℎ𝜕
µℎ− 2𝜕αℎ

µν𝜕µℎ
α
ν

)︂
+𝐺4(1,0)ψ(𝜕µ𝜕νℎ

µν −□ℎ)

]︂
,

𝐿5 = 0. (2.4)

Согласно четырехмерному аналогу теоремы Остроградского-Гаусса пол

ные производные могут быть удалены из действия (1.1). Оставшаяся часть

выражается как

√
−𝑔𝐿2 =

√
−𝑔

𝑐4

16π

(︂
𝐺2(2,0)ψ

2 − 1

2
𝐺2(0,1)𝜕µψ𝜕

µψ

)︂
,

√
−𝑔𝐿3 =

√
−𝑔

𝑐4

16π

(︂
𝐺3(1,0)𝜕µψ𝜕

µψ

)︂
,

√
−𝑔𝐿4 =

√
−𝑔

𝑐4

16π

[︂
𝐺4(0,0)

4

(︂
2𝜕αℎ

αµ𝜕νℎ
ν
µ − 2𝜕µℎ

µν𝜕νℎ− 𝜕αℎ
µν𝜕αℎµν + 𝜕µℎ𝜕

µℎ

)︂
− 𝐺4(1,0)𝜕µψ(𝜕νℎ

µν − 𝜕µℎ)

]︂
,

√
−𝑔𝐿5 = 0. (2.5)

Выразим псевдотензор (2.3) в соответствии с (2.5):

𝑡αγ =
𝑐4

16π

{︂
𝐺2(0,1)𝜕γψ𝜕

αψ− 2𝐺3(1,0)𝜕γψ𝜕
αψ+

𝐺4(0,0)

4

(︂
−4𝜕νℎ

νµ𝜕γℎ
α
µ

+ 2𝜕µℎ
µα𝜕γℎ+ 2𝜕γℎ

µν𝜕αℎµν − 2𝜕γℎ𝜕
αℎ+ 2𝜕γℎ

αν𝜕νℎ

)︂
+𝐺4(1,0)𝜕µψ𝜕γℎ

µα

+ 𝐺4(1,0)𝜕γψ(𝜕νℎ
αν − 𝜕αℎ)−𝐺4(1,0)𝜕

αψ𝜕γℎ+ δαγ

[︂
𝐺2(2,0)ψ

2

+
𝐺4(0,0)

4

(︂
2𝜕αℎ

αµ𝜕νℎ
ν
µ − 2𝜕µℎ

µν𝜕νℎ+ 𝜕µℎ𝜕
µℎ− 𝜕αℎ

µν𝜕αℎµν

)︂
− 𝐺4(1,0)𝜕µψ(𝜕νℎ

µν − 𝜕µℎ)

]︂}︂
. (2.6)
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Перейдем к новым переменным (1.15) и наложим поперечную-бесследовую

калибровку (TT), включающую два условия 𝜕µθ
µν = 0 и ηµνθµν = 0. Тогда

псевдотензор примет вид

𝑡αγ =
𝑐4

16π

{︂
𝐺4(0,0)

2
𝜕γθ

µν
𝑇𝑇𝜕

αθ𝑇𝑇µν − 𝜕γψ𝜕
αψ

(︂
2𝐺3(1,0) −𝐺2(0,1) − 3

𝐺2
4(1,0)

𝐺4(0,0)

)︂
+ δαγ

[︂
𝐺2(2,0)ψ

2 +
1

2
𝜕µψ𝜕

µψ

(︂
2𝐺3(1,0) −𝐺2(0,1) − 3

𝐺2
4(1,0)

𝐺4(0,0)

)︂
−

𝐺4(0,0)

4
𝜕αθ

µν
𝑇𝑇𝜕

αθ𝑇𝑇µν

]︂}︂
=

𝑐4

16π

[︂
𝐺4(0,0)

2
𝜕γθ

µν
𝑇𝑇𝜕

αθ𝑇𝑇µν +
𝐺4(1,0)

2𝐺4(0,0)𝑐ψ
𝜕γψ𝜕

αψ

+ δαγ

(︂
𝐺2(2,0)ψ

2 −
𝐺4(0,0)

4
𝜕αθ

µν
𝑇𝑇𝜕

αθ𝑇𝑇µν −
𝐺4(1,0)

4𝐺4(0,0)𝑐ψ
𝜕µψ𝜕

µψ

)︂]︂
. (2.7)

В последнем шаге используется выражение для 𝑐ψ из (1.19). Таким образом,

конечный вид псевдотензора Нётер в TT-калибровке нами получен.

Перейдем к вычислению тензорного и скалярного потоков энергии.

2.1.2 Поток энергии

Гравитационные волны уносят энергию системы и искривляют простран

ство-время. Псевдотензор энергии-импульса включает различные характеристи

ки импульса и энергии (плотности и потоки) гравитационных волн. Компонента

𝑡0𝑖 представляет собой поток энергии [8; 11; 67], поэтому усредненная скорость

изменения энергии двойной системы определяется как⟨
�̇�
⟩
= −𝑐𝑟2

∫︁
𝑑Ω
⟨︀
𝑡0𝑟
⟩︀
, (2.8)

где угловые скобки представляют собой усреднение по периоду двойной систе

мы, Ω - телесный угол.

В ОТО, поток энергии определяется распространением тензорной моды,

но в массивной скалярно-тензорной теории, помимо тензорной появляется еще

и скалярная мода. В волновой зоне (дальней зоне) материя отсутствует, и

𝑇αγ = 0, поэтому законы сохранения будут представлены как 𝜕α𝑡
αγ = 0. Так

как в выражении для псевдотензора 𝑡αγ нет смешанных компонент (θµν и ψ

разделены), то тензорная и скалярная части псевдотензора могут быть рас

смотрены раздельно. Тензорная часть псевдотензора энергии-импульса тогда
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определяется как

𝑡αγ(θ
𝑇𝑇
µν ) =

𝑐4

16π

[︂
𝐺4(0,0)

2
𝜕γθ

µν
𝑇𝑇𝜕αθ

𝑇𝑇
µν − δαγ

(︂
𝐺4(0,0)

4
𝜕µθ

µν
𝑇𝑇𝜕

µθ𝑇𝑇µν

)︂]︂
, (2.9)

скалярная часть псевдотензора имеет вид:

𝑡αγ(ψ) =
𝑐4

16π

[︂
𝐺4(1,0)

2𝐺4(0,0)𝑐ψ
𝜕γψ𝜕αψ+ δαγ

(︂
𝐺2(2,0)ψ

2 −
𝐺4(1,0)

4𝐺4(0,0)𝑐ψ
𝜕µψ𝜕

µψ

)︂]︂
.(2.10)

Поток энергии, определяемый тензорной модой

Согласно (2.8) тензорная часть усредненного потока энергии, излучаемой

в виде гравитационных волн, имеет вид:⟨
�̇�𝑔

⟩
= −𝑐𝑟2

∫︁
𝑑Ω
⟨︀
𝑡0𝑟𝑇𝑇 (θµν)

⟩︀
=

𝑐5𝑟2

16π

∫︁
𝑑Ω

⟨
𝐺4(0,0)

2
𝜕0θ

µν
𝑇𝑇𝜕𝑟θ

𝑇𝑇
µν

⟩
. (2.11)

Тензорная мода безмассовая и распространяется со скоростью света, θ𝑖𝑗(𝑡,𝑟)

принимает вид (1/𝑟)𝑓𝑖𝑗(𝑡−𝑟/𝑐), поэтому на больших расстояниях 𝜕𝑟θ𝑖𝑗 = −𝜕0θ𝑖𝑗

в лидирующем порядке. Используя этот факт, уравнение (2.11) упрощается до⟨
�̇�𝑔

⟩
= −

𝑐5𝑟2𝐺4(0,0)

32π

∫︁
𝑑Ω

⟨︀
𝜕0θ

µν
𝑇𝑇𝜕0θ

𝑇𝑇
µν

⟩︀
. (2.12)

Вернемся к уравнению (1.16). Формальное решение имеет вид:

θµν =
4

𝑐4𝐺4(0,0)

∫︁
𝑁

𝑑3�⃗�′
𝑇µν(𝑡− |�⃗� − �⃗�′|/𝑐)

|�⃗� − �⃗�′|
. (2.13)

Здесь, �⃗�′ находится в ближней зоне 𝑁 , тогда как �⃗� расположена в дальней

зоне (волновой зоне), таким образом |�⃗�′| ≪ |�⃗�|. Учитывая это условие, можно

разложить подынтегральную функцию по степеням (�⃗� × �⃗�′) в приближении

малых скоростей

θµν =
4

𝑟𝑐4𝐺4(0,0)

∞∑︁
𝑙=0

1

𝑐𝑙𝑙!

𝜕𝑙

𝜕𝑡𝑙

∫︁
𝑁

𝑇µν(𝑡− 𝑟/𝑐,�⃗�′)(�⃗�× �⃗�′)𝑙𝑑3�⃗�′, (2.14)

где �⃗� = �⃗�/𝑟 - единичный вектор в �⃗� направлении. Используя законы сохранения

𝜕ν𝑇
µν = 0, можно выразить пространственные компоненты θ𝑖𝑗 до лидирующе

го порядка (𝑙 = 0):

θ𝑖𝑗 =
4

𝑟𝑐4𝐺4(0,0)

∫︁
𝑇𝑖𝑗(𝑡− 𝑟/𝑐,�⃗�′)𝑑3�⃗�′ =

2

𝑟𝑐6𝐺4(0,0)

𝜕2

𝜕𝑡2

∫︁
𝑇00(𝑡− 𝑟/𝑐,�⃗�′)𝑟′𝑖𝑟

′
𝑗𝑑

3�⃗�′.

(2.15)
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В рамках ОТО в 𝑇00 присутствует только квадрупольный момент [17]. В рас

сматриваемом подклассе теории Хорндески монопольный и дипольный вклады

также отсутствуют в тензорной части гравитационного излучения, а лидирую

щим является именно квадрупольный вклад.

Компонента 𝑇00 определяет плотность энергии. Лидирующий порядок

вклада из 𝑇00 определяется как

𝑇00 =
∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝑐
2δ3(�⃗� − �⃗�𝑎(𝑡)). (2.16)

Подставляя это выражение в уравнение (2.15), получаем

θ𝑖𝑗 =
2

𝑟𝑐4𝐺4(0,0)

𝜕2

𝜕𝑡2
𝑀𝑖𝑗

⃒⃒⃒⃒
𝑟𝑒𝑡

, (2.17)

где

𝑀𝑖𝑗 =
∑︁
𝑎

𝑚𝑎(φ)𝑟𝑎𝑖 (𝑡)𝑟
𝑎
𝑗 (𝑡) (2.18)

квадрупольный момент. Индекс «ret» обозначает, что величина 𝑀𝑖𝑗 зависит от

запаздывающего аргумента 𝑡 − 𝑟/𝑐.

Теперь найдем усредненный поток энергии тензорной части в терминах

квадрупольных моментов:⟨
�̇�𝑔

⟩
= − 1

5𝑐5𝐺4(0,0)

⟨
...
𝑀

𝑘𝑙 ...
𝑀𝑘𝑙 −

1

3
(
...
𝑀

𝑘𝑘
)2
⟩
. (2.19)

Для интегрирования по телесному углу используется тот факт, что θ𝑇𝑇𝑖𝑗 =

Λ𝑖𝑗,𝑘𝑙θ
𝑘𝑙. Здесь Λ𝑖𝑗,𝑘𝑙 - оператор проекции [31]. Точка над переменной обозна

чает производную по координатному времени.

Будем рассматривать только двойные системы с квазикруговыми орбита

ми, которые параметризуются как

𝑥1(𝑡) = −𝑅1 cos(ω𝑡), 𝑦1(𝑡) = −𝑅1 sin(ω𝑡), 𝑧1 = 0;

𝑥2(𝑡) = 𝑅2 cos(ω𝑡), 𝑦2(𝑡) = 𝑅2 sin(ω𝑡), 𝑧2 = 0, (2.20)

здесь 𝑅𝑎 обозначает радиус орбиты двойной системы, а ω - орбитальная часто

та. Используя третий закон Кеплера (1.29), найдем конечную форму тензорной

части усредненного потока энергии, излучаемой в виде гравитационных волн:⟨
�̇�𝑔

⟩
= − 32µ2(𝒢12𝑚)3

5𝑐5𝐺4(0,0)𝑅5
= − 32µ2𝑚3

5𝑐5𝐺4
4(0,0)𝑅

5

{︂
1 +

[︂
2𝑐ψ𝐺4(1,0)

(︂
1− 2𝑠𝑏

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
−

4𝑠𝑎𝑐ψ𝐺4(0,0)

φ0

(︂
1− 2𝑠𝑏

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂]︂}︂3

, (2.21)
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где 𝑅 = 𝑅1 + 𝑅2, и в случае квазикруговой орбиты в уравнении (1.29) 𝑅 = 𝑎.

Величина 𝒢12 – эффективная гравитационная постоянная между компонентами

двойной системы (1.28).

Поток энергии, определяемый скалярной модой

Теперь рассмотрим потери энергии на скалярное излучение. Начнем с

решения уравнения (1.17). Получение такого типа решений основано на исполь

зовании метода функции Грина [31; 64; 154]. Начнем рассмотрение с уравнения:

(□−𝑚2
ψ)𝐺(𝑟,𝑟′) = −4πδ4(𝑟 − 𝑟′). (2.22)

Тогда формальное решение уравнения (1.17) принимает вид:

ψ(𝑟) = 4𝐺

∫︁
𝑑4𝑟′𝑆(𝑟′)𝐺(𝑟,𝑟′), (2.23)

где 𝑆 - функция источника.

Будем использовать запаздывающую функцию Грина для оператора:

𝐺(𝑡− 𝑡′,𝑟 − 𝑟′) =
δ(𝑐(𝑡− 𝑡′)− |𝑟 − 𝑟′|)

|𝑟 − 𝑟′|
−Θ(𝑐(𝑡− 𝑡′)− |𝑟 − 𝑟′|)

×
𝑚ψ𝐽1(𝑚ψ

√︀
𝑐2(𝑡− 𝑡′)2 − |𝑟 − 𝑟′|2)√︀

𝑐2(𝑡− 𝑡′)2 − |𝑟 − 𝑟′|2
, (2.24)

где 𝐽1 - функция Бесселя первого типа, Θ - функция Хевисайда.

Конечное выражение для формального решения тогда определяется как

ψ = − 4𝑐ψ
𝑟𝑐4

∫︁ ∞

0

𝑑𝑧𝐽1(𝑧)
∞∑︁
𝑙=0

1

𝑐𝑙𝑙!

