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Исследовано нелинейное влияние неустойчивых возмущений скалярного поля с хиггсовым потенциалом

на эволюцию сверхмассивной черной дыры. Радиальные возмущения скалярного поля описываются

асимптотическими решениями полной самосогласованной системы уравнений Эйнштейна и скалярного

поля в среде идеальной скалярно заряженной жидкости. Квадратичные возмущения скалярного поля

формируют гало вокруг образующейся черной дыры, масса которого может значительно превышать

сингулярную массу черной дыры. Структура скалярного гало зависит от величины скалярного заря-

да жидкости. Для слабозаряженной жидкости масса гало может быть отрицательной, тогда может

образовываться гало закрытого типа, радиус которого определяется равенством нулю полной массы

черной дыры и гало. В этом случае за пределами гало черная дыра не проявляет себя как грави-

тирующий объект и не влияет на реликтовое излучение. Проведена оценка интенсивности рождения

хиггсовых бозонов осцилляциями скалярного поля. В случае квазинейтральной жидкости интенсивность

рождения частиц велика и бесконечно растет со временем, в случае скалярно заряженной жидко-

сти интенсивность рождения частиц формирует мощный кратковременный всплеск излучения. При

этом число рожденных частиц весьма велико, что позволяет рассматривать гало в качестве тела квазара.
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1. ВВЕДЕНИЕ

В серии статей одного из авторов [1–8] и более
ранних работах разрабатывалась теория обра-
зования сверхмассивных черных дыр в ранней
Вселенной (см., например, [9–16]) на основе меха-
низма скалярно-гравитационной неустойчивости,
впервые обнаруженной в забытой уже работе
1985 г. Я. Б. Зельдовичем с соавторами [17], на
существование которой любезно указал в 2023 г.
М. Ю. Хлопов. Под сверхмассивными черными
дырами (supermassive black holes, SMBH) в ранней
Вселенной мы здесь понимаем черные дыры с
массой msmbh & 109M⊙ в центрах квазаров при воз-
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расте Вселенной менее одного миллиарда лет, z & 6,
а под их зародышами (seeds of supermassive black
holes, SSBH) [9, 10] — еще более молодые объекты с
массой mssbh ∼ 104 ÷ 106M⊙ ≈ 1042 ÷ 1044mpl.

Поскольку при наличии жизнеспособного заро-
дыша к моменту космологического времени порядка
600 млн лет дальнейшее формирование SMBH обес-
печивается стандартными механизмами газодина-
мической гравитационной неустойчивости (см., на-
пример, [16]), наше внимание будет сосредоточено
на физических процессах формирования зародышей
сверхмассивных черных дыр. В работах [5–7] ис-
следовалась эволюция линейных возмущений Все-
ленной, заполненной скалярным полем и идеаль-
ной жидкостью, в особых точках космологической
системы. В этом случае на основе точного реше-
ния задачи было показано, что скалярные возму-
щения экспоненциально быстро вырастают в состоя-
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нии неустойчивой инфляции и затухают в состоянии
устойчивой инфляции. При этом продольные грави-
тационные возмущения вырастают лишь по степен-
ному закону. Таким образом, необходимая скорость
роста массы черной дыры не обеспечивается. В свя-
зи с этим в [7] было указано два возможных меха-
низма обеспечения необходимой скорости роста гра-
витационных возмущений.

Первый из предложенных механизмов роста мас-
сы на этапе перехода космологической модели из
состояния неустойчивой инфляции1), т. е. из состоя-
ния с постоянным ненулевым значением потенциала
скалярного поля, соответствующим нулевому значе-
нию потенциальной энергии скалярного поля, кото-
рое с точки зрения качественной теории динамиче-
ских систем является неустойчивым, был исследо-
ван в работе [8] и дал положительный результат,
обеспечивая экспоненциально быстрый рост массы
черной дыры в 1025 раз за время перехода. Масса
черной дыры вырастает за счет разности энергии
скалярного поля в неустойчивом и устойчивом со-
стояниях. Этот механизм вполне можно уподобить
атомному переходу из высшего энергетического со-
стояния в низшее.

В этой статье мы исследуем второй из предло-
женных в [7] механизмов генерации массы SMBH
в состоянии неустойчивой инфляции — нелиней-
ную генерацию массы квадратичным по возмущени-
ям скалярного поля его тензором энергии-импульса
(ТЭИ). Целью статьи является исследование вли-
яния нелинейных эффектов в процессе образова-
ния SSBH механизмом скалярно-гравитационной
неустойчивости на массу черной дыры и процес-
сы рождения элементарных частиц. Далее в тензор-
ных величинах латинские буквы пробегают значе-
ния 1, 4, греческие — 1, 3, всюду используется план-
ковская система единиц G = c = ~ = 1.

2. КОСМОЛОГИЧЕСКИЕ СИСТЕМЫ СО
СКАЛЯРНЫМ ХИГГСОВЫМ ПОЛЕМ

Кратко сформулируем основные положения и
результаты работ [1–8], посвященных механизму
скалярно-гравитационной неустойчивости.

1) В дальнейшем будем использовать этот термин, пони-
мая под ним неустойчивость инфляционного расширения с
бо́льшим значением космологической постоянной и стремле-
ние динамической системы, соответствующей космологиче-
ской модели, перейти в устойчивое состояние, соответству-
ющее меньшему значению космологической постоянной, т. е.
к устойчивой инфляции.

2.1. Самосогласованная система уравнений

Космологическая модель, основанная на класси-
ческом хиггсовом поле Φ и идеальной заряженной
жидкости, предложенная в [5], основана на системе
уравнений Эйнштейна с ТЭИ скалярного поля, Si

k,
и идеальной, вообще говоря, скалярно заряженной
жидкости, T i

k:

Ri
k − 1

2
δikR = 8π(T i

k + Si
k) + δikΛ0, (1)

где Λ0 — затравочное значение космологической по-
стоянной. При этом функция Лагранжа Ls скаляр-
ного хиггсова поля Φ выбирается в виде

Ls =
1

16π

(
gikΦ,iΦ,k − 2V (Φ)

)
, (2)

где

V (Φ) = −α
4

(
Φ2 − m2

α

)2

(3)

— потенциальная энергия скалярного поля, α — кон-
станта самодействия, m — масса квантов. Компо-
ненты ТЭИ скалярного поля относительно функции
Лагранжа (2) равны

Si
k =

1

8π

(
Φ,iΦ,k −

1

2
δikΦ,jΦ

,j + V (Φ)δik

)
.

ТЭИ идеальной жидкости равен

T i
k = (ε+ p)uiuk − δikp,

где ui — единичный времениподобный вектор ди-
намической скорости жидкости, (u, u) = 1. Уравне-
ние скалярного поля относительно функции (2) име-
ет вид

△Φ+V ′
Φ = −8πσ ⇒ △Φ+Φ(m2−αΦ2) = −8πσ, (4)

где σ — плотность скалярного заряда [18]. Введем
также значение космологической постоянной Λ, со-
ответствующее нулевому значению потенциала ска-
лярного поля и получающееся изъятием постоянно-
го слагаемого в потенциальной энергии (3):

Λ = Λ0 −
m4

4α
, Λ 6 Λ0. (5)

В [18] на основе микроскопической динамики
скалярно заряженных частиц получены общие вы-
ражения для макроскопических скаляров σ, p и ε,
в частности, в явном алгебраическом виде для пол-
ностью вырожденной ферми-системы скалярно за-
ряженных частиц. Выражения эти, однако, весьма
громоздки и малопригодны для анализа модели [1].
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В [5,6] на основе этих результатов построена простая
модель скалярно заряженной жидкости, удовлетво-
ряющая предельным соотношениям точной модели
в случае достаточно малых скалярных эффектив-
ных зарядов g:

g2Φ2 ≪ 1 : σ ≃ g2Φε, p ≃ 1

3
ε(1− g2Φ2), (6)

где
g2 ≡ q2β2 > 0

— безразмерный параметр, пропорциональный
квадрату скалярного заряда частиц q, а β2 —
параметр, определяемый функцией распределе-
ния частиц. Отметим общее предельное свойство
макроскопических скаляров σ и p, вытекающее
из (6):

σ|ε→0 → 0, p|ε→0 → 0.

Вследствие уравнений поля (4) и уравнений
Эйнштейна (1) выполняются законы сохранения
энергии-импульса системы:

∇kT
ik − σ∇iΦ = 0. (7)

2.2. Фоновое состояние

В качестве фоновой рассмотрим пространствен-
но плоскую метрику Фридмана

ds20 = dt2 − a2(t)(dx2 + dy2 + dz2) ≡
≡ dt2 − a2(t)[dr2 + r2(dθ2 + sin2 θ dϕ2)], (8)

а в качестве фонового решения — однородное изо-
тропное распределение материи, в котором все гид-
родинамические функции и скалярное поле зависят
только от космологического времени t:

Φ = Φ(t), ε = ε(t),

p = p(t), ui = ui(t).
(9)

Подстановка
ui = δi4 (10)

сводит (7) к одному уравнению

dε

dt
+ 3

ȧ

a
(ε+ p) = σΦ̇, (11)

здесь и ниже приняты обозначения

ḟ = ∂f/∂t, f ′ = ∂f/∂r.

ТЭИ скалярного поля в фоновом состоянии име-
ет структуру ТЭИ идеальной изотропной жидкости:

S
(0)β
β =− 1

16πa2
Φ̇2 − α

32π

(
Φ2 − m2

α

)2
def
= −ps,

S
(0)4
4 =

1

16πa2
Φ̇2 − α

32π

(
Φ2 − m2

α

)2
def
= εs,

(12)

а уравнение фонового скалярного поля (4) в метрике
Фридмана принимает вид

Φ̈ +
3

a
ȧΦ̇ +m2Φ− αΦ3 = −8πσ. (13)

Таким образом, с учетом (6) получим нормаль-
ную автономную систему фоновых уравнений кос-
мологической модели на основе скалярного поля и
идеальной жидкости — фоновую динамическую си-
стему S (см. [5]):

ξ̇ = H, (14)

Φ̇ = Z, (15)

Ḣ = −Z
2

2
− 4π

3
ε(4− g2Φ2), (16)

Ż = −3HZ − Φ(m2 − αΦ2)− 8πg2Φε, (17)

ε̇ = −ε(4− g2Φ2)H, (18)

где введен параметр Хаббла H(t),

H =
ȧ

a
≡ ξ̇. (19)

Пятимерная фоновая динамическая система S

(14)–(18) содержит автономную четырехмерную
подсистему (15)–(18). При этом уравнение Эйн-
штейна 4