𝜕𝑙

𝜕𝑡𝑙

∫︁
𝑁

𝑑3�⃗�′(�⃗�× �⃗�′)𝑙
[︂
𝑆(𝑡− 𝑟/𝑐,�⃗�′)

− 𝑆(𝑡− 𝑟𝑢(𝑟,𝑧)/𝑐,�⃗�′)

𝑢𝑙+1(𝑟,𝑧)

]︂
, (2.25)

где 𝑆(𝑡, 𝑟) - функция источника (1.20), 𝑧 = 𝑚ψ

√︀
𝑐2(𝑡− 𝑡′)2 − |�⃗� − �⃗�′|2, 𝑢(𝑟, 𝑧) =√︀

1 + (𝑧/𝑚ψ𝑟)2. Здесь область интегрирования 𝑁 принадлежит ближней зоне,

а |�⃗�′| ≪ |�⃗�|. Подставляя функцию источника 𝑆(𝑡, 𝑟) в явном виде (1.20) в (2.25)
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и выполняя интегрирование по �⃗�′, можно найти ψ в терминах скалярных муль

типольных моментов ℳ𝐿
𝑙 :

ψ =
4𝑐ψ
𝑟𝑐2

∫︁ ∞

0

𝑑𝑧𝐽1(𝑧)
∞∑︁
𝑙=0

1

𝑐𝑙𝑙!
𝑛𝐿𝜕

𝑙
𝑡ℳ𝐿

𝑙 , (2.26)

где

ℳ𝐿
𝑙 = ℳ𝑖1𝑖2...𝑖𝑙

𝑙 (𝑡, 𝑟, 𝑧) =
∑︁
𝑎

(︂
𝑀𝑎(𝑡− 𝑟/𝑐)𝑟𝐿𝑎 (𝑡− 𝑟/𝑐)

−𝑢−(𝑙+1)(𝑟,𝑧)𝑀𝑎(𝑡− 𝑟𝑢(𝑟,𝑧)/𝑐)𝑟𝐿𝑎 (𝑡− 𝑟𝑢(𝑟,𝑧)/𝑐)

)︂
(2.27)

и

𝑀𝑎(𝑡) = 𝑚𝑎

[︂
1− 2

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

𝑠𝑎
φ0

− 𝑣2𝑎
2𝑐2

(︂
1−

2𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

𝑠𝑎
φ0

)︂
−3
∑︁
𝑏 ̸=𝑎

𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑏(𝑡)𝑐2𝐺4(0,0)

(︂
1−

2𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

𝑠𝑏
φ0

)︂
+
6𝐺4(1,0)𝑐ψ

𝑐2𝐺4(0,0)

∑︁
𝑏 ̸=𝑎

𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑏(𝑡)
𝑒−𝑚ψ𝑅

(︂
1−

2𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

𝑠𝑏
φ0

)︂
−
∑︁
𝑏 ̸=𝑎

𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑏(𝑡)𝑐2
𝑒−𝑚ψ𝑅

(︂
1−

2𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

𝑠𝑏
φ0

)︂
×
(︂
8𝑐ψ𝑠𝑎
φ0

− 8

φ0

2𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)
(𝑠′𝑎 − 𝑠2𝑎 + 𝑠𝑎)𝑐ψ

)︂]︂
. (2.28)

Здесь 𝑛𝐿 = 𝑛𝑖1𝑛𝑖2...𝑛𝑖𝑙, 𝑟
𝐿
𝑎 (𝑡) = 𝑟𝑖1𝑎 (𝑡)𝑟

𝑖2
𝑎 (𝑡)...𝑟

𝑖𝑙
𝑎 (𝑡).

Потери энергии на скалярное излучение определяются как⟨
�̇�ψ

⟩
= −𝑐𝑟2

∫︁
𝑑Ω
⟨︀
𝑡0𝑟(ψ)

⟩︀
=

𝑐5𝑟2

16π

∫︁
𝑑Ω

⟨
𝐺4(1,0)

2𝐺4(0,0)𝑐ψ
𝜕0ψ𝜕𝑟ψ

⟩
. (2.29)

В выражении для скалярного потока энергии пространственная производная

не будет равна временной по модулю, как в выражении для тензорного потока

энергии, так как ψ не является функцией аргумента (𝑡 − 𝑟/𝑐), и зависимость

от 𝑟 - более сложная. Это происходит из-за присутствия ненулевой массы ска

лярного поля в уравнении (1.17). Явный вид временных и пространственных

производных ψ выражается следующим образом:

𝜕0ψ =
4𝑐ψ
𝑟𝑐2

∫︁ ∞

0

𝑑𝑧𝐽1(𝑧)
∞∑︁
𝑙=0

1

𝑐𝑙+1𝑙!
𝑛𝐿𝜕

𝑙+1
𝑡 ℳ𝐿

𝑙 , (2.30)
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𝜕𝑟ψ = −4𝑐ψ
𝑟𝑐2

∫︁ ∞

0

𝑑𝑧𝐽1(𝑧)
∞∑︁
𝑙=0

1

𝑐𝑙+1𝑙!
𝑛𝐿𝜕

𝑙+1
𝑡 ℳ𝐿

𝑙+1, (2.31)

где скалярные мультипольные моменты ℳ𝐿
𝑙+1 определяются как

ℳ𝐿
𝑙+1 = ℳ𝑖1𝑖2...𝑖𝑙

𝑙+1 (𝑡, 𝑟, 𝑧) =
∑︁
𝑎

(︂
𝑀𝑎(𝑡− 𝑟/𝑐)𝑟𝐿𝑎 (𝑡− 𝑟/𝑐) (2.32)

−𝑢−(𝑙+2)(𝑟,𝑧)𝑀𝑎(𝑡− 𝑟𝑢(𝑟,𝑧)/𝑐)𝑟𝐿𝑎 (𝑡− 𝑟𝑢(𝑟,𝑧)/𝑐)

)︂
.

Скалярный сектор включает в себя монопольный, дипольный, квадруполь

ный и диполь-октупольный вклады в излучение, и средняя скорость изменения

энергии за счет скалярного излучения в терминах скалярных мультипольных

моментов определяется как:⟨
�̇�ψ

⟩
= −

2𝑐5𝐺4(1,0)𝑐ψ

𝐺4(0,0)

∫︁
𝑑𝑧1𝑑𝑧2𝐽1(𝑧1)𝐽2(𝑧2)

⟨
1

𝑐6
ℳ̇0ℳ̇1 +

1

6𝑐8

(︂
2ℳ̈𝑘

1ℳ̈𝑘
2

+ ℳ̇0

...
ℳ

𝑘𝑘

3 + ℳ̇1

...
ℳ

𝑘𝑘

2

)︂
+

1

60𝑐10

(︂
2
...
ℳ

𝑘𝑙

2

...
ℳ

𝑘𝑙

3 +
...
ℳ

𝑘𝑘

2

...
ℳ

𝑙𝑙

3

)︂
+

1

30𝑐10

(︂
ℳ̈𝑘

1

....
ℳ

𝑘𝑙𝑙

4 + ℳ̈𝑘
2

....
ℳ

𝑘𝑙𝑙

3

)︂⟩
, (2.33)

где использовано соотношение

∫︀
𝑑Ω
4π𝑛𝑖1𝑛𝑖2...𝑛𝑖𝑘 =

⎧⎨⎩0, для нечетного 𝑘,
δ𝑖1𝑖2δ𝑖3𝑖4 ...δ𝑖𝑘−1𝑖𝑘

+...

(𝑘+1)!! , для четного 𝑘,

здесь точки обозначают все возможные пары индексов.

Теперь получим временные производные скалярных монопольного, ди

польного, квадрупольного и октупольного моментов для квазикруглой орбиты

(2.20):

1. Монопольные моменты.

ℳ̇0 = ℳ̇1 = 0. (2.34)

2. Дипольные моменты.

ℳ̈𝑘
1 = µ𝑅ω2

(︂
𝐴𝑑 + 𝐴𝑑

µ

𝑐2𝑅

)︂
[cos(ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−2 cos(ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐)),

sin(ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−2 sin(ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐)), 0],

ℳ̈𝑘
2 = µ𝑅ω2

(︂
𝐴𝑑 + 𝐴𝑑

µ

𝑐2𝑅

)︂
[cos(ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−3 cos(ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐)),

sin(ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−3 sin(ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐)), 0].

(2.35)
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3. Квадрупольные моменты.

...
ℳ

𝑘𝑙

2 =

⎛⎜⎝
...
ℳ

11

2

...
ℳ

12

2 0
...
ℳ

12

2 −
...
ℳ

11

2 0

0 0 0

⎞⎟⎠ ,
...
ℳ

𝑘𝑙

3 =

⎛⎜⎝
...
ℳ

11

3

...
ℳ

12

3 0
...
ℳ

12

3 −
...
ℳ

11

3 0

0 0 0

⎞⎟⎠ , (2.36)

где

...
ℳ

11

2 = 4𝐴𝑞µω
3𝑅2[sin(2ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−3 sin(2ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐))],

...
ℳ

12

2 = −4𝐴𝑞µω
3𝑅2[cos(2ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−3 cos(2ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐))],

...
ℳ

11

3 = 4𝐴𝑞µω
3𝑅2[sin(2ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−4 sin(2ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐))],

...
ℳ

12

3 = −4𝐴𝑞µω
3𝑅2[cos(2ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−4 cos(2ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐))].

3. Октупольные моменты.

....
ℳ

1𝑘𝑘

3 = 𝐴𝑜µω
4𝑅3[cos(ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−4 cos(ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐))],

....
ℳ

2𝑘𝑘

3 = 𝐴𝑜µω
4𝑅3[sin(ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−4 sin(ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐))],

....
ℳ

1𝑘𝑘

4 = 𝐴𝑜µω
4𝑅3[cos(ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−5 cos(ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐))],

....
ℳ

2𝑘𝑘

4 = 𝐴𝑜µω
4𝑅3[sin(ω(𝑡− 𝑟/𝑐))− 𝑢−5 sin(ω(𝑡− 𝑟𝑢/𝑐))].
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Здесь использованы следующие обозначения:

𝐴𝑑 =
2𝐺4(0,0)(𝑠2 − 𝑠1)

𝐺4(1,0)φ0
,

𝐴𝑑 = − 7

2𝐺4(0,0)

(︂
𝑚2

𝑚1
− 𝑚1

𝑚2

)︂
+

7

𝐺4(1,0)φ0

(︂
𝑚2𝑠1
𝑚1

− 𝑚1𝑠2
𝑚2

)︂
+

6

𝐺4(1,0)φ0
(𝑠1 − 𝑠2)

+
23

4
𝑐ψ

𝐺4(1,0)

𝐺4(0,0)

(︂
𝑚2

𝑚1
− 𝑚1

𝑚2

)︂
+

15𝑐ψ
2φ0

(︂
𝑚1𝑠2
𝑚2

− 𝑚2𝑠1
𝑚1

)︂
+

4𝑐ψ(𝑠1 − 𝑠2)

φ0

+
12𝑐ψ
φ0

(︂
𝑚1𝑠1
𝑚2

− 𝑚2𝑠2
𝑚1

)︂
+

𝑐ψ(𝑠1 + 𝑠2)

2φ0

(︂
𝑚2

𝑚1
− 𝑚1

𝑚2

)︂
+

14𝐺4(0,0)𝑠1𝑠2𝑐ψ

𝐺4(1,0)φ
2
0

(︂
𝑚2

𝑚1
− 𝑚1

𝑚2

)︂
+

8𝐺4(0,0)𝑐ψ

𝐺4(1,0)φ
2
0

(︂
𝑚2𝑠1
𝑚1

− 𝑚1𝑠2
𝑚2

)︂
+

8𝐺4(0,0)𝑐ψ(𝑠1 − 𝑠2)

𝐺4(1,0)φ
2
0

+
16𝐺2

4(0,0)𝑐ψ

𝐺2
4(1,0)φ

3
0

(𝑠21𝑠2 − 𝑠22𝑠1) +
8𝐺4(0,0)𝑐ψ

𝐺4(1,0)φ
2
0

(𝑠22 − 𝑠21)

+
9𝐺4(0,0)𝑐ψ

𝐺4(1,0)φ
2
0

(︂
𝑠22𝑚1

𝑚2
− 𝑠21𝑚2

𝑚1

)︂
+

18𝐺2
4(0,0)𝑐ψ

𝐺2
4(1,0)φ

3
0

(︂
𝑠21𝑠2𝑚2

𝑚1
− 𝑠22𝑠1𝑚1

𝑚2

)︂
−

16𝐺2
4(0,0)𝑐ψ

𝐺2
4(1,0)φ

3
0

(𝑠1𝑠
′
2 − 𝑠2𝑠

′
1)−

8𝐺4(0,0)𝑐ψ

𝐺4(1,0)φ
2
0

(︂
𝑚2𝑠

′
1

𝑚1
− 𝑚1𝑠

′
2

𝑚2

)︂
−

8𝐺4(0,0)𝑐ψ

𝐺4(1,0)φ
2
0

(𝑠′1 − 𝑠′2) +
16𝐺2

4(0,0)𝑐ψ𝑠1𝑠2

𝐺2
4(1,0)φ

3
0

(︂
𝑚1

𝑚2
− 𝑚2

𝑚1

)︂
−

16𝐺2
4(0,0)𝑐ψ

𝐺2
4(1,0)φ

3
0

(︂
𝑠1𝑠

′
2𝑚1

𝑚2
− 𝑠2𝑠

′
1𝑚2

𝑚1

)︂
,

𝐴𝑞 = 1−
2𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)φ0

𝑠2𝑚1 + 𝑠1𝑚2

𝑚
,

𝐴𝑜 =
𝑚1 −𝑚2

𝑚
−

2𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)φ0

𝑠2𝑚
2
1 − 𝑠1𝑚

2
2

𝑚2
(2.37)

Выражение для потока энергии за счет скалярного излучения состоит из

дипольной, квадрупольной и диполь-октупольной компонент:⟨
�̇�ψ

⟩
=
⟨
�̇�𝐷
ψ

⟩
+
⟨
�̇�𝑄
ψ

⟩
+
⟨
�̇�𝐷𝑂
ψ

⟩
, (2.38)
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где скалярная дипольная часть выражается как:⟨
�̇�𝐷
ψ

⟩
= −

2𝐺4(1,0)𝑐ψ

3𝑐3𝐺4(0,0)

∫︁ ∫︁
𝑑𝑧1𝑑𝑧2𝐽1(𝑧1)𝐽2(𝑧2)

⟨
ℳ̈𝑘

1(𝑧1)ℳ̈𝑘
2(𝑧2)

⟩
= −

2𝐺4(1,0)𝑐ψ

3𝑐3𝐺4(0,0)

µ2𝒢2
12𝑚

2

𝑅4

(︂
𝐴2

𝑑 + 𝐴𝑑𝐴𝑑
2µ

𝑐2𝑅

)︂[︀
1− cos(ω𝑟/𝑐)⟨cos(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩2

− sin(ω𝑟/𝑐)⟨sin(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩2 − (cos(ω𝑟/𝑐)− ⟨cos(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩2)⟨cos(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩3
− (sin(ω𝑟/𝑐)− ⟨sin(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩2)⟨sin(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩3

]︀
, (2.39)

скалярная квадрупольная часть представляет из себя:⟨
�̇�𝑄
ψ

⟩
= −

𝐺4(1,0)𝑐ψ

15𝑐5𝐺4(0,0)

∫︁ ∫︁
𝑑𝑧1𝑑𝑧2𝐽1(𝑧1)𝐽2(𝑧2)

⟨
...
ℳ

𝑘𝑙

2

...
ℳ

𝑘𝑙

3

⟩
= −

32𝐺4(1,0)𝑐ψ

15𝑐5𝐺4(0,0)

µ2𝒢3
12𝑚

3

𝑅5
𝐴2

𝑞

[︀
1− cos(2ω𝑟/𝑐)⟨cos(2ω𝑟𝑢/𝑐)⟩3 − (cos(2ω𝑟/𝑐)

− sin(2ω𝑟/𝑐)⟨sin(2ω𝑟𝑢/𝑐)⟩3 − ⟨cos(2ω𝑟𝑢/𝑐)⟩3)⟨cos(2ω𝑟𝑢/𝑐)⟩4
−(sin(2ω𝑟/𝑐)− ⟨sin(2ω𝑟𝑢/𝑐)⟩3)⟨sin(2ω𝑟𝑢/𝑐)⟩4

]︀
, (2.40)

скалярная диполь-октупольная часть имеет вид:⟨
�̇�𝐷𝑂
ψ

⟩
= −

𝐺4(1,0)𝑐ψ

15𝑐5𝐺4(0,0)

∫︁ ∫︁
𝑑𝑧1𝑑𝑧2𝐽1(𝑧1)𝐽2(𝑧2)

⟨(︂
ℳ̈𝑘

1

....
ℳ

𝑘𝑙𝑙

4 + ℳ̈𝑘
2

....
ℳ

𝑘𝑙𝑙

3

)︂⟩
=

𝐺4(1,0)𝑐ψ

15𝑐5𝐺4(0,0)

µ2𝒢3
12𝑚

3

𝑅5
𝐴𝑑𝐴𝑜

[︀
2− cos(ω𝑟/𝑐)

(︀
⟨cos(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩2

+⟨cos(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩3 + ⟨cos(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩4 + ⟨cos(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩5
)︀

− sin(ω𝑟/𝑐)
(︀
⟨sin(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩2 + ⟨sin(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩3 + ⟨sin(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩4

+⟨sin(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩5
)︀
+ ⟨cos(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩2)⟨cos(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩5

+⟨cos(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩3)⟨cos(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩4 + ⟨sin(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩2)⟨sin(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩5
+⟨sin(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩3)⟨sin(ω𝑟𝑢/𝑐)⟩4

]︀
. (2.41)

Здесь был использован третий закон Кеплера (1.29), и введены следующие обо

значения для интегралов:⟨
sin

(︂
ω𝑟𝑢

𝑐

)︂⟩
𝑛

≡
∫︁ ∞

0

sin

(︂
ω𝑟

𝑐

√︃
1 +

(︂
𝑧

𝑚ψ𝑟

)︂2)︂
𝐽1(𝑧)𝑑𝑧[︂

1 +

(︂
𝑧

𝑚ψ𝑟

)︂2]︂𝑛/2 , (2.42)

⟨
cos

(︂
ω𝑟𝑢

𝑐

)︂⟩
𝑛

≡
∫︁ ∞

0

cos

(︂
ω𝑟

𝑐

√︃
1 +

(︂
𝑧

𝑚ψ𝑟

)︂2)︂
𝐽1(𝑧)𝑑𝑧[︂

1 +

(︂
𝑧

𝑚ψ𝑟

)︂2]︂𝑛/2 . (2.43)
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Получим полную мощность скалярного излучения и найдем значения интегра

лов в пределе 𝑟 → ∞:

lim
𝑟→∞

⟨
sin

(︂
ω𝑟𝑢

𝑐

)︂⟩
𝑛

≡

⎧⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎨⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎩

sin(ω𝑟
𝑐 )−

(︂
𝑣ψ(ω)

𝑐

)︂𝑛−1

cos(ω𝑟𝑣ψ(ω)),

для ω > 𝑐𝑚ψ,

sin(ω𝑟
𝑐 )−

(−1)𝑛−1−1
2

(︂
𝑣ψ(ω)

𝑐

)︂𝑛−1

𝑒−𝑖ω𝑟𝑣ψ(ω),

для ω < 𝑐𝑚ψ,

(2.44)

и

lim
𝑟→∞

⟨
cos

(︂
ω𝑟𝑢

𝑐

)︂⟩
𝑛

≡

⎧⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎨⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎩

cos(ω𝑟
𝑐 )−

(︂
𝑣ψ(ω)

𝑐

)︂𝑛−1

cos(ω𝑟𝑣ψ(ω)),

для ω > 𝑐𝑚ψ,

cos(ω𝑟
𝑐 )−

(−1)𝑛−1+1
2

(︂
𝑣ψ(ω)

𝑐

)︂𝑛−1

𝑒−𝑖ω𝑟𝑣ψ(ω),

для ω < 𝑐𝑚ψ,

(2.45)

где 𝑣ψ(ω) = 𝑐
√︁
1−𝑚2

ψ𝑐
2/ω2 - скорость распространения скалярного излуче

ния.

В итоге, получим выражение для дипольного⟨
�̇�𝐷
ψ

⟩
= −

2𝐺4(1,0)𝑐ψ

3𝑐3𝐺4(0,0)

µ2𝒢2
12𝑚

2

𝑅4

(︂
𝐴2

𝑑 + 𝐴𝑑𝐴𝑑
2µ

𝑐2𝑅

)︂(︂
𝑣ψ(ω)

𝑐

)︂3

Θ(ω− 𝑐𝑚ψ),

(2.46)

квадрупольного⟨
�̇�𝑄
ψ

⟩
= −

32𝐺4(1,0)𝑐ψ

15𝑐5𝐺4(0,0)

µ2𝒢3
12𝑚

3

𝑅5
𝐴2

𝑞

(︂
𝑣ψ(2ω)

𝑐

)︂5

Θ(2ω− 𝑐𝑚ψ), (2.47)

и диполь-октупольного⟨
�̇�𝐷𝑂
ψ

⟩
=

𝐺4(1,0)𝑐ψ

15𝑐5𝐺4(0,0)

µ2𝒢3
12𝑚

3

𝑅5
𝐴𝑑𝐴𝑜

(︂
𝑣ψ(ω)

𝑐

)︂5

Θ(ω− 𝑐𝑚ψ) (2.48)

вклада в мощность скалярного излучения.

Важно подчеркнуть, что отличительной особенностью данной работы яв

ляется то, что здесь рассматриваются ПН поправки к дипольному члену и
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скалярный диполь-октупольный член, которые будут отсутствовать, если пре

небречь членами порядка 𝑂(1/𝑐4) при рассмотрении выражений для ψ. Таким

образом, нами было получено наиболее полное выражение для мощности ска

лярного излучения.

Полная мощность скалярного излучения выражается как⟨
�̇�ψ

⟩
=

⟨
�̇�𝑄

𝑔

⟩
+
⟨
�̇�𝐷
ψ

⟩
+
⟨
�̇�𝑄
ψ

⟩
+
⟨
�̇�𝐷𝑂
ψ

⟩
= −32µ2(𝒢12𝑚)3

5𝑐5𝐺4(0,0)𝑅5

×
[︂
1 +

5𝑐2𝐺4(1,0)𝑐ψ𝑅

48𝒢12𝑚

(︂
𝐴2

𝑑 + 𝐴𝑑𝐴𝑑
2µ

𝑐2𝑅

)︂(︂
𝑣ψ(ω)

𝑐

)︂3

Θ(ω− 𝑐𝑚ψ)

+
𝐺4(1,0)𝑐ψ

3
𝐴2

𝑞

(︂
𝑣ψ(2ω)

𝑐

)︂5

Θ(2ω− 𝑐𝑚ψ)

−
𝐺4(1,0)𝑐ψ

96
𝐴𝑑𝐴𝑜

(︂
𝑣ψ(ω)

𝑐

)︂5

Θ(ω− 𝑐𝑚ψ)

]︂
. (2.49)

Согласно уравнению (2.49) в отличие от других вкладов, диполь-октупольный

член имеет противоположный знак и описывает отрицательный вклад в поток

энергии в том же ПН порядке, что и вклад от квадрупольного излучения.

Используя уравнения (1.30) и (1.31), находим конечный вид выражения

для изменения орбитального периода:

�̇� 𝑡ℎ
𝑏

𝑃𝑏
= − 96µ(𝒢12𝑚)2

5𝑐5𝐺4(0,0)𝑅4

[︂
1 +

5𝑐2𝐺4(1,0)𝑐ψ𝑅

48𝒢12𝑚

(︂
𝐴2

𝑑 + 𝐴𝑑𝐴𝑑
2µ

𝑐2𝑅

)︂(︂
𝑣ψ(ω)

𝑐

)︂3

Θ(ω− 𝑐𝑚ψ)

+
𝐺4(1,0)𝑐ψ

3
𝐴2

𝑞

(︂
𝑣ψ(2ω)

𝑐

)︂5

Θ(2ω− 𝑐𝑚ψ)

−
𝐺4(1,0)𝑐ψ

96
𝐴𝑑𝐴𝑜

(︂
𝑣ψ(ω)

𝑐

)︂5

Θ(ω− 𝑐𝑚ψ)

]︂
, (2.50)

где индекс «th» обозначает выражение, полученное в рамках рассматриваемо

го подкласса теории Хорндески. Согласно уравнению (2.50), главный вклад в

скалярное излучение дает дипольный член. Также из выражений (2.37) мож

но увидеть, что вклад скалярного дипольного излучения зависит от разности

(𝑠1−𝑠2). Таким образом, скалярное дипольное излучение должно быть наиболее

заметно в смешанных двойных системах, где эта разность чувствительностей

достигает максимальных значений.

Здесь и далее учтем, что 𝑚ψ < ω/𝑐, поэтому Θ(ω− 𝑐𝑚ψ) = 1. Используя

третий закон Кеплера (1.29) (для квазикруговой орбиты 𝑎 = 𝑅) и выраже

ние для скорости скалярного излучения 𝑣ψ(ω), уравнение (2.50) может быть
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переписано как

�̇� 𝑡ℎ
𝑏

�̇�𝐺𝑅
𝑏

=
𝒢

2
3
12

𝐺
5
3𝐺4(0,0)

{︂
1 +

5𝐺4(1,0)𝑐ψ

48

(︂
𝑃𝑏𝑐

3

2π𝑚𝒢12

)︂ 2
3
[︂
𝐴2

𝑑 +
2µ

𝑐2
𝐴𝑑𝐴𝑑

(︂
4π2

𝑃 2
𝑏 𝑚𝒢12

)︂ 1
3
]︂

×
(︂
1−

𝑚2
ψ𝑐

2𝑃 2
𝑏

4π2

)︂ 3
2

+
𝐺4(1,0)𝑐ψ

3
𝐴2

𝑞

(︂
1−

𝑚2
ψ𝑐

2𝑃 2
𝑏

16π2

)︂ 5
2

−
𝐺4(1,0)𝑐ψ

96
𝐴𝑑𝐴𝑜

(︂
1−

𝑚2
ψ𝑐

2𝑃 2
𝑏

4π2

)︂ 5
2
}︂
, (2.51)

где �̇�𝐺𝑅
𝑏 - величина изменения орбитального периода, предсказываемая ОТО

[75]:

�̇�𝐺𝑅
𝑏 = −192πµ

5𝑐5𝑚

(︂
2π𝐺𝑚

𝑃𝑏

)︂ 5
3

. (2.52)

Таким образом нами было получено полное выражение для изменения ор

битального периода, предсказываемого рассматриваемым подклассом теории

Хорндески:
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�̇� 𝑡ℎ
𝑏 = −

192πµ

5𝑚

(︂
2π𝑚

𝑐3𝐺4(0,0)𝑃𝑏

)︂ 5
3
{︂
1 +

[︂
2𝑐ψ𝐺4(1,0)

(︂
1−

2𝑠2

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
−

4𝑠1𝑐ψ𝐺4(0,0)

φ0

(︂
1−

2𝑠2

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂]︂}︂ 2
3

{︃
1 +

5𝑐2𝑐ψ𝐺4(0,0)(𝑠2 − 𝑠1)

24φ0

×
{︂(︂

2𝐺4(0,0)(𝑠2 − 𝑠1)

𝐺4(1,0)φ0

)︂(︂
𝑃𝑏𝐺4(0,0)

2π𝑚

)︂2/3(︂
1 +

[︂
2𝑐ψ𝐺4(1,0)

(︂
1−

2𝑠2

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
−

4𝑠1𝑐ψ𝐺4(0,0)

φ0

(︂
1−

2𝑠2

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂]︂)︂−2/3

+
2µ𝐺4(0,0)

𝑐2𝑚

[︂
−

7

2𝐺4(0,0)

(︂
𝑚2

𝑚1
−

𝑚1

𝑚2

)︂
+

1

𝐺4(1,0)φ0

(︂
7𝑚2𝑠1

𝑚1
−

7𝑚1𝑠2

𝑚2
+ 6𝑠1 − 6𝑠2

)︂
+

23

4
𝑐ψ

𝐺4(1,0)

𝐺4(0,0)

(︂
𝑚2

𝑚1
−

𝑚1

𝑚2

)︂
+

𝑐ψ

φ0

(︂
7𝑚1𝑠2

𝑚2
−

7𝑚2𝑠1

𝑚1
+

23𝑚1𝑠1

2𝑚2
−

23𝑚2𝑠2

2𝑚1
+ 4𝑠1 − 4𝑠2

)︂
+

𝐺4(0,0)𝑐ψ

𝐺4(1,0)φ
2
0

×
(︂
14𝑠1𝑠2𝑚2

𝑚1
−

14𝑠1𝑠2𝑚1

𝑚2
+ 8𝑠1 − 8𝑠2 +

8𝑚2𝑠1

𝑚1
−

8𝑚1𝑠2

𝑚2
+

9𝑠22𝑚1

𝑚2
−

9𝑠21𝑚2

𝑚1

−
8𝑚2𝑠

′
1

𝑚1
+

8𝑚1𝑠
′
2

𝑚2
− 8𝑠′1 + 8𝑠′2 + 8𝑠22 − 8𝑠21

)︂
+

𝐺2
4(0,0)𝑐ψ

𝐺2
4(1,0)φ

3
0

(︂
18𝑠21𝑠2𝑚2

𝑚1

−
18𝑠22𝑠1𝑚1

𝑚2
+ 16𝑠21𝑠2 − 16𝑠22𝑠1 +

16𝑚1

𝑚2
−

16𝑚2

𝑚1
−

16𝑠1𝑠
′
2𝑚1

𝑚2
+

16𝑠2𝑠
′
1𝑚2

𝑚1

− 16𝑠1𝑠
′
2 + 16𝑠2𝑠

′
1

)︂]︂(︂
1 +

[︂
2𝑐ψ𝐺4(1,0)