4, являющееся первым интегралом этой
подсистемы с нулевым значением константы, с
другой стороны, является уравнением гиперповерх-
ности Эйнштейна – Хиггса [19] в четырехмерном
фазовом пространстве R4 = {H,Φ, Z, ε}, на кото-
рой лежат все допустимые фазовые траектории
космологической модели:

3H2 − Z2

2
− 8πε+

α

4

(
Φ2 − m2

α

)2

− Λ0 = 0. (20)

2.2.1. Особые точки

Особые точки Ms четырехмерной динамической
подсистемы и их характеры определяют асимпто-
тическое поведение космологической модели при
t→ ±∞ и вместе с тем существенным образом опре-
деляют и поведение неоднородных возмущений кос-
мологической модели. Координаты особых точек ав-
тономной системы обыкновенных дифференциаль-
ных уравнений определяются равенством нулю их
правых частей [20]. Таким образом, в особых точ-
ках выполняются условия

Zs = 0, Φs(m
2 − αΦ2

s) = 0,

εs = 0, ps = 0, σs = 0.
(21)
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Фазовые траектории динамической системы стре-
мятся к особым точкам в бесконечном будущем ли-
бо в бесконечном прошлом [20]. Поэтому соотноше-
ния (21) необходимо понимать как асимптотические
при t → ±∞. Подстановка решений алгебраиче-
ских уравнений (21) в интеграл (20) дает значение
H = Hs в особых точках

Hs = ±
√

Λs

3
,

Λs
def
= Λ0 −

α

4

(
Φ2

s −
m2

α

)2

.

(22)

Координаты особых точек четырехмерной дина-
мической подсистемы совпадают с координатами
особых точек скалярно-вакуумной динамической
системы [5,21]

M±
0 =

[
±
√

Λ

3
, 0, 0, 0

]
,

M±
± =

[
±
√

Λ0

3
,± m√

α
, 0, 0

]
,

(23)

где космологические постоянные Λ и Λ0 связаны со-
отношением (5), причем всегда Λ < Λ0.

Для обеспечения вещественности координат осо-
бых точек (23) необходима вещественность Hs, что
дает условие

Λs = Λ0 −
α

4

(
Φ2

s −
m2

α

)2

> 0. (24)

Из (22) следует, что

Λs 6 Λ0. (25)

2.2.2. Качественный анализ

Качественный анализ (см. [20]) динамической
подсистемы приводит к следующему результату (см.
[5]). Все особые точки M±

± являются седловыми,
т. е. неустойчивыми. Единственная особая точкаM+

0

при условии
3Λ− 4m2 < 0 (26)

является притягивающим фокусом, т. е. условно
устойчивой точкой по отношению к данной мо-
де. При выполнении условий (21) фоновые урав-
нения гравитационного и скалярного поля сводят-
ся к единственному нетривиальному уравнению
Эйнштейна (20):

ȧ2

a2
=

Λ

3
(Φs = 0),

ȧ2

a2
=

Λ0

3

(
Φs = ± m√

α

)
.

(27)

Отсюда следуют известные инфляционные реше-
ния для масштабного фактора (см., например,
[22]), уточненные значениями космологической
постоянной:

a(t) = e±Hst : Φs = 0 ⇒ Hs =

√
Λ

3
, (28)

Φs = ± m√
α

⇒ Hs =

√
Λ0

3
. (29)

Особые точки динамической системы представ-
ляют собой ее точные решения. В случае притяги-
вающей особой точки это решение является устой-
чивым, а в случае седловой или отталкивающей точ-
ное решение неустойчиво. Таким образом, инфляци-
онное решение (28) устойчиво, а инфляционное ре-
шение (29) неустойчиво. Будем называть эти реше-
ния устойчивой и неустойчивой инфляцией соответ-
ственно. Неустойчивая инфляция соответствует бо-
лее раннему этапу космологической эволюции. Ес-
ли космологическая модель находится в состоянии
неустойчивой инфляции, то через некоторое время

∆tinf ≃ |max(Reλa)|−1, (30)

где λa — собственное значение матрицы динамиче-
ской системы для неустойчивой моды, она скатится
в состояние устойчивой инфляции с меньшим зна-
чением постоянной Хаббла.

2.2.3. Масштабные преобразования модели

Конкретная фоновая модель определяется,
во-первых, фундаментальными физическими
параметрами, которые будем задавать упорядочен-
ным списком

P = [α,m, g,Λ0], (31)

и, во-вторых, начальными условиями в некоторый
нулевой момент космологического времени t0 = 0

в виде упорядоченного списка значений координат
фазового пространства, который можно свести к
списку трех величин (подробности см., например,
в [1]):

I = [Φ0, Z0, ε0,κ], (32)

где по умолчанию ξ(0) = 0, а κ = ±1 — знак
решения уравнения (20) относительно H в мо-
мент t = 0. Таким образом, конкретная модель
M полностью определяется упорядоченным множе-
ством M = [P, I].

При анализе численных решений фоновой дина-
мической системы важное значение имеет следую-
щее ее свойство подобия, доказанное в работе [21].
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Полная система фоновых уравнений пятимерной
математической модели инвариантна по отношению
к одновременным масштабным преобразованиям с
коэффициентом подобия ℓ = const > 0 фундамен-
тальных параметров модели

Sℓ(S) : α = ℓ2α̃, m = ℓm̃,

e =
√
ℓ ẽ, Λ0 = ℓ2Λ̃0,

(33)

и ее фазовых координат

xi = ℓ−1x̃i, Φ = Φ̃, Z = ℓZ̃,

H = ℓH̃, ε = ℓ2ε̃.
(34)

При масштабных преобразованиях (33), (34) коорди-
наты особых точек также преобразуются по зако-
нам (34), а собственные значения матрицы динами-
ческой системы — по закону λ = ℓλ̃ [21].