(︂
1−

2𝑠2

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂
−

4𝑠1𝑐ψ𝐺4(0,0)

φ0

(︂
1−

2𝑠2

φ0

𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)

)︂]︂)︂−1}︂[︂
1−

(︂
𝑃𝑏𝑐𝑚ψ

2π

)︂2]︂ 3
2

+
𝐺4(1,0)𝑐ψ

3

(︂
1−

2𝐺4(0,0)(𝑠2𝑚1 + 𝑠1𝑚2)

𝐺4(1,0)𝑚φ0

)︂2[︂
1−

(︂
𝑃𝑏𝑐𝑚ψ

4π

)︂2]︂ 5
2

−
𝑐ψ

96

(︂
2𝐺4(0,0)(𝑠2 − 𝑠1)

φ0

)︂(︂
𝑚1 −𝑚2

𝑚
−

2𝐺4(0,0)

𝐺4(1,0)φ0

𝑠2𝑚
2
1 − 𝑠1𝑚

2
2

𝑚2

)︂
×
[︂
1−

(︂
𝑃𝑏𝑐𝑚ψ

2π

)︂2]︂ 5
2

}︃
(2.53)
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2.2 Наложение ограничений на теорию Хорндески

В настоящий момент ОТО описывает все наблюдательные данные, получа

емые от двойных систем с пульсаром, в пределах погрешности астрономических

наблюдений [155—163]. Поэтому все отклонения от ОТО, предсказываемые мо

дифицированными теориями гравитации, должны быть меньше существующей

точности измерений. Этот факт позволяет получить очень строгие ограничения

на рассматриваемый подкласс теории Хорндески.

Наблюдаемое значение изменения орбитального периода �̇� 𝑜𝑏𝑠
𝑏 включает в

себя различные компоненты, которые имеют разную природу: внутренние и ки

нематические эффекты [19; 164]. Для данной задачи внутренняя часть более

интересна �̇� 𝑖𝑛𝑡𝑟
𝑏 , так как доминирующий элемент этой компоненты появляет

ся вследствие гравитационного излучения. Помимо этого, внутренняя часть

включает и другие эффекты [19; 164], но на текущей стадии нами будут рас

сматриваться только такие системы, где основной вклад в эту величину дает

именно излучение гравитационных волн.

Ограничения на рассматриваемую теорию могут быть получены из срав

нения величины изменения орбитального периода, предсказываемой в рамках

теории, �̇� 𝑡ℎ
𝑏 /�̇�𝐺𝑅

𝑏 с наблюдаемой величиной �̇� 𝑖𝑛𝑡𝑟
𝑏 /�̇�𝐺𝑅

𝑏 на доверительном уровне

95%: ⃒⃒⃒⃒
�̇� 𝑡ℎ
𝑏

�̇�𝐺𝑅
𝑏

−
�̇� 𝑖𝑛𝑡𝑟
𝑏

�̇�𝐺𝑅
𝑏

⃒⃒⃒⃒
⩽ 2σ, (2.54)

где σ - стандартное отклонение.

Скалярное дипольное излучение преобладает в предсказаниях массивных

скалярно-тензорных теорий гравитации для изменения орбитального периода.

Вклад скалярной дипольной части наиболее заметен в двойных смешанных си

стемах [8; 11; 67; 165]. Протестируем массивную скалярно-тензорную модель в

системе PSR J1738+0333. Эта система имеет наиболее точные наблюдательные

данные среди всех смешанных двойных квазикруговых систем. Масса белого

карлика и соотношение масс были получены в работах Дж. Антониадиса и со

авторов [166] и П. Фрейре и соавторов [160] теоретически-независимым путем

(в предположении, что непертурбативные эффекты сильного поля отсутству

ют, а вкладами высших порядков по степеням энергий гравитационной связи
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Таблица 1 — Параметры PSR J1738+0333 [160; 166]
Параметр Физическое значение Наблюдаемое значение

𝑃𝑏 орбитальный период 0.3547907398724(13) сут.

𝑒 эксцентриситет 0.34(11)× 10−6

�̇� 𝑜𝑏𝑠
𝑏 наблюдаемое значение −0.170(31)× 10−13

изменения 𝑃𝑏

�̇� 𝑖𝑛𝑡𝑟
𝑏 внутреннее значение −0.259(32)× 10−13

изменения 𝑃𝑏

�̇� 𝑖𝑛𝑡𝑟
𝑏 /�̇�𝐺𝑅

𝑏 отношение величин 0.93(13)

�̇� 𝑖𝑛𝑡𝑟
𝑏 и �̇�𝐺𝑅

𝑏

𝑚1 масса пульсара 1.46+0.06
−0.05 𝑀

⨀︀
𝑚2 масса белого карлика 0.181+0.007

−0.005 𝑀
⨀︀

𝑚 общая масса системы 1.65+0.07
−0.06 𝑀

⨀︀
тел можно пренебречь). Орбитальные параметры для системы PSR J1738+0333

представлены в Таблице 1.

Дипольное излучение дает лидирующий вклад в скалярную часть измене

ния орбитального периода, поэтому можно пренебречь остальными вкладами в

скалярное излучение. Таким образом, изменение орбитального периода (2.53)

имеет вид:

�̇� 𝑡ℎ
𝑏

�̇�𝐺𝑅
𝑏

=
𝒢

2
3
12

𝐺
5
3𝐺4(0,0)

[︂
1 +

5𝑐ψ

12

(︂
𝑃𝑏𝑐

3

2π𝑚𝒢12

)︂ 2
3
(︂
𝐺2

4(0,0)(𝑠𝑁𝑆 − 𝑠𝑊𝐷)
2

𝐺4(1,0)φ
2
0

)︂(︂
1−

𝑚2
ψ𝑐

2𝑃 2
𝑏

4π2

)︂ 3
2
]︂
,

(2.55)

где 𝑠𝑁𝑆 - чувствительность нейтронной звезды, а 𝑠𝑊𝐷 - чувствительность бе

лого карлика.

Используя (2.54) и (2.55), получим следующие ограничения на рассматри

ваемый подкласс теории Хорндески:⃒⃒⃒⃒ 𝒢
2
3
12

𝐺
5
3𝐺4(0,0)

[︂
1 +

4.9𝑐ψ

𝒢
2
3
12

(︂
1− 2× 1028𝑚2

ψ

)︂ 3
2
(︂
𝐺2

4(0,0)(𝑠𝑁𝑆 − 𝑠𝑊𝐷)
2

𝐺4(1,0)φ
2
0

)︂]︂
− 0.93

⃒⃒⃒⃒
⩽ 0.26.

(2.56)

Из условия 𝑚ψ < ω/𝑐 находим ограничения на массу скалярного поля

(см. Таблицу 1):

𝑚ψ < 7× 10−15(cm−1). (2.57)
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Таблица 2 — Параметры PSR J0737-3039 [157]
Параметр Физический смысл Наблюдаемое значение

𝑃𝑏 орбитальные период 0.10225156248(5) сут.

𝑒 эксцентриситет 0.0877775(9)

�̇� 𝑜𝑏𝑠
𝑏 наблюдаемое значение −1.252(17)× 10−12

изменения 𝑃𝑏

�̇� 𝑜𝑏𝑠
𝑏 /�̇�𝐺𝑅

𝑏 отношение величин 1.003(14)

�̇� 𝑜𝑏𝑠
𝑏 и �̇�𝐺𝑅

𝑏

𝑚1 масса первого пульсара 1.3381(7) 𝑀⨀︀
𝑚2 масса второго пульсара 1.2489(7) 𝑀⨀︀
𝑚 общая масса системы 2.58708(16) 𝑀⨀︀

Вообще говоря, чем больше период системы, тем более точные ограниче

ния на массу скалярного поля будут получены. Однако для систем с большим

орбитальным периодом сложно измерить величину �̇�𝑏 с высокой точностью. По

этому, наилучшими лабораториями для проверки скалярно-тензорных теорий

гравитации являются системы с достаточно большим орбитальным периодом,

но при этом и с хорошо измеренным значением изменения орбитального пе

риода.

В общем случае скалярно-тензорных теорий, смешанные двойные системы

дают ограничения лучше, чем двойные системы, состоящие из двух нейтрон

ных звезд, благодаря ненулевой разности чувствительностей. Однако, не все

скалярно-тензорные модели предсказывают наличие чувствительностей.

Если теория не предсказывает наличие чувствительностей, тогда в вы

ражении для изменения орбитального периода �̇� 𝑡ℎ
𝑏 остаются только квадру

польные члены, независимо от типа двойной системы с пульсаром. В этом

случае наилучшие ограничения могут быть найдены из двойных систем с наи

более точно измеренным значением величины �̇� 𝑜𝑏𝑠
𝑏 /�̇�𝐺𝑅

𝑏 . Двойной пульсар PSR

J0737-3039 является такой системой [157; 167].

Система PSR J0737-3039 представляет собой единственный известный

двойной пульсар. Оба компонента являются пульсарами, поэтому наблюдатель

ные данные этой системы являются наиболее точными среди всех известных

двойных систем с пульсарами. Данные PSR J0737-3039 представлены в Таб

лице 2 [157; 167].
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В PSR J0737-3039 кинематический вклад в изменение орбитального пе

риода пренебрежимо мал [157; 167]. Таким образом, величины �̇� 𝑜𝑏𝑠
𝑏 и �̇� 𝑖𝑛𝑡𝑟

𝑏

практически совпадают (в пределах наблюдаемой точности). Используя ме

тод (2.54) и наблюдательные данные из Таблицы 2, можно получить следующие

ограничения на скалярно-тензорные модели без чувствительностей:⃒⃒⃒⃒
1.003−

𝒢
2
3
12

𝐺
5
3𝐺4(0,0)

[︂
1 +

𝐺4(1,0)𝑐ψ

3

(︀
1− 4× 1026𝑚2

ψ

)︀ 5
2

]︂⃒⃒⃒⃒
⩽ 0.028. (2.58)

Важно подчеркнуть, что эти ограничения не зависят от значений масс

компонент системы. Поэтому данная оценка является корректной независимо

от метода, которым были получены массы компонент системы.

Наблюдательные данные PSR J0737-3039 позволяют наложить следующие

ограничения на массу скалярного поля:

𝑚ψ < 5× 10−14(cm−1). (2.59)

Эти ограничения определяются только орбитальным периодом двойной систе

мы и не зависят от конкретного выбора скалярно-тензорной модели.

2.3 Обсуждение результатов

В данной главе нами был рассмотрен подкласс теории Хорндески без экра

нирующих механизмов в сильном поле двойных систем с пульсаром. Мы нашли

выражение для изменения орбитального периода �̇� 𝑡ℎ
𝑏 в рамках рассматриваемой

модели для систем с квазикруговыми орбитами. Нами было показано, что орби

тальный период двойной системы будет изменяться как из-за тензорного, так

и из-за скалярного излучения.

Предсказания для тензорного гравитационного излучения совпадают с

предсказаниями ОТО [11] с точностью до эффективной гравитационной посто

янной 𝒢𝑎𝑏 между телами 𝑎 и 𝑏. В тензорном секторе не будет ни монопольного,

ни дипольного излучений.

Скалярный сектор включает монопольный, дипольный, квадрупольный и

диполь-октупольный члены. Помимо этого, нами было рассмотрено влияние ПН

поправок к дипольному члену на итоговое скалярное излучение. Монопольный
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член не возникает при рассмотрении систем с квазикруговыми орбитами, все

остальные же члены дают свой вклад. Слагаемое, описывающее диполь-окту

польное излучение, имеет противоположный знак относительно всех остальных

слагаемых и описывает приток энергии в двойную систему.

Для проверки теории и наложения на нее ограничений нами была выбрана

смешанная двойная система с пульсаром PSR J1738-0333 [166]. Эта система в

настоящий момент имеет наиболее точные наблюдательные данные среди всех

смешанных систем с малым эксцентриситетом. Мы показали, что в скалярном

секторе лидирующий вклад в изменение орбитального периода будет давать

дипольный член. Поэтому основное наше внимание было направлено именно

на этот вклад, а также на тензорное квадрупольное излучение.

Все члены, определяющие скалярное излучение, зависят от скорости рас

пространения массивной скалярной моды 𝑣ψ(ω,𝑚ψ). Нами было показано, что

ограничения на массу скалярного поля 𝑚ψ не зависят от выбора конкретной

скалярно-тензорной теории гравитации, а целиком определяются значением

орбитального периода двойной системы 𝑃𝑏. Причем, чем больше значение ор

битального периода, тем более строгие ограничения накладываются на массу

скалярного поля.

Не все скалярно-тензорные теории предсказывают наличие чувствитель

ностей. В модели без чувствительностей будет существовать только квад

рупольное излучение (как скалярное, так и тензорное). В таких теориях

наилучшие ограничения могут быть получены из системы двойного пульсара

PSR J0737-3039 на все параметры, кроме массы скалярного поля.

В данной работе впервые были рассмотрены ПН поправки к скалярному

дипольному члену и скалярный диполь-октупольный член в скалярно-тензор

ной теории без экранирующих механизмов. Эти поправки имеют тот же ПН

порядок, что и скалярный квадрупольный член, поэтому ими нельзя прене

брегать априори.

Важным аспектом данной работы является доказательство несправедли

вости равенства 𝜕𝑟ψ = −𝜕0ψ (см. уравнения (2.30) и (2.31)) в массивных

скалярно-тензорных теориях без экранирующих механизмов, ранее предпола

гаемого справедливым в похожих задачах [31].

Таким образом, нами были найдены ограничения на наиболее общую

скалярно-тензорную теорию гравитации Хорндески (без учета эффектов экра

нирования) из наблюдательных данных систем, содержащих пульсар. Этот
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результат может быть использован для получения ограничений на любую

скалярно-тензорную теорию (а также модель, имеющую скалярно-тензорное

представление), которая не нуждается в экранирующих механизмах. Это утвер

ждение будет проверено в Главе 4 на примере массивной теории Бранса-Дикке

и гибридной f(R)-гравитации.
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Глава 3. ППН формализм в гибридной f(R)-гравитации

Результаты данной главы основаны на публикации [33].

Перед тем как перейти к применению результатов Главы 2 к частным слу

чаям теории Хорндески и проверке заявленных теорий в сильном поле двойных

систем с пульсаром, рассмотрим гибридную f(R)-гравитацию в слабополевом

пределе и ограничим теорию, используя постньютоновские параметры. Это

позволит нам впоследствии сравнить ограничения, полученные в разных гра

витационных режимах.

Ранее в Главе 1 нами были рассмотрены результаты авторов других работ

по получению ППН параметра γ𝑒𝑓𝑓 и эффективной гравитационной постоянной

𝐺𝑒𝑓𝑓 в гибридной f(R)-гравитации, а также мы привели ограничения, которые

были наложены на фоновое значение скалярного поля на основании этих двух

параметров. В этой же главе мы приводим наши оригинальные результаты.

3.1 ППН метрика гибридной f(R)-гравитации в приближении

системы точечных гравитирующих масс

В Главе 1 уравнения поля рассматривались только до порядка 𝑂(2).

Но для получения остальных ППН параметров нужно решить уравнения по

ля до порядка 𝑂(4). Поэтому, используя ранее полученные выражения (1.57),

(1.59) и (1.62), мы проведем полный постньютоновский анализ гибридной

f(R)-гравитации.

Рассмотрим уравнения поля (1.44) и (1.45) до порядка 𝑂(4):

(∇2 −𝑚2
ψ)ψ

(4) =
𝑘2φ0

3𝑐2

∑︁
𝑎

𝑚𝑎δ
3(�⃗� − 𝑟𝑎)

[︂
−1

2
ℎ
(2)
𝑗𝑗 − 1

2

𝑣2

𝑐2

]︂
+

𝑘2

3𝑐2
ψ(2)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎δ
3(�⃗� − 𝑟𝑎) +ψ

(2)
,00 +

3φ0 + 1

2φ0(1 +φ0)
(∇ψ(2))2

+ ℎ
(2)
𝑖𝑗 ψ

(2)
,𝑖𝑗 − (ψ(2))2

3

[︂
𝑉 ′′′φ0(φ0 + 1)

2
+ 𝑉 ′′(φ0 + 1)

]︂
, (3.1)
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∇2

(︂
ℎ
(4)
00 − ψ(4)

1 +φ0

)︂
= − 𝑘2

𝑐2(1 +φ0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎δ
3(�⃗� − 𝑟𝑎)

[︂
−ℎ

(2)
00 +

3

2

𝑣2𝑎
𝑐2

− 1

2
ℎ𝑗
𝑗

]︂
+ ℎ

(2)
00,00 − (∇ℎ

(2)
00 )

2 + ℎ
(2)
𝑖𝑗 ℎ

(2)
00,𝑖𝑗 −

ψ(2)

1 +φ0
δℎ

(2)
00

− 1

1 +φ0
ℎ
(2)
𝑖𝑗 ψ

(2)
,𝑖𝑗 −

ψ
(2)
,00

1 +φ0
− 1

(1 +φ0)2
(∇ψ)2

− 1

1 +φ0
ℎ00δψ

(2). (3.2)

Для обеспечения наблюдаемой космологической картины, 𝑉0 должен быть

того же порядока, что и космологическая постоянная. Помимо этого, дополни

тельно будем ожидать, что 𝑉 ′(φ0) мало, и этим вкладом можно пренебречь.

Причина в том, что либо скалярное поле на поздних временах приближается

к минимуму, либо потенциал имеет вид 𝑉 = 𝑉0𝑒
−𝑎𝑘φ (где 𝑎 порядка единицы),

поэтому 𝑉 ′(φ0) ∼ 𝑘𝑉0 [168]. Таким образом, мы пренебрегаем членами, кото

рые содержат 𝑉0, 𝑉 ′, умноженные на возмущения любого порядка (например,

𝑉0ℎ00), так как эти вклады не должны приводить на масштабах Солнечной си

стемы ни к каким наблюдаемым следствиям.

Для решения (3.1) и (3.2) используем следующие выражения:

(∇ψ)2 =
1

2
(∇2 −𝑚2

ψ)ψ
2 −ψ

(︂
∇2 −

𝑚2
ψ

2

)︂
ψ, (3.3)

(∇ℎ00)
2 =

1

2
∇2ℎ2

00 − ℎ00∇2ℎ00. (3.4)
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Далее, из уравнения (3.1) для ψ(4) находим:

ψ(4) =
𝑘2φ0

24π𝑐2

∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝜕𝑡𝜕𝑡
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

𝑚ψ

+
𝑘4φ0(1 + 3φ0)

576π2𝑐4(1 +φ0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

𝑟𝑎

∑︁
𝑏

𝑚𝑏
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑏

𝑟𝑏

+
𝑘4φ0

96π2𝑐4(1 +φ0)

∑︁
𝑎

∑︁
𝑏 ̸=𝑎

𝑚𝑎𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑟𝑎𝑏
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

(︁
1 +

φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏

)︁
− 𝑘4φ0(φ0 − 1)

288π2𝑐4(1 +φ0)

∑︁
𝑎

∑︁
�̸�=𝑎

𝑚𝑎𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑟𝑎𝑏
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏 +

𝑘2φ0

24π𝑐4

∑︁
𝑎

𝑣2𝑎
𝑚𝑎

𝑟𝑎
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

− 𝑘4φ0𝑚ψ

96π2𝑐4(1 +φ0)

∑︁
𝑎

∑︁
𝑏 ̸=𝑎

𝑚𝑎𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑏

[︂
− 𝐸𝑖(−2𝑚ψ𝑟𝑎)𝑒

−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏𝑒𝑚ψ𝑟𝑎

+ 𝐸𝑖(−2𝑚ψ𝑟𝑏)𝑒
𝑚ψ𝑟𝑏 − ln(𝑟𝑎)𝑒

−𝑚ψ𝑟𝑏 + ln(𝑟𝑏)𝑒
−𝑚ψ𝑟𝑏

]︂
−
[︂
𝑘4φ0(1 + 7φ0)𝑚ψ

1152π2𝑐4(1 +φ0)

+
𝑘4φ2

0(1 +φ0)

864π2𝑐4𝑚ψ

(︂
𝑉 ′′ +φ0

𝑉 ′′′

2

)︂]︂∑︁
𝑎

∑︁
𝑏 ̸=𝑎

𝑚𝑎𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑏

[︂
𝐸𝑖(−3𝑚ψ𝑟𝑏)𝑒

4𝑚ψ𝑟𝑎𝑏𝑒𝑚ψ𝑟𝑎

− 𝐸𝑖(−3𝑚ψ𝑟𝑎)𝑒
𝑚ψ𝑟𝑎𝑏𝑒𝑚ψ𝑟𝑎 − 𝐸𝑖(−𝑚ψ𝑟𝑏)𝑒

−𝑚ψ𝑟𝑎 + 𝐸𝑖(−𝑚ψ𝑟𝑎)𝑒
−𝑚ψ𝑟𝑏

]︂
.(3.5)

Здесь 𝐸𝑖 - экспоненциальный интеграл:

𝐸𝑖(−𝑥) = −
∫︁ ∞

𝑥

𝑒−𝑡

𝑡
𝑑𝑡. (3.6)
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Используя решение (3.5) и выражение для ψ(2), ℎ
(2)
00 , ℎ

(2)
𝑖𝑗 , из уравне

ния (3.2) получим

ℎ
(4)
00 = − 𝑘4

32π2𝑐4(1 +φ0)2

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

𝑟𝑎

(︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

)︁∑︁
𝑏

𝑚𝑏

𝑟𝑏

(︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑏

)︁
+

𝑘4φ0(1 +φ0)

576π2𝑐4(1 +φ0)2

∑︁
𝑎

𝑚𝑎
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

𝑟𝑎

∑︁
𝑏

𝑚𝑏
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑏

𝑟𝑏

− 𝑘4

32π2𝑐4(1 +φ0)2

∑︁
𝑎

∑︁
𝑏 ̸=𝑎

𝑚𝑎𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑟𝑎𝑏

(︂
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

)︂(︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏

)︁
+

𝑘4φ0(φ0 + 1)

288π2𝑐4(1 +φ0)2

∑︁
𝑎

∑︁
𝑏 ̸=𝑎

𝑚𝑎𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑟𝑎𝑏
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏

+
𝑘2

8π𝑐4(1 +φ0)

∑︁
𝑎

𝑣2𝑎
𝑚𝑎

𝑟𝑎

(︂
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

)︂
+

𝑘2

4π𝑐4(1 +φ0)

×
∑︁
𝑎

𝑣2𝑎
𝑚𝑎

𝑟𝑎

(︂
1 +

φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

)︂
− 𝑘4φ0𝑚ψ

96π2𝑐4(1 +φ0)2

×
∑︁
𝑎

∑︁
𝑏 ̸=𝑎

𝑚𝑎𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑟𝑎𝑏

[︂
− 𝐸𝑖(−2𝑚ψ𝑟𝑎)𝑟𝑎𝑒

−𝑚ψ𝑟𝑎𝑏𝑒𝑚ψ𝑟𝑎 + 𝐸𝑖(−2𝑚ψ𝑟𝑏)𝑟𝑎𝑒
𝑚ψ𝑟𝑏

− ln(𝑟𝑎)𝑟𝑎𝑒
−𝑚ψ𝑟𝑏 + ln(𝑟𝑏)𝑟𝑎𝑒

−𝑚ψ𝑟𝑏

]︂
−
[︂
𝑘4φ0(1 + 7φ0)𝑚ψ

1152π2𝑐4(1 +φ0)2
+

𝑘4φ2
0

864π2𝑐4𝑚ψ

×
(︂
𝑉 ′′ +φ0

𝑉 ′′′

2

)︂]︂∑︁
𝑎

∑︁
�̸�=𝑎

𝑚𝑎𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑟𝑎𝑏

[︂
𝐸𝑖(−3𝑚ψ𝑟𝑏)𝑟𝑎𝑒

4𝑚ψ𝑟𝑎𝑏𝑒𝑚ψ𝑟𝑎

− 𝐸𝑖(−𝑚ψ𝑟𝑏)𝑟𝑎𝑒
−𝑚ψ𝑟𝑎 − 𝐸𝑖(−3𝑚ψ𝑟𝑎)𝑟𝑎𝑒

𝑚ψ𝑟𝑎𝑏𝑒𝑚ψ𝑟𝑎

+ 𝐸𝑖(−𝑚ψ𝑟𝑎)𝑟𝑎𝑒
−𝑚ψ𝑟𝑏

]︂
+

𝑘2

4π𝑐2(1 +φ0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝜕𝑡𝜕𝑡

(︁𝑟𝑎
2

)︁
+

𝑘2φ0

24π𝑐2(1 +φ0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝜕𝑡𝜕𝑡

(︂
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

𝑚ψ

)︂
. (3.7)

Сравнивая ППН-метрику для гибридной f(R)-гравитации с обобщенной мет

рикой Нордтведта (1.46), выразим оставшиеся эффективные ППН-параметры.

Аналитическое выражение для β𝑒𝑓𝑓 можно получить из первых двух слагае

мых (3.7). Предполагая, что главный вклад в гравитацию Солнечной системы

обеспечивает Солнце, β𝑒𝑓𝑓 принимает вид:

β𝑒𝑓𝑓 = 1− φ0(φ0 + 1)𝑒−2𝑚ψ𝑟

18(1− φ0

3 𝑒
−𝑚ψ𝑟)2

. (3.8)
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Таким образом, β𝑒𝑓𝑓 ≈ 1 (так же, как и в случае с γ𝑒𝑓𝑓) достигается двумя

путями: φ0 ≪ 1 или 𝑚ψ𝑟 ≫ 1.

Из рассмотрения членов вида
∑︀

𝑎 𝑣
2
𝑎
𝑚𝑎

𝑟𝑎
получаем, что эффективные ППН

параметры α𝑒𝑓𝑓
3 = ζ𝑒𝑓𝑓1 = 0. Вклады вида

∑︀
𝑎

∑︀
�̸�=𝑎

𝑚𝑎𝑚𝑏

𝑟𝑎𝑟𝑎𝑏
связаны с комбинацией

параметров −2β𝑒𝑓𝑓 + 1 + ζ𝑒𝑓𝑓2 в метрике Нордтведта (1.46). Если выделить все

члены с уже известными эффективными ППН параметрами, то остаются только

вклады, умноженные на 𝑚ψ, 𝑉
′′, 𝑉 ′′′. Эти члены должны вкладываться в ζ𝑒𝑓𝑓2 .

Важно подчеркнуть, что в гибридной f(R)-гравитации α3 = ζ1 = ζ2 = ζ3 = ζ4

равны нулю [169], так как выполняются обычные законы сохранения [107; 114;

170]. Следовательно, все вклады, умноженные на𝑚ψ, 𝑉
′′, 𝑉 ′′′ будут проявляться

лишь в следующем ПН порядке, а значит здесь ими можно пренебречь.

В (3.7) не рассматривались только члены, содержащие производные по

времени. Обсудим отдельно их вклад.