Свойство подобия позволяет сравнивать космо-
логические модели на различных масштабах взаи-
модействий, в связи с чем мы здесь будем рассмат-
ривать в качестве базовой модель на планковских
масштабах, SPl, варьируя в ней лишь величину ска-
лярного заряда g: P0(g) = [1, 1, g, 0.2527]. При этом
параметры модели великого объединения, PSU(5), и
стандартной модели, PSM , получаются из P0(g) с
помощью преобразований (33), (34) при значениях
коэффициента подобия ℓ = 10−4 и ℓ = 10−15 соот-
ветственно. Аналогично мы зафиксируем значения
начальных данных (32), варьируя в них лишь ве-
личину начальной плотности энергии жидкости ε0:
I(ε0) = [1, 0, ε0, 1], вводя обозначение для соответ-
ствующей модели

Mge : [[1, 1, 10
−g, 0.2527], [1, 0, 10−e, 1]]. (35)

Таким образом, в целях упрощения мы оставля-
ем лишь два параметра модели — отрицательные
значения логарифмов величины скалярного заряда
g → − lg g и начального значения плотности энергии
жидкости e = − lg ε0.

Преобразование результатов к параметрам моде-
ли великого объединения, PSU(5), и стандартной мо-
дели, PSM , мы выполним в конце статьи.

2.2.4. Основные свойства фоновой модели

Результаты численного интегрирования [5–7]
(см. рис. 1) показывают, что эволюция исследуемой
фоновой модели содержит следующие этапы.

1. Начальная сингулярность в момент времени
ts, в которой a(ts)= 0 ⇒ ξ(ts)=−∞, H(ts)=+∞.
Единственный формальный случай, когда на-
чальная сингулярность отсутствует, соответ-
ствует неустойчивой инфляции (29), в которой

Рис. 1. Эволюция Lig ξ(t) (из нижнего левого угла в верх-

ний правый) и H(t) (из верхнего левого угла в нижний

правый). Сплошные линии — M13, штриховые с длинными

штрихами — M53, штриховые — M65, пунктирные — M75

Φ = ±m/√α и εs = 0, но любые даже бесконечно
малые отклонения потенциала от значения Φs либо
плотности энергии жидкости от нулевого значения
тут же восстанавливают начальную сингулярность
фоновой космологической системы в конечный
момент времени t∞ [23].

2. После выхода из сингулярного состояния с
суммарным ультрарелятивистским уравнением со-
стояния p = ε/3 (см. [24]) космологическая модель
переходит в состояние неустойчивой инфляции с
Φ = Φs, в котором в случае достаточно больших
скалярных зарядов [7]

g & gc ≈ 10−7 (36)

находится в течение времени ∆tinf (30), после че-
го скатывается в состояние устойчивой инфляции с
Φ = 0 и остается в устойчивом равновесии.

3. В случае малых скалярных зарядов g < gc мо-
дель остается бесконечно долго в состоянии неустой-
чивой инфляции. Такая модель ведет себя как мо-
дель со скалярно нейтральной жидкостью.

Численный пример (рис. 1) демонстрирует пере-
численные выше свойства модели SPl на масштабах
порядка планковских при значениях фундаменталь-
ных параметров P0(g). Координаты особых точек в
этом случае, согласно (22) и (23), равны

M+
0 = [0.03, 0, 0, 0],M+

+ = [0.29, 1, 0, 0].
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Для адекватного отображения графиков с боль-
шим разбросом масштабов знакопеременных функ-
ций здесь и ниже используется масштабирующая
взаимно-однозначная функция Lig(z) [25]

Lig(z) = sgn(z) lg(1 + |z|),

Lig−1(z) = sgn(z)(10|z| − 1),

Lig(z)||z|→0 ≃ z, Lig(z)||z|→∞ ≃ sgn(z) lg |z|.

2.2.5. Скалярно заряженная и квазинейтральная
жидкость

Приведенные на рис. 1 графики показывают су-
щественное влияние величины скалярного заряда
на космологическую эволюцию. При малой вели-
чине скалярного заряда (36) космологические мо-
дели имеют одну инфляцию с высокой скоростью
расширения, при больших значениях скалярного за-
ряда космологические модели имеют две инфляции,
причем поздняя имеет гораздо меньшую скорость.
Как мы увидим ниже, указанный фактор будет су-
щественно влиять на процесс образования SSBH.
В первом случае мы будем говорить о квазиней-
тральной жидкости g < gc, а во втором — о скалярно
заряженной. Заметим, что само критическое значе-
ние скалярного заряда gc, вообще говоря, зависит от
остальных фундаментальных параметров модели.

Заметим, что масштабы шкалы времени на рис. 1
и 2 различаются в целях детализации области пере-
хода с ранней инфляции на позднюю. Этот переход
соответствует моменту времени

ttr ≈ 60.8. (37)

2.2.6. Две базовые модели

Для простоты ниже мы ограничимся рассмотре-
нием двух соответствующих моделей на планков-
ских масштабах — M75 с квазинейтральной жид-
костью и M57 со скалярно заряженной жидкостью,
на которых ярко проявляются особенности поведе-
ния как фоновых моделей, так и их возмущений
(см. рис. 2),

M75 : [[1, 1, 10−7, 0.2527], [1, 0, 10−5, 1]],

M57 : [[1, 1, 10−5, 0.2527], [1, 0, 10−7, 1]].