Для 0i-компоненты уравнения поля (1.44) до порядка 𝑂(3) решение име

ет следующий вид:

ℎ
(3)
0𝑖 = − 𝑘2

2(1 +φ0)𝑐3

∑︁
𝑎

𝑚𝑎

𝑟𝑎
𝑣𝑖𝑎. (3.9)

В этой главе для решения задачи мы используем конформную гармониче

скую калибровку (1.55). Для приведения ее к виду стандартной постньютонов

ской калибровки мы применим координатные преобразования 𝑡 = 𝑡 + 𝜕𝑡𝑋/2𝑐4

и 𝑥𝑗 = �̄�𝑗 [8]. Здесь 𝑋 - суперпотенциал, который определяется, как ∇2𝑋 =

2𝐺𝑒𝑓𝑓𝑀⊙/𝑟. Переходя в метрике к новым координатам (𝑡, �̄�𝑗) и отбрасывая чер

ту у новых переменных, получим, что решение для 𝑖𝑗-компоненты остается

прежним. Все слагаемые с производными по времени в 00-компоненте уходят,

тогда, как 0𝑖-компонента принимает вид:

ℎ
(3)
0𝑖 = − 3𝑘2

16π𝑐3(1 +φ0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝑣
𝑖
𝑎

𝑟𝑎

(︂
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

)︂
− 𝑘2

4π𝑐3(1 +φ0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝑣
𝑖
𝑎

𝑟𝑎

(︂
1 +

φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

)︂
+

𝑘2

16π𝑐3(1 +φ0)

∑︁
𝑎

𝑚𝑎𝑟
𝑖
𝑎

𝑟3𝑎
(�⃗�𝑎�⃗�𝑎)

(︂
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ𝑟𝑎

)︂
. (3.10)

Сравнивая полученное выражение с обобщенной метрикой Нордтвед

та (1.46), находим, что α𝑒𝑓𝑓
1 = α𝑒𝑓𝑓

2 = 0. Следовательно, в гибридной

f(R)-гравитации нет эффектов привилегированной системы отсчета.
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3.2 ППН метрика в приближении идеальной жидкости

Ранее мы рассматривали метрику для системы точечных гравитирующих

масс. Помимо этого, для гибридной f(R)-гравитации нами была получена ППН

метрика в приближении идеальной жидкости:

𝑔00 = − 1 +
𝑘2

4π(1 +φ0)𝑐2

∫︁
ρ′

|�⃗� − �⃗�′|

(︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

)︁
𝑑3�⃗�′ − 𝑘4

32π2(1 +φ0)2𝑐4

×
∫︁

ρ′

|�⃗� − �⃗�′|

(︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

)︁ ρ′′

|�⃗� − �⃗�′′|

(︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′′|

)︁
𝑑3�⃗�′′𝑑3�⃗�′

+
𝑘4

32π2(1 +φ0)2𝑐4
φ0(1 +φ0)

18

∫︁
ρ′

|�⃗� − �⃗�′|
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′| ρ′′

|�⃗� − �⃗�′′|
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′′|𝑑3�⃗�′′𝑑3�⃗�′

+
𝑘2

4π(1 +φ0)𝑐4

∫︁
Π′ρ′

|�⃗� − �⃗�′|

(︂
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

)︂
𝑑3�⃗�′

+
𝑘2

2π(1 +φ0)𝑐4

∫︁
ρ′𝑣′2

|�⃗� − �⃗�′|
𝑑3�⃗�′ +

3𝑘2

4π(1 +φ0)𝑐4

∫︁
𝑝′

|�⃗� − �⃗�′|

×
(︂
1 +

φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

)︂
𝑑3�⃗�′ +

𝑘4

32π2(1 +φ0)2𝑐4

∫︁
ρ′

|�⃗� − �⃗�′|

×
[︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

]︁
𝑑3�⃗�′

∫︁
ρ̂

|𝑟′ −ˆ⃗𝑟|

(︂
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ|𝑟′−̂⃗𝑟|

)︂
𝑑3̂�⃗�

+
3𝑘4

32π2(1 +φ0)2𝑐4

∫︁
ρ′

|�⃗� − �⃗�′|

[︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

]︁
𝑑3�⃗�′

∫︁
ρ̂

|𝑟′ −ˆ⃗𝑟|

×
(︂
1 +

φ0

3
𝑒−𝑚ψ|𝑟′−̂⃗𝑟|

)︂
𝑑3̂�⃗� − 𝑘4

16π2(1 +φ0)2𝑐4

∫︁
ρ′

|�⃗� − �⃗�′|

×
[︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

]︁
𝑑3�⃗�′

∫︁
ρ̂

|𝑟′ −ˆ⃗𝑟|

(︂
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ|𝑟′−̂⃗𝑟|

)︂
𝑑3̂�⃗�

+
𝑘4

16π2(1 +φ0)2𝑐4
φ0(1 +φ0)

18

∫︁
ρ′

|�⃗� − �⃗�′|
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|𝑑3�⃗�′

∫︁
ρ̂

|𝑟′ −ˆ⃗𝑟|
𝑒−𝑚ψ|𝑟′−̂⃗𝑟|𝑑3̂�⃗�

+
(7φ0 + 1)𝑘4φ0

2304π3(1 +φ0)2𝑐4
𝑚2
ψ

∫︁
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

|�⃗� − �⃗�′|
𝑑3�⃗�′

(︂∫︁
ρ̂

|𝑟′ −ˆ⃗𝑟|
𝑒−𝑚ψ|𝑟′−̂⃗𝑟|

× ρ′′

|𝑟′ − 𝑟′′|
𝑒−𝑚ψ|𝑟′−𝑟′′|𝑑3̂�⃗�𝑑3𝑟′′

)︂
+

𝑘4φ0

192π3(1 +φ0)2𝑐4
𝑚ψ

×
∫︁

𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

|�⃗� − �⃗�′|
𝑑3�⃗�′

(︂∫︁
ρ̂

|𝑟′ −ˆ⃗𝑟|
𝑒−𝑚ψ|𝑟′−̂⃗𝑟| ρ′′

|𝑟′ − 𝑟′′|
𝑒−𝑚ψ|𝑟′−𝑟′′|𝑑3̂�⃗�𝑑3𝑟′′

)︂
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+
𝑘4φ2

0

1728π3𝑐4
[︀
𝑉 ′′ − φ0

2
𝑉 ′′′]︀ ∫︁ 𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

|�⃗� − �⃗�′|
𝑑3�⃗�′

(︂∫︁
ρ̂

|𝑟′ −ˆ⃗𝑟|
𝑒−𝑚ψ|𝑟′−̂⃗𝑟|

× ρ′′

|𝑟′ − 𝑟′′|
𝑒−𝑚ψ|𝑟′−𝑟′′|𝑑3̂�⃗�𝑑3𝑟′′

)︂
,

𝑔0𝑖 = − 𝑘2

4π(1 +φ0)𝑐3

∫︁
ρ′𝑣′𝑖

|�⃗� − 𝑟′|

(︂
1 +

φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

)︂
𝑑3�⃗�′

− 3𝑘2

16π(1 +φ0)𝑐3

∫︁
ρ′𝑣′𝑖

|�⃗� − 𝑟′|

(︂
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

)︂
𝑑3�⃗�′

− 𝑘2

16π(1 +φ0)𝑐3

∫︁
ρ′𝑥′𝑖(𝑣

′ · 𝑟′)
|�⃗� − 𝑟′|3

[︁
1− φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

]︁
𝑑3�⃗�,

𝑔𝑖𝑗 = δ𝑖𝑗

(︂
1 +

𝑘2

4π(1 +φ0)𝑐2

∫︁
ρ′

|�⃗� − �⃗�′|

(︁
1 +

φ0

3
𝑒−𝑚ψ|�⃗�−�⃗�′|

)︁
𝑑3�⃗�′

)︂
. (3.11)

В оригинальном варианте ППН формализма все ППН параметры - по

стоянные, так как первоначально ППН формализм был создан для теорий

гравитации, не содержащих массивных полей. Однако использование ППН фор

мализма для случая гравитационных моделей с массивными полями привело к

тому, что ППН параметры больше не являются константами, а представляют

из себя функции расстояния. Более того, в приближении идеальной жидкости,

нами было обнаружено, что ППН параметры еще и неотделимы от ППН по

тенциалов в этом случае. Таким образом, их выделение из метрики становится

трудновыполнимой задачей, а физический смысл ППН параметров утрачивает

ся. Тем не менее, все-таки некоторые детали могут быть извлечены из такой

метрики.

В изначальном варианте ППН метрика в приближении идеальной жид

кости (1.47) включает набор из 10 ППН параметров: γ,β, ξ, ζ1,2,3,4,α1,2,3. Они

эквиваленты ППН параметрам, которые появляются в ППН метрике в при

ближении точечных гравитирующих масс (1.46), но ξ и ζ3,4 не включены в

метрику Нордтведта. Однако, при сравнении полученной метрики (3.11) с обоб

щенной метрикой Уилла (1.47), можно найти, что ξ𝑒𝑓𝑓 = 0,ζ𝑒𝑓𝑓3 = 0 в гибридной

f(R)-гравитации. Параметр ζ𝑒𝑓𝑓4 выражается через комбинацию других ППН

параметров 6ζ4 = 3α3 + 2ζ1 − 3ζ3 [67]. Так как в комбинации все параметры

равны нулю, следовательно ζ𝑒𝑓𝑓4 = 0.
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Рисунок 3.1 — Зависимость фонового значения скалярного поля от массы

скалярного поля. Графики представлены в различных масштабах.

Вертикальные пунктирные линии соответствуют исключенным значениям,

полученным из данных γ𝑒𝑥𝑝, горизонтальные сплошные линии - исключенным

значениям, полученным из β𝑒𝑥𝑝, вертикальная штрих-пунктирная линия

соответствует критическому значению массы скалярного поля 𝑚ψ = 1
𝑟0
, где 𝑟0

- расстояние от Солнца до Меркурия.

3.3 Наблюдательные ограничения

Целью данной главы является наложение ограничений на гибридную

f(R)-гравитацию, а также изучение поведения этой теории в Солнечной си

стеме. Для нахождения ограничений на φ0 и 𝑚ψ, нами были использованы

данные проекта “Мессенджер” для γ и β [122]. Недавно, более новые данные

для β были получены Р. Парком и соавторами в работе [171] на основании

данных АМС “Мессенджер”. Однако, авторы работы [171] комбинировали γ𝑒𝑥𝑝,

полученную в рамках наблюдений аппарата “Кассини”, с измерениями веко

вой и периодической прецессии орбиты Меркурия, что позволило совместно

оценить β𝑒𝑥𝑝 и квадрупольный момент Солнца 𝐽2. Таким образом, значение па

раметра β𝑒𝑥𝑝 было получено с использованием γ𝑒𝑥𝑝, найденного на расстоянии

от гравитирующего источника (Солнца) отличном от расстояния, на котором

проводился эксперимент “Мессенджера”. Следовательно, самые последние полу

ченные значения для β из работы [171] не могут использоваться для проверки

массивных скалярно-тензорных теорий, потому что ППН параметры в таких
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моделях являются функциями 𝑟, а их значения могут изменяться в зависимо

сти от расстояния, на котором они измеряются.

В этой главе мы ограничиваем гибридную f(R)-гравитацию, используя

значения параметров γ𝑒𝑥𝑝 и β𝑒𝑥𝑝 из эксперимента “Мессенджер” [120; 122]:

γ𝑒𝑥𝑝 = 1−0.3×10−5±2.5×10−5 и β𝑒𝑥𝑝 = 1+0.2×10−5±2.5×10−5. Ограничения

на φ0 и 𝑚ψ, которые были получены нами из этих данных отображены на гра

фиках 3.1. Заштрихованные области соответствуют исключенным значениям

параметров. Очевидно, что γ𝑒𝑥𝑝 позволяет наложить более строгие ограниче

ния, чем β𝑒𝑥𝑝. Из анализа графиков, можно сделать вывод, что при всех малых

значенийφ0, масса скалярного поля может принимать любое значение, включая

самые малые. А при больших значениях массы скалярного поля φ0 принимает

любые значения. Рассмотрим далее два предельных случая, которые позволя

ют наложить ограничение на значение φ0.

В первую очередь, рассмотрим случай легкого скалярного поля 𝑚ψ𝑟 ≪ 1.

Тогда можно наложить следующие ограничения на параметр φ0:

− 8× 10−5 < φ0 < 7× 10−5 (3.12)

на основании данных по параметру γ𝑒𝑥𝑝;

− 9× 10−4 < φ0 < 9× 10−4 (3.13)

на основании данных по параметру β𝑒𝑥𝑝 с точностью до 2σ. Ограничения, полу

ченные из γ𝑒𝑥𝑝 оказываются более строгими, чем полученные из β𝑒𝑥𝑝. Однако

ограничения, наложенные из данных эксперимета “Кассини” для параметра γ

в работе [110] И. Линизбарутиа и соавторами, оказываются строже получен

ных нами.

Рассмотрим теперь второй случай. Если скалярное поле массивно, то

γ𝑒𝑓𝑓 ≈ 1 и β𝑒𝑓𝑓 ≈ 1. Тогда φ0 можно ограничить из 𝐺𝑒𝑓𝑓 и его эксперимен

тального значения [124]. В в работе [110] И. Линизбарутиа и соавторами было

показано, что в таком случае φ0 также будет малым (|φ0| < 5 × 10−4).

Таким образом, полученные в рамках Солнечной системы эксперименталь

ные данные показывают, что значение параметра φ0 близко к нулю. В этом

случае 𝑚ψ может принимать любые значения, и поэтому, нет возможности

наложить ограничения на массу скалярного поля в слабополевом пределе в

настоящий момент. Тем не менее, ограничения на 𝑚ψ могут быть получены

из других локальных систем, таких как, например, двойные системы с пуль

саром (см. Главу 4).
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3.4 Обсуждение результатов

В этой главе нами был рассмотрен постньютоновский предел гибридной

f(R)-гравитации. Данная модель может быть представлена как скалярно-тензор

ная теория с массивным скалярным полем [107; 114], поэтому оригинальный

параметризованный постньютоновский формализм [8—11; 117] не применим

к ней напрямую [31]. Тем не менее, существует два пути для модифика

ции ППН формализма. Первый способ заключается во включении в ППН

формализм помимо стандартных ППН потенциалов, дополнительных потенци

алов юкавского типа. Модифицированные ППН параметры при таком подходе

остаются константами, но требуется их переопределение для связи с эксперимен

том [115]. Другой способ заключается в сохранении оригинальной формы ППН

потенциалов, а все модификации, связанные с присутствием массивных полей,

включаются в ППН параметры. В этом случае ППН параметры уже не констан

ты, а зависящие от расстояния функции [116]. Мы рассмотрели второй способ.

Нами была получена модифицированная ППН метрика гибридной

f(R)-гравитации в двух приближениях: системы точечных гравитирующих

масс и идеальной жидкости. Используя первый подход, мы выделили эффек

тивные ППН параметры. Во втором же случае ППН параметры становятся

не только зависящими от расстояния функциями, но и являются частью ППН

потенциалов. Поэтому для использования приближения идеальной жидко

сти необходимо модифицировать оригинальные ППН потенциалы, оставляя

ППН параметры константами, но переопределяя их, чтобы проверять модели

гравитации с массивными полями в слабополевом пределе.

В результате работы нами были получены выражения для ППН па

раметров β, ξ, ζ1, ζ2, ζ3, ζ4,α1,α2,α3 в гибридной f(R)-гравитации, тогда как

параметр γ уже был получен ранее в работе Т. Харко и соавторов [107]. Толь

ко два ППН параметра γ𝑒𝑓𝑓 и β𝑒𝑓𝑓 не равны нулю. Также как и в случае с

γ𝑒𝑓𝑓 , ожидаемое значение β𝑒𝑓𝑓 ≈ 1 может быть достигнуто в двух случаях:

φ0 ≪ 1 или 𝑚ψ𝑟 ≫ 1. Первый дает возможность существовать легкому ска

лярному полю, оставляя без изменений Солнечную систему, но модифицируя

при этом космологическую и галактическую динамику без введения экрани

рующих механизмов. При этом, даже в случае очень массивного скалярного

поля, фоновое значение φ0 все равно остается малым (|φ0| < 5 × 10−4) [110].
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Основывается эта проверка на эффективной гравитационной постоянной. Мы

наложили ограничения на φ0, в предположении, что скалярное поле легкое, из

γ𝑒𝑓𝑓 и β𝑒𝑓𝑓 , используя данные “Мессенджера” [120—123] с точностью 2σ. Так

же мы нашли, что ограничения, полученные из γ𝑒𝑥𝑝, являются более строгими

(−8 × 10−5 < φ0 < 7 × 10−5).

В более ранних работах С. Капоцциелло и соавторов [114] и И. Линизба

рутиа и соавторов [110] было показано, что в гибридной f(R)-гравитации легкое

скалярное поле не противоречит наблюдательным данным, полученным в рам

ках Солнечной системы. Вывод основывается на единственном ППН параметре

γ. В нашей же работе мы сделали полный постньютоновский анализ и показали

явно, что в гибридной f(R)-гравитации легкое скалярное поле не противоречит

экспериментальным данным не только на основании параметра γ, но и на осно

вании всех остальных параметров постньютоновского формализма.
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Глава 4. Проверка частных случаев теории Хорндески в двойных

системах с пульсаром

Результаты данной главы основаны на публикации [32].

В этой главе мы рассмотрим в контексте сильного поля двойных систем с

пульсаром два частных случая теории Хорндески: гибридную f(R)-гравитацию

[111; 114] и массивную теорию Бранса-Дикке [31; 78].

4.1 Гибридная f(R)-гравитация в двойных системах с пульсаром

Начнем наше рассмотрение с гибридной f(R)-гравитации. Эта теория яв

ляется чисто геометрической, но может быть представлена в виде массивной

скалярно-тензорной модели (1.41) [172]. Данная модель позволяет описывать

и ускоренное расширение Вселенной, и кривые вращения галактик чисто гео

метрическим путем, без введения в теорию новых неизвестных частиц. Другой

интересный аспект гибридной f(R)-теории - это возможность генерировать даль

нодействующие силы, не оказывающие существенного влияния на динамику

локальных систем и не требующие введения экранирующих механизмов [114].

Теория уже хорошо изучена на космологических масштабах и на масштабах

галактик [111; 114]. Однако, необходимо проверять любую теорию гравитации

в режиме как слабого, так и сильного гравитационного поля. В этой главе мы

будем проверять гибридную f(R)-гравитацию в сильном поле двойных систем

с пульсаром.

Чтобы свести общее действие теории Хорндески (1.1) к гибридной

f(R)-гравитации, необходимо выбрать следующий набор параметров 𝐺𝑖:

𝐺2 = −
3𝑋

𝐺φ
− 𝑉 (φ), 𝐺3 = 0, 𝐺4 =

1 +φ

𝐺
, 𝐺5 = 0 (4.1)

и

𝐺4(0,0) =
1 +φ0

𝐺
, 𝐺4(1,0) =

1

𝐺
, 𝐺3(1,0) = 0, 𝐺2(0,1) = −

3

𝐺φ0
. (4.2)

Так как гибридная f(R)-гравитация является чисто геометрической теори

ей, то концепция чувствительностей 𝑠𝑎 полностью в ней отсутствует. Поэтому
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основной вклад в изменение орбитального периода в двойных системах с пуль

саром будут давать квадрупольные члены, как было показано в Главе 2.

Наблюдательные данные системы PSR J0737-3039 обеспечивают следую

щие ограничения на гибридную f(R)-гравитацию (2.58):

0.975 ⩽
1

(1 +φ0)
5
3

(︂
1−

5φ0

18
(1− 2× 1026𝑚2

ψ)

)︂
⩽ 1. (4.3)

На Рис. 4.1 отображена зависимость φ0 от массы скалярного поля 𝑚ψ, постро

енная на основании данных системы PSR J0737-3039.

φ
0

Рисунок 4.1 — Гибридная f(R)-гравитация. Зависимость массы скалярного

поля от фонового значения скалярного поля, полученная на основании

данных системы PSR J0737-3039. Пунктирная область соответствует

допустимым значениям параметров. Горизонтальная линия соответствует

критическому значению массы скалярного поля (𝑚ψ = 2ω/𝑐).

Так как теория не содержит чувствительностей, выражение для изме

нения орбитального периода будет содержать только квадрупольные вклады.
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Поэтому смешанная двойная система PSR J1738+0333 дает следующие огра

ничения (основываясь на методе (2.54)) в случае гибридной f(R)-гравитации

(см. Рис. 4.2):

0.67 ⩽
1

(1 +φ0)
5
3

(︂
1−

5φ0

18
(1− 3× 1027𝑚2

ψ)

)︂
⩽ 1. (4.4)

φ
0

Рисунок 4.2 — Гибридная f(R)-гравитация. Зависимость массы скалярного

поля от фонового значения скалярного поля, полученная на основании

данных системы PSR J1738+0333. Пунктирная область соответствует

допустимым значениям. Горизонтальная линия соответствует критическому

значению массы скалярного поля (𝑚ψ = 2ω/𝑐).

Из сравнения ограничений (4.3) и (4.4) становится ясно, что двойной пуль

сар дает наилучшие ограничения на φ0. С другой стороны, смешанная система

PSR J1738+0333 обеспечивает наилучшие ограничений на массу скалярного

поля.

В Главе 3 мы нашли, что наилучшие ограничения на гибридную

f(R)-гравитацию в Солнечной системе дает проверка по ППН параметру γ.
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φ
0

a)

φ
0

b)
Рисунок 4.3 — Гибридная f(R)-гравитация. Зависимость массы скалярного

поля от фонового значения скалярного поля. Рисунки a) и b) отражают

допустимые регионы в различных масштабах. Область с косыми

пунктирными линиями соответствует допустимым значениям в случае

системы PSR J0737-3039, горизонтальная линия соответствует критическому

значению массы скалярного поля 𝑚ψ = 2ω/𝑐, вертикальные пунктирные

линии описывают допустимые значения в случае системы PSR J1738+0333,

горизонтальные штрих-пунктирные линии соответствуют допустимым

значениям, полученным из γ𝑒𝑥𝑝 [110] .

На Рис. 4.3 сравниваются ограничения, полученные нами из пульсарных

данных, с ограничениями, полученными в работе [110] И. Линизбару

тиа и соавторами на основании наблюдаемого значения ППН параметра

γ𝑒𝑥𝑝 = 1+(2.1×10−5)± (2.3×10−5) (эксперимент “Кассини”) [119]. Таким обра

зом, γ𝑒𝑥𝑝 дает наилучшие ограничения на φ0. Комбинированные ограничения

из γ𝑒𝑥𝑝 и данных системы PSR J1738+0333 будут следующими:

φ0 ⩽ 0.00004, 𝑚ψ ⩽ 1.4× 10−14(cm−1). (4.5)

4.2 Массивная теория Бранса-Дикке в двойных системах с

пульсаром

Теория Бранса-Дикке появилась как попытка включить принцип Маха

в общую теорию относительности [78]. Позднее, с открытием ускоренного рас
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ширения Вселенной массивный вариант этой теории стал рассматриваться как

перспективный кандидат для объяснения этого явления [82].

Ранее в работе [31] Дж. Алсингом и соавторами массивная версия тео

рии Бранса-Дикке рассматривалась в двойных системах с пульсарами PSR

J1012+5307, PSR J1141-6545 и PSR J0737-3039. Наше исследование будет от

личаться тем, что выражение для изменения орбитального периода включает

члены, которые не рассматривались в работе [31] (ПН поправки к скалярному

дипольному члену и скалярный диполь-октупольный член). Другое отличие за

ключается в учете справедливости неравенства 𝜕0ψ ̸= 𝜕𝑟ψ (см. уравнения (2.30)

и (2.31)). Наш подход приводит к значительным отклонениям от результатов

работы Дж. Алсинга и соавторов [31] в определении ограничений на массив

ную теорию Бранса-Дикке.

В Главе 1 было показано, что теория Хорндески переходит в массивную

теорию Бранса-Дикке при наборе 𝐺𝑖 (1.36). В случае разложения (1.7) набор

(1.36) принимает вид:

𝐺4(0,0) = φ0, 𝐺4(1,0) = 1, 𝐺3(1,0) = 0, 𝐺2(0,1) =
2ω𝐵𝐷

φ0
. (4.6)

Зависимость величины φ0 от ω𝐵𝐷 для массивного и безмассового случая

теории Бранса-Дикке [31] определяется как

φ0 =
4 + 2ω𝐵𝐷

𝐺(3 + 2ω𝐵𝐷)
. (4.7)

Одна из наиболее важных особенностей модели Бранса-Дикке - это нали

чие чувствительностей в структуре теории [62]. Зависимость чувствительности

от значения массы нейтронной звезды и уравнений состояния вещества изуча

лась ранее детально в работах К. Уилла и Х. Заглауера [63; 165]. Для наших

вычислений достаточно использовать приближенные значения 𝑠𝑊𝐷 ∼ 10−4 и

𝑠𝑁𝑆 ∼ 0.2 [31].

Начнем рассмотрение с двойного пульсара PSR J0737-3039. В системе ней

тронная звезда-нейтронная звезда 𝑠𝑎 − 𝑠𝑏 ≈ 0 [8; 11; 31; 67], и, следовательно,

скалярные дипольный и диполь-октупольный члены исчезают, и остаются толь

ко квадрупольные члены. Таким образом, получаем следующие ограничения
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на массивную теорию Бранса-Дикке:

1 ⩽

(︂
3 + 2ω𝐵𝐷

4 + 2ω𝐵𝐷

)︂ 5
3

+
0.4(3 + 2ω𝐵𝐷)

2
3

(2ω𝐵𝐷 + 4)
5
3

− 2× 1026
𝑚2
ψ(3 + 2ω𝐵𝐷)

2
3

(2ω𝐵𝐷 + 4)
5
3

⩽ 1.031.

(4.8)

В случае системы нейтронная звезда-нейтронная звезда отличие наших

результатов от результатов работы Дж. Алсинга и соавторов [31] будет заклю

чаться только в учете соотношения 𝜕0ψ ̸= 𝜕𝑟ψ. Эта разница отображена на

Рис. 4.4 в случае выбора системы PSR J0737-3039. Из графика становится яс

но, что разница двух подходов несущественная при выборе системы двойного

пульсара.

Теперь найдем ограничения на массивную теорию Бранса-Дикке, исполь

зуя наблюдательные данные смешанной двойной системы PSR J1738+0333:

1 ⩽
(3 + 2ω𝐵𝐷)

5
3

(4 + 2ω𝐵𝐷)
5
3

+
0.4(3 + 2ω𝐵𝐷)

2
3

(4 + 2ω𝐵𝐷)
5
3

+
6× 103

2ω𝐵𝐷 + 4
−

2× 1032𝑚2
ψ

2ω𝐵𝐷 + 4
⩽ 1.19.

(4.9)

Ранее массивную модель Бранса-Дикке не ограничивали из наблюдательных

данных этой смешанной системы, так как точные данные [160; 166] появились

уже после публикации Дж. Алсинга и соавторов [31]. Эта система отражает наи

большие отклонения между двумя подходами. Разница возникает в результате

учета соотношения 𝜕0ψ ̸= 𝜕𝑟ψ. ПН поправки к скалярному дипольному члену

и скалярные диполь-октупольные члены дают незначительные отклонения, так

как их вклады меньше скалярного дипольного члена (который является лиди

рующим) по порядку величины. Разница двух подходов отображена на Рис. 4.5.

Среди всех смешанных двойных систем, рассмотренных в работе Дж.

Алсинга и соавторов [31], система PSR J1012+5307 единственная имеет пре

небрежимо малый эксцентриситет [164; 173]. Наблюдательные данные этой

системы представлены в Таблице 3. Масса белого карлика была получена в

работе П. Калланана и соавторов [173] из спектроскопических наблюдений и, с

использованием данных пульсарного тайминга, было найдено отношение масс .

В соответствии с нашим подходом смешанная двойная система PSR J1012+5307

дает следующие ограничения на модель:

1 ⩽
(3 + 2ω𝐵𝐷)

5
3

(4 + 2ω𝐵𝐷)
5
3

+
0.4(3 + 2ω𝐵𝐷)

2
3

(4 + 2ω𝐵𝐷)
5
3

+
8× 103

2ω𝐵𝐷 + 4
−

7× 1032𝑚2
ψ

2ω𝐵𝐷 + 4
⩽ 4.14.

(4.10)
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Рисунок 4.4 — Теория Бранса-Дикке. Зависимость параметра ω𝐵𝐷 от массы

скалярного поля, полученная на основании данных системы PSR J0737-3039.

Вертикальные пунктирные линии соответствуют результатам работы [31].

Жирная линия и область горизонтальных штрих-пунктирных линий

описывают результаты данной работы. Вертикальная линия соответствует

критическому значению массы скалярного поля (𝑚ψ = 2ω/𝑐).

Система PSR J1012+5307 дает наилучшие ограничения на массу скаляр

ного поля среди всех рассмотренных систем:

𝑚ψ < 4× 10−15(cm−1). (4.11)

Однако несмотря на то, что система позволяет получить достаточно строгие

ограничения на массу скалярного поля, точность наблюдений изменения орби

тального периода в этой системе пока остается достаточно низкой.

Различия между нашим подходом и результатами работы Дж. Алсинга и

соавторов [31], найденные на основании наблюдательных данных системы PSR

J1012+5307, отображены на Рис. 4.6. Различия будут меньше, чем в случае
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Рисунок 4.5 — Теория Бранса-Дикке. Зависимость параметра ω𝐵𝐷 от массы

скалярного поля, полученная на основании данных системы PSR J1738+0333.

Сплошная линия и область вертикальных штрих-пунктирных линий

соответствуют результатам работы [31]. Жирная линия и область

горизонтальных штрих-пунктирных линий описывают результаты данной

работы. Вертикальная линия соответствует критическому значению массы

скалярного поля (𝑚ψ = ω/𝑐).

системы PSR J1738+0333, и ограничения на ω𝐵𝐷 будут хуже (однако на массу

скалярного поля лучше). Обе системы дают более строгие ограничения, чем

PSR J0737-3039. Все выводы верные для системы PSR J1738+0333, верны также

и для системы PSR J1012+5307.

На Рис. 4.7 представлены все ограничения, полученные из наблюдатель

ных данных двойных систем с пульсаром, и ограничения, полученные из ППН

параметра γ𝑒𝑥𝑝 в работе Дж. Алсинга и соавторов [31]. Видно, что γ𝑒𝑥𝑝 дает

наилучшие ограничения на ω𝐵𝐷, чем все рассмотренные системы с пульсара

ми. Смешанная система PSR J1012+5307 дает наилучшие ограничения на массу
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Таблица 3 — Параметры PSR J1012+5307 [164; 173]
Параметр Физический смысл Наблюдаемое значение

𝑃𝑏 орбитальный период 0.60467271355(3) сут.