2.3. Сферические возмущения

космологической модели

2.3.1. Функции возмущений

Метрику с гравитационными возмущениями за-
пишем в изотропных сферических координатах с

Рис. 2. Эволюция ξ(t) и H(t): штрихпунктирная и пунктир-

ная линии — модель M75, штриховая и сплошная — M57

конформно-евклидовой метрикой трехмерного про-
странства (см., например, [26]), допускающей непре-
рывный переход к метрике Фридмана (8) [6]:

ds2 = eν(r,t)dt2 − a2(t)eλ(r,t)×
× [dr2 + r2(dθ2 + sin2 θ dϕ2)], (38)

где ν(r, t) и λ(r, t) — малые продольные возмущения
метрики Фридмана (ν ≪ 1, λ ≪ 1). Полагая для
возмущений скалярного поля, плотности энергии и
вектора скорости жидкости

Φ(r, t) = Φ(t) + φ(r, t),

ε(r, t) = ε(t) + δε(r, t),

p(r, t) = p(t) + δp(r, t),

σ(r, t) = σ(t) + δσ(r, t),

ui = e−ν(r,t)/2δi4 +
υ(r, t)

a2
δi1,

(39)

где Φ(t), ε(t) и p(t) — теперь уже невозмущенные
(фоновые) значения этих величин, а φ(r, t), υ(r, t)
и δε(r, t) — их малые возмущения, получим для
модели S (6)

σ = g2Φ0ε,

δp =
1

3

[
δε(1− g2Φ2)− 2g2εΦφ

]
,

p =
1

3
ε(1− g2Φ2),

δσ = g2(φε+Φδε).

(40)
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Следуя логике задачи о генерации гравитаци-
онных возмущений квадратичными возмущениями
скалярного поля, в этой статье мы будем пренебре-
гать квадратичными членами по гравитационным
возмущениям λ и ν и произведениями типа λφ, νφ,
но при этом будем удерживать квадратичные по
возмущениям скалярного поля члены в уравнениях
Эйнштейна. Также будем пренебрегать квадратич-
ными по φ членами в уравнении скалярного поля,
предполагая, согласно логике приближений, следу-
ющую иерархию величин возмущений:

|λ(r, t)|, |ν(r, t)| ≪ |φ(r, t)| ≪ 1 ⇔ φ2 ≪ |φ|. (41)

2.3.2. Возмущения суммарного ТЭИ

Отличные от нуля линейные возмущения компо-
нент суммарного ТЭИ имеют вид

8πδ(Sβ
β + T β

β ) = φΦ(m2 − αΦ2)− φ̇Φ̇ +
1

2
νΦ̇2 − 8πδp,

β = 1, 3, (42)

8πδ(S4
4 + T 4

4 ) = φΦ(m2 − αΦ2) + φ̇Φ̇− 1

2
νΦ̇2 + 8πδε,

(43)

8πδ(S1
4 + T 1

4 ) = Φ̇φ′ − υ(ε+ p) ⇒

⇒ − 1

a2
δ(S4

1 + T 4
1 ) = δ(S1

4 + T 1
4 ), (44)

а возмущения второго порядка ТЭИ скалярного
поля есть

8πδ(2)S1
1 =

1

2
φ2(m2 − 3αΦ2)− 1

2
φ̇2 − 1

2a2
φ′

2
, (45)

8πδ(2)S2
2 =

1

2
φ2(m2 − 3αΦ2)− 1

2
φ̇2 +

1

2a2
φ′

2
, (46)

8πδ(2)S4
4 =

1

2
φ2(m2 − 3αΦ2) +

1

2
φ̇2 +

1

2a2
φ′

2
, (47)

8πδ(2)S1
4 = − 1

a2
φ′φ̇, δ(2)S3

3 = δ(2)S2
2 . (48)

Таким образом, отличные от нуля возмущения
компонент суммарного ТЭИ принимают вид

8πδ(2)(S1
1 + T 1

1 ) = Φ(m2 − αΦ2)φ− Zφ̇+
1

2
Z2ν −

−8πδp+
1

2
(m2 − 3αΦ2)φ2 − 1

2
φ̇2 − 1

2
φ′

2
,

8πδ(2)(S4
4 + T 4

4 ) = Φ(m2 − αΦ2)φ+ Zφ̇− 1

2
Z2ν +

+8πδε+
1

2
(m2 − 3αΦ2)φ2 +

1

2
φ̇2 +

1

2a2
φ′

2
,

8πδ(2)(S4
1 + T 4

1 ) = −(ε+ p)υ + Zφ′ + φ̇φ′,

δ(2)(S2
2 + T 2

2 ) = δ(S3
3 + T 3

3 ) = δ(S1
1 + T 1

1 ) +
φ′2

8πa2
.

2.3.3. Возмущенное уравнение скалярного поля

Из уравнения скалярного поля (4), пренебрегая,
согласно (41), квадратичными по возмущениям ска-
лярного поля членами, получим линейное уравнение
относительно его возмущения φ(r, t):

φ̈+ 3Hφ̇− 1

a2
∆rφ+ (m2 − 3αΦ2 + 8πg2ε)φ+

+
Z

2
(3λ̇− ν̇) + Φ(m2 − αΦ2 + 8πg2ε)ν +

+8πg2Φδε = 0, (49)

где ∆r — радиальная часть оператора Лапласа в
сферических координатах трехмерного евклидова
пространства,

∆rφ
def
=

1

r2
∂

∂r
r2
∂φ

∂r
.