𝑒 эксцентриситет 0.12(3)× 10−5

�̇� 𝑜𝑏𝑠
𝑏 наблюдаемое значение 0.50(14)× 10−13

изменения 𝑃𝑏

�̇� 𝑖𝑛𝑡𝑟
𝑏 внутреннее значение 0.15(15)× 10−13

изменения 𝑃𝑏

�̇� 𝑖𝑛𝑡𝑟
𝑏 /�̇�𝐺𝑅

𝑏 отношение величин 1.36(1.39)

�̇� 𝑖𝑛𝑡𝑟
𝑏 и �̇�𝐺𝑅

𝑏

𝑚1 масса пульсара 1.64(22) 𝑀⨀︀
𝑚2 масса белого карлика 0.16(2) 𝑀⨀︀
𝑚 общая масса системы 1.8(3) 𝑀⨀︀
скалярного поля. Комбинированные ограничения, полученные из этих двух те

стов, будут следующие:

ω𝐵𝐷 ⩾ 36000, 𝑚ψ ⩽ 4× 10−15(cm−1). (4.12)

4.3 Обсуждение результатов

В данной главе нами были рассмотрены две теории, которые могут быть

сведены к частному случаю теории Хорндески: гибридная f(R)-гравитация и

массивная теория Бранса-Дикке.

Гибридная f(R)-гравитация является чисто геометрической теорией [111],

и в ней отсутствует концепция чувствительностей. Из двух систем PSR

J0737-3039 и PSR J1738+0333 первая дает наиболее строгие ограничения на фо

новое значение скалярного поля φ0, тогда как, вторая обеспечивает наилучшие

ограничения на массу скалярного поля. Нами было установлено, что ограни

чения на φ0, полученные из параметра γ𝑒𝑥𝑝, будут строже, чем ограничения,

найденные из данных системы PSR J0737-3039.

Другая теория, рассмотренная в данной главе, - это массивная модель

Бранса-Дикке. Ранее эта модель уже изучалась в двойных системах с пуль

сарами в работе Дж. Алсинга и соавторов [31], и целью данной работы было
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Рисунок 4.6 — Теория Бранса-Дикке. Зависимость параметра ω𝐵𝐷 от массы

скалярного поля, полученная на основании данных системы PSR J1012+5307.

Сплошная линия и область вертикальных штрих-пунктирных линий

соответствуют результатам работы [31]. Жирная линия и область

горизонтальных штрих-пунктирных линий описывают результаты данной

работы. Вертикальная линия соответствует критическому значению массы

скалярного поля (𝑚ψ = ω/𝑐).

сравнить два подхода. Мы протестировали массивную модель Бранса-Дикке на

трех системах: PSR J1738+0333, PSR J0737-3039 и PSR J1012+5307. Последние

две системы позволили провести прямое сравнение двух методов (нашего и рабо

ты [31]). Помимо этого, используя результаты работы Дж. Алсинга и соавторов

[31] для получения предсказания изменения орбитального периода в системе

PSR J1738+0333, нами было произведено сравнение полученных данных с ре

зультатами нашего метода. Мы показали, что наиболее заметна разница между

методами при рассмотрении системы PSR J1738+0333. Разница возникает из-за

того, что в данной работе, в отличие от работы Дж. Алсинга и соавторов [31],
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Рисунок 4.7 — Теория Бранса-Дикке. Зависимость параметра ω𝐵𝐷 от массы

скалярного поля. Сплошная линия соответствует данным системы PSR

J1738+0333. Жирная линия описывает результаты, полученные из системы

PSR J1012+5307. Треугольники представляют собой линию, соответствующую

системе PSR J0737-3039. Область с вертикальными пунктирными линиями

содержит допустимые значения параметров, ограничения основаны на данных

двойных систем с пульсаром. Область с горизонтальными пунктирными

линиями содержит допустимые значения, полученные из данных “Кассини”

для γ𝑒𝑥𝑝 [119] .

были учтены ПН поправки к дипольному члену, скалярный диполь-октуполь

ный член, а также несправедливость равенства 𝜕𝑟ψ = −𝜕0ψ. Причем именно

последний факт является наиболее существенным и дает наибольшее расхож

дение между двумя методами. Таким образом, на примере было показано, что

необходимо учитывать, что 𝜕𝑟ψ ̸= −𝜕0ψ. Помимо этого, массивная теория

Бранса-Дикке была рассмотрена в Солнечной системе в работе Дж. Алсинга

и соавторов [31]. После сравнения всех ограничений мы получили следующий
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вывод: наилучшие ограничения на теорию Бранса-Дикке будут получены из

комбинированного теста, основанного на данных γ (ограничения на ω𝐵𝐷) и

системы PSR J1012+5307 (ограничения на 𝑚ψ).
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Глава 5. Испарение черных дыр в модели Гаусса-Бонне

Результаты данной главы основаны на публикации [30].

В этой главе мы рассмотрим невращающуюся, незаряженную черную

дыру в модели Гаусса-Бонне. Основной нашей целью является вычисление на

чальной массы черной дыры, которая испарится за время жизни Вселенной. Мы

будем основываться на методе комплексных траекторий, изложенном в Главе 1.

5.1 Испарение черной дыры Гаусса-Бонне

В общем виде сферически-симметричная метрика в модели Гаусса-Бонне

имеет следующий вид:

𝑑𝑠2 = ∆𝑑𝑡2 −
σ2

∆
𝑑𝑟2 − 𝑓 2𝑑Ω2 , (5.1)

где ∆,σ, 𝑓 являются метрическими функциями, зависящими от пространствен

ной координаты 𝑟. В данной главе будет использована система единиц ℏ =

𝑐 = 𝐺 = 1.

Далее, воспользуемся результатом работы С.О. Алексеева и М.В. Пома

занова [125], в которой они нашли решение типа “черная дыра” для модели

Гаусса-Бонне:

∆ = 1−
2𝑀

𝑟
−

2𝐷2

𝑟2
, (5.2)

σ = 1 +
𝐷2

2𝑟2
, (5.3)

𝑓 = 𝑟 , (5.4)

где 𝐷 - заряд дилатона, 𝑀 - масса черной дыры.

Ранее мы получили универсальную формулу для вычисления температу

ры черной дыры (1.88). В случае метрики (5.1) параметры 𝐴 и 𝐵 будут иметь

следующий вид:

𝐴 = ∆ , 𝐵 =
∆

σ2
. (5.5)
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Тогда температура определяется как

𝑇 =
1

4π 𝑟𝑒𝑠
σ

∆

. (5.6)

Далее, преобразуя ∆ из (5.2):

∆ = 1−
2𝑀

𝑟
−

2𝐷2

𝑟2
=

(𝑟 −𝑀)2 − (𝑀 2 + 2𝐷2)

𝑟2
, (5.7)

и подставляя в (5.6), получим:

𝑇 =
1

4π 𝑟𝑒𝑠
𝑟2σ{︀

𝑟 −
(︀
𝑀 +

√
𝑀 2 + 2𝐷2

)︀}︀ {︀
𝑟 −

(︀
𝑀 −

√
𝑀 2 + 2𝐷2

)︀}︀ . (5.8)

Нас интересует внешний горизонт, поэтому вычет считаем в точке 𝑟 = 𝑀 +√
𝑀 2 + 2𝐷2:

𝑇 =
2
√
𝑀 2 + 2𝐷2

4π
(︀
𝑀 +

√
𝑀 2 + 2𝐷2

)︀2(︃
1 +

𝐷2

2
(︀
𝑀 +

√
𝑀 2 + 2𝐷2

)︀2
)︃ . (5.9)

Если выражение для температуры упростить, то оно примет вид:

𝑇 =
4
√
𝑀 2 + 2𝐷2

4π
(︀
4𝑀 2 + 5𝐷2 + 4𝑀

√
𝑀 2 + 2𝐷2

)︀ . (5.10)

Далее, используем уравнение, описывающее динамику массы черной ды

ры:
𝑑𝑀

𝑑𝑡
= −4πσ𝑆𝐵𝑟

2
ℎ𝑇

4 . (5.11)

Используем, что 𝐷 ∼ 1/𝑀 при больших 𝑀 [131], тогда правую часть

(5.11) можно разложить в ряд и уравнение принимает вид:

𝑑𝑀

𝑑𝑡
= −4πσ𝑟2ℎ𝑇

4 ≃ −
1

256

σ𝑆𝐵

π3𝑀 2
−

1

512

σ𝑆𝐵

π3𝑀 6
+ · · · . (5.12)

Первое слагаемое полностью совпадает со скоростью испарения черной дыры

Шварцшильда, тогда как последующий член имеет шестой порядок и дает лишь

малую поправку к лидирующему вкладу.



93

После решения дифференциального уравнения (5.12), мы получаем на

чальную массу черной дыры Гаусса-Бонне, которая будет испарятся в насто

ящий момент:

𝑀𝐺𝐵 ≈ 2× 1014г (5.13)

Данная величина совпадает по порядку с начальной массой черной ды

ры Шварцильда, которая испарится за время жизни Вселенной [25]. Таким

образом, в настоящий момент точности современных наблюдений недостаточно,

чтобы отличить два этих объекта (при условии, что именно финальная стадия

испарения черных дыр приводит к гамма-всплескам) [24; 26; 27; 29; 33].

5.2 Обсуждение результатов

Термодинамические свойства черных дыр в модели Гаусса-Бонне подроб

но рассматривались ранее, но исследовались только черные дыры планковских

масштабов [125]. В этой главе мы исследовали макроскопические черные дыры

Гаусса-Бонне и возможность обнаружения наблюдательных отличий от пред

сказаний ОТО, рассматривая эффекты испарения первичных черных дыр, в

предположении, что именно финальные стадии этого процесса ответственны за

некоторые гамма-всплески. В частности, мы показали, что отличие скорости

испарения такой черной дыры от аналогичной величины в модели Шварцшиль

да будет пренебрежимо малым, а начальная масса первичной черной дыры,

которая испарится за время жизни Вселенной будет того же порядка, что и в

ОТО. Таким образом, мы установили, что современные наблюдения не позво

ляют отличить финальные стадии испарения черных дыр, сопровождающиеся

гамма-всплесками, в этих двух моделях. Из чего можно сделать вывод, что для

макроскопических черных дыр влияние члена Гаусса-Бонне и скалярного поля

становится пренебрежимо малым.
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Заключение

Данная работа посвящена проверке частных случаев теории Хорндески

(теория Хорндески без учета эффектов экранирования, массивная теория

Бранса-Дикке, гибридная f(R)-гравитация, модель Гаусса-Бонне) на астрофи

зических объектах с различными гравитационными режимами: в слабом поле

Солнечной системы, в двойных системах с пульсаром, в сильном поле черной

дыры.

Впервые нами рассмотрен подкласс теории Хорндески без экранирующих

механизмов в сильном поле двойных систем с пульсаром, и найдено выражение

для изменения орбитального периода �̇� 𝑡ℎ
𝑏 в рамках рассматриваемой модели

в квазикруговом приближении. Мы показали, что орбитальный период двой

ной системы будет изменяться как из-за тензорного, так и из-за скалярного

излучения. Впервые в итоговом выражении для скалярного излучения нами

учитывался вклад ПН поправок к дипольному члену и диполь-октупольного

члена. Также мы нашли ограничения на комбинацию параметров теории Хорн

дески как из данных системы двух нейтронных звезд (PSR J0737-3039), так и

из смешанной двойной системы с пульсаром (PSR J1738-0333).

В контексте двойных систем с пульсаром нами были рассмотрены от

дельно теории, являющиеся частным случаем теории Хорндески: гибридная

f(R)-гравитация и массивная теория Бранса-Дикке. Мы показали, что огра

ничения, найденные для подкласса теории Хорндески без экранирующих

механизмов, верны также и для частных случаев этой модели.

Гибридная f(R)-гравитация рассмотрена нами как в слабом поле Солнеч

ной системы, так и в более сильном поле двойных систем с пульсаром. К модели

мы применили параметризованный постньютоновский формализм, получили

постньютоновскую метрику как в приближении системы точечных гравитирую

щих масс, так и в приближении идеальной жидкости. Нами было показано явно,

что в гибридной f(R)-гравитации легкое скалярное поле не противоречит экспе

риментальным данным не только на основании параметра γ, но и на основании

всех остальных ППН параметров постньютоновского формализма, причем во

семь из них ξ, ζ1, ζ2, ζ3, ζ4,α1,α2,α3 тождественно равны нулю. Рассмотрение

же гибридной f(R)-гравитации в рамках двойных систем с пульсаром позволило

нам впервые наложить ограничение на массу скалярного поля в этой модели.
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На примере массивной теории Бранса-Дикке нами была показана важ

ность учета неравенства 𝜕𝑟ψ ̸= −𝜕0ψ. Мы произвели сравнение подхода работы

Дж. Алсинга и соавторов [31] с методом, изложенным в данной работе, и пока

зали, что последний является более точным и полным.

Модель Гаусса-Бонне рассматривалась нами в контексте эффектов испа

рения черных дыр. В рамках исследования мы получили температуру черной

дыры Гаусса-Бонне методом комплексных траекторий и нашли начальную мас

су черной дыры Гаусса-Бонне, которая полностью испарится за время жизни

Вселенной. Нами было показано, что начальная масса черной дыры Гаусса

Бонне, которая испарится за время жизни Вселенной, по порядку величины

совпадает с предсказаниями ОТО. Таким образом, мы показали, что современ

ные наблюдения не позволяют отличить финальные стадии испарения черных

дыр, сопровождающиеся гамма-всплесками, в этих двух моделях.

Все рассматриваемые в работе теории очень перспективны. Часть из них

(теория Хорндески, гибридная f(R)-гравитация и массивная теория Бранса

Дикке) являются кандидатами для объяснения ускоренного расширения Все

ленной. Модель Гаусса-Бонне является низкоэнергетическим пределом теории

струн, на основании которой возможно и будет построена теория квантовой

гравитации. Основным итогом данной работы является то, что она дополняет

имеющийся спектр проверок рассматриваемых моделей. На основании проде

ланной работы можно сделать вывод, что представленные здесь частные случаи

теории Хорндески не противоречат наблюдениям в широком диапазоне грави

тационных режимов: от слабого поля Солнечной системы до сильного поля

черных дыр.

Рекомендацией к дальнейшей разработке темы может являться проверка

общего случая теории Хордески на рассмотренных в работе астрофизиче

ских объектах. Помимо этого, одним из возможных направлений исследований

является проверка гравитации Хорндески с использованием всего набора пост

кеплеровских параметров [18; 174]. Кроме того, перспективой дальнейшей

разработки темы может являться создание универсального аппарата для про

верки теорий гравитации с массивными полями в пределе слабого поля (аналога

оригинального ППН формализма для безмассовых моделей).
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