Уравнение для возмущений скалярного поля пол-
ностью совпадает с соответствующим уравнением
в статье [7].

2.3.4. Возмущенные уравнения Эйнштейна

Имеем

λ̈+H(3λ̇− ν̇)− (λ+ ν)′

a2r
+ Zφ̇−

−
[
3H2 − Z2

2
− 8π

3
ε(4− g2Φ2)

]
ν−

− Φ

(
m2 − αΦ2 +

16π

3
g2ε

)
φ+

8π

3
δε(1− g2Φ2)−

− m2 − 3αΦ2

2
φ2 +

φ̇2

2
+
φ′2

2a2
= 0, (50)

r
∂

∂r

(
1

r

∂

∂r
(λ + ν)

)
= −2φ′2, (51)

− 1

a2
∆rλ+ 3Hλ̇− Zφ̇−

(
3H2 − Z2

2

)
ν −

−Φ(m2 − αΦ2)φ− 1

2
(m2 − 3αΦ2)φ2 −

− φ̇
2

2
− φ′2

2a2
= 8πδε, (52)

8π

3
ε(4− g2Φ2)υ − (Zφ−Hν + λ̇)′ = 0. (53)

Обратимся сначала к уравнению (51), которое
получается в результате разности диагональных
уравнений Эйнштейна. Если пренебречь квадратом
возмущения скалярного поля φ′2 в правой части это-
го уравнения, мы получим линейное уравнение от-
носительно суммы λ+ ν:

r
∂

∂r

(
1

r

∂

∂r
(λ+ ν)

)
= 0,
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имеющее решение

λ+ ν =
1

2
C1r

2 + C2.

Вследствие условий перехода решений линейной си-
стемы в фоновое решение на пространственной бес-
конечности должны выполняться нулевые гранич-
ные условия:

λ(r, t)|r→∞ = ν(r, t)|r→∞ = φ(r, t)|r→∞ = 0,

λ′(r, t)|r→∞ = ν′(r, t)|r→∞ = φ′(r, t)|r→∞ = 0.
(54)

Отсюда следует, что в решении (51) должно
быть C1 = C2 = 0. Таким образом, в линейном
приближении

ν(r, t) = −λ(r, t). (55)

Интегрируя (51) с учетом предыдущего резуль-
тата, получим

ν = −λ− 2

r∫

r0

r dr

r∫

r0

φ′2

r
dr (= −λ+O2(φ)). (56)

Таким образом, согласно принятому приближению
(41), в уравнении для возмущений скалярного по-
ля (49) можно использовать линейное соотношение
(55), с помощью которого приведем это уравнение
к виду

φ̈+ 3Hφ̇− 1

a2
∆rφ+ φ(m2 − 3αΦ2 + 8πg2ε) +

+2Zλ̇− (m2Φ− αΦ3 + 8πg2ε)λ+ 8πg2Φδε=0. (57)

2.3.5. Уравнения для возмущений с
исключенными материальными функциями

Итак, полагая ε 6≡ 0, получим из (53) определе-
ние радиальной скорости:

υ =
3

8π

∂

∂r

Zφ+ λ̇−Hν

ε(4− g2Φ2)
.

Исключая δε с помощью (52) в уравнениях (50)
и (57) и вводя новую функцию

γ(r, t) ≡ λ(r, t) + ν(r, t) (= O2(φ)), (58)

получим систему трех независимых дифференци-
альных уравнений в частных производных отно-
сительно трех неизвестных функций λ(r, t), γ(r, t)
и φ(r, t):

λ̈+H(5− g2Φ2)λ̇− 1− g2Φ2

3a2
∆rλ+

Z

3
(2 + g2Φ2)φ̇+

+
4− g2Φ2

3

(
3H2 − Z2

2
− 8πε

)
λ−

−4− g2Φ2

3
Φ(m2 − αΦ2)φ− 16π

3
g2εΦφ =

= Hγ̇ +
γ′

a2r
+

4− g2Φ2

3

(
3H2 − Z2

2
− 8πε

)
γ +

+
4−g2Φ2

6
(m2−3αΦ2)φ2− 2 + g2Φ2

6

(
φ̇2+

φ′2

a2

)
, (59)

φ̈− 1

a2
∆rφ+

(
3H − g2ΦZ

)
φ̇−

−g
2Φ

a2
∆rλ+ (2Z + 3g2ΦH)λ̇−

−Φ
(
m2 − αΦ2 + 8πg2ε+

1

2
g2Z2 − 3g2H2

)
λ+

+[m2 − 3αΦ2 − g2Φ2(m2 − αΦ2) + 8πg2ε]φ = 0, (60)

∂

∂r

(
γ′

r

)
= −2

r
φ′2. (61)

3. ЛИНЕЙНЫЕ ВОЗМУЩЕНИЯ

Пренебрегая пока квадратичными по возмуще-
ниям членами в уравнениях (59)–(61), рассмот-
рим линейную модель возмущений. При этом, со-
гласно (55), в линейном приближении γ(r, t) = 0

⇒ λ(r, t) = −ν(r, t), в результате чего получаем сле-
дующую линейную систему двух уравнений относи-
тельно функций ν(r, t) и φ(r, t):

ν̈ +H(5− g2Φ2)ν̇ − 1− g2Φ2

3a2
∆rν −

Z

3
(2 + g2Φ2)φ̇ +

+
4− g2Φ2

3

(
3H2 − Z2

2
− 8πε

)
ν +

+
4− g2Φ2

3
Φ(m2 − αΦ2)φ+

16π

3
g2εΦφ = 0, (62)

φ̈− 1

a2
∆rφ+

(
3H − g2ΦZ

)
φ̇+

+
g2Φ

a2
∆rν − (2Z + 3g2ΦH)ν̇ +

+Φ
(
m2 − αΦ2 + 8πg2ε+

1

2
g2Z2 − 3g2H2

)
ν +

+[m2 − 3αΦ2 − g2Φ2(m2 − αΦ2) + 8πg2ε]φ = 0. (63)

3.1. Линейная модель черной дыры

Линейность уравнений (62), (63) и наличие опе-
ратора Лапласа ∆r позволяют выделить в решени-
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ях ν(r, t) и φ(r, t) этих уравнений сингулярные при
r = 0 части [1, 7]:

ν(r, t) = 2
ρ(r, t)−M(t)

ar
≡ −2µ(r, t)

a(t)r
,

φ(r, t) = 2
ϕ(r, t)−Q(t)

ar
≡ −2ψ(r, t)

a(t)r
,

(64)

где амплитуды ρ(r, t) и ϕ(r, t) соответствуют несин-
гулярным частям возмущений.

Заметим (см. [1]), что при подстановке (64)
в возмущенную метрику (38) последняя прини-
мает форму метрики, конформной сферически-
симметричной метрике внутри гравитирующего
вещества с полной массой µ(r, t) шара радиусом r

[27], а потенциал возмущенного скалярного поля —
вид кулоновского потенциала с зарядом ψ(r, t)

внутри этой же сферы (см. [7]):

ds2=

[
1− 2µ(r, t)

a(t)r

]
dt2− dr2+r2(dΩ2+sin2 Ω dϕ2)

1− 2µ(r, t)/a(t)r
. (65)

При r → 0 она переходит в метрику Шварцшильда
с метрическими коэффициентами

g44|r→0 = 1− 2M(t)

R(t)
,

g11|r→0 = − a(t)2

1− 2M(t)/R(t)
,

(66)

где

R =

∫
ds0(t, θ, ϕ = const) = a(t)r (67)

— физический радиус. Таким образом, с помощью
преобразований (64) мы получаем линейную модель
черной дыры с сингулярными массой M(t) и ска-
лярным зарядом Q(t). В рамках этой модели удобно
интерпретировать результаты исследований.

3.2. Выделение сингулярных частей решений

В результате преобразования (64) система урав-
нений (62), (63) распадается на две подсистемы, из
которых первая, независимая, является системой
обыкновенных линейных однородных уравнений от-
носительно полной массы M(t) и скалярного заряда
Q(t) черной дыры:

Ẍ+O(t)Ẋ+P(t)X = 0, (68)

где введены матрицы

X =

∥∥∥∥∥
M

Q

∥∥∥∥∥ , P(t) =

∥∥∥∥∥
pmmp

q
m

pmq p
q
q

∥∥∥∥∥ ,

O(t) =

∥∥∥∥∥∥
(3− g2Φ2)H − 2 + g2Φ2

3
Z

−(2Z + 3g2ΦH)H − g2ΦZ

∥∥∥∥∥∥
и матричные коэффициенты pαβ :

pmm = −1

3

[
(1 − g2Φ2)

Z2

2
+ 4πε(4− g2Φ2)

]
,

pqm =
1

3
[(2 + g2Φ2)ZH +

+ (4− g2Φ2)Φ(m2 − αΦ2) + 16πεg2Φ],

pqq =

[
Z2

2
− 2H2 + g2ΦZH +m2 − 3αΦ2 −

− g2Φ2(m2 − αΦ2) +
4πε

3
(4− g2Φ2 + 6g2)

]
,

pmq =

[
2ZH +

Z2

2
g2Φ+ Φ(m2 − αΦ2) + 8πg2Φε

]
.

Вторая независимая система линейных однород-
ных уравнений в частных производных относитель-
но несингулярных функций ρ(r, t) и χ(r, t) имеет вид

Ÿ − L(t)Y′′ +O(t)Ẏ +P(t)Y = 0, (69)

где введены матрицы

Y =

∥∥∥∥∥
ρ

ϕ

∥∥∥∥∥ , L(t) =
1

a2

∥∥∥∥∥∥

1

3
(1− g2Φ2) 0

−g2Φ 1

∥∥∥∥∥∥
.

Заметим, во-первых, что все коэффициенты си-
стемы (69), кроме коэффициентов при вторых част-
ных производных по радиальной переменной, сов-
падают с соответствующими коэффициентами си-
стемы (68). Во-вторых, система уравнений (69) при
g2 < 1 является гиперболической, поскольку поло-
жителен определитель матрицы L(t), как и ее соб-
ственные числа. В-третьих, как показано, напри-
мер, в [8], независимость подсистемы (69) являет-
ся формальной — при наложении начальных гра-
ничных условий на системы (68), (69) решения этой
подсистемы определяются через начальные условия
подсистемы (68).

3.3. Методы численного интегрирования

задачи

В работах [1, 5–8, 28, 29] система уравнений для
возмущений (68) и (69) интегрировалась совмест-
но с динамической системой фоновых уравнений
(14)–(18). При этом исследование столкнулось с
достаточно сложными проблемами численного ин-
тегрирования, существенно ограничивающими воз-
можности исследования. Несмотря на внешне про-
стой вид системы линейных однородных уравне-
ний (68) и (69), их интегрирование представляет
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достаточно сложную задачу в силу двух обстоя-
тельств. Первое — коэффициенты уравнений, опре-
деляющие матрицы O(t), P(t), L(t), в свою очередь,
сами определяются численными решениями суще-
ственно нелинейной фоновой динамической систе-
мы (14)–(18). При этом, как мы видели на при-
мерах рис. 1, 2, фоновая динамическая система мо-
жет иметь скачкообразный переход из состояния
неустойчивой инфляции в состояние устойчивой.
Такие переходы сопровождаются высокочастотны-
ми колебаниями возмущенных величин. Все это вме-
сте взятое порождает второе обстоятельство — су-
щественную жесткость системы уравнений для воз-
мущений, приводящую к неустойчивости численных
решений и требующую привлечения специальных
средств численного интегрирования. В данной рабо-
те указанные обстоятельства играют важную роль,
в связи с чем мы кратко опишем основные методы
численного интегрирования задачи.

Вследствие линейности и однородности системы
уравнений (68) ее решения обладают следующим
свойством. Пусть S = [M(t), Q(t)] — решение зада-
чи Коши для этой системы с начальными условиями
IMQ(M0, Q0) = [M(0) = M0, Q(0) = Q0, Ṁ(0) = 0,

Q̇(0) = 0]. Тогда решение задачи Коши для этой же
системы с начальными условиями IMQ(kM0, kQ0)

есть [kM(t), kQ(t)]. Это свойство полностью под-
тверждается и численным интегрированием.

Используя это свойство, мы можем решать зада-
чу Коши с небольшими значениями начальных усло-
вий M0, Q0 и затем простым умножением получать
решения для физически значимых начальных усло-
вий. Это особенно полезно с учетом неустойчивости
численных методов интегрирования при больших
значениях начальных условий. Таким образом, мож-
но сгенерировать численные решения задачи Коши
для базисных начальных условий

IMQ(1, 0) = [M(0) = 1, Q(0) = 0],

IMQ(0, 1) = [M(0) = 0, Q(0) = −1],

IMQ(1, 1) = [M(0) = 1, Q(0) = −1].

(70)

Сгенерированные на заданном временном ин-
тервале в списочном формате численные реше-
ния конвертируются в сплайны, а затем — в
кусочно-непрерывные функции. Это дает воз-
можность применения численно-аналитических
методов, на порядок уменьшающих время числен-
ного интегрирования.

Последующее численное интегрирование уравне-
ний (68) и (69) с уже аналитически заданными ко-
эффициентами проводилось численными методами

Розенброка и Гира, приспособленными для решения
жестких систем. Сравнение результатов, получен-
ных этими методами, показало достаточно хорошее
совпадение при не слишком высокой заданной абсо-
лютной погрешности (∆M ∼ 10−10), но при этом ме-
тод Гира дает более высокую скорость вычислений.

3.4. Эволюция сингулярной массы M(t)

В процессе образования сверхмассивной черной
дыры ее сингулярная масса играет ключевую роль.
Эволюция массы M(t) и скалярного заряда Q(t),
определяемая системой линейных уравнений (68),
в различных моделях жидкости и при различных
параметрах исследовалась в предыдущих работах
[1, 7, 8, 28]. В этих работах показано, что с течением
космологического времени сингулярная масса чер-
ной дыры в модели M57 стремится к некоторому
постоянному пределу M(t)t→∞ →M∞ = const.

На рис. 3, 4 показаны графики эволюции сингу-
лярной массы M(t) в моделях M57 и M75 в зависи-
мости от начальной массы M0 при Q0 = 0.

На рис. 5 показано влияние начального скаляр-
ного заряда Q0 на эволюцию сингулярной массы
M(t). Наличие в начальном состоянии скалярного
заряда на 16 порядков повышает значение конечной
сингулярной массы. К анализу этих результатов мы

Рис. 3. Эволюция M(t) в модели со скалярно заряжен-

ной жидкостью M57 при Q0 = 0. Кривые (снизу вверх):

M0 = 1, 106, 1012, 1015, 1018, 1021, 1024
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Рис. 4. Эволюция M(t) в модели с квазинейтральной

жидкостью M75 при Q0 = 0. Кривые (снизу вверх):

M0 = 1, 106, 1012, 1015, 1018, 1021, 1024

вернемся в разд. 7. Согласно рис. 3 и 5, для модели
M57 справедлива оценка конечного значения массы:

[M0, Q0 = 0]: M∞ ≃ 2.4 · 1020M0,

[M0 = 0, Q0] : M∞ ≃ 5 · 1036Q0.
(71)

4. ПРИБЛИЖЕНИЕ СВОБОДНОГО
СКАЛЯРНОГО ПОЛЯ

4.1. Уравнение для возмущений свободного

скалярного поля

В особых точках космологической системы урав-
нения (68) и (69) имеют точные решения, выра-
жающиеся через функции Бесселя первого рода
[5, 6]. В дальнейшем нам понадобятся аналитиче-
ские выражения амплитуд возмущения φ(r, t) вне
особых точек. Для описания эволюции таких воз-
мущений скалярного поля используем приближе-
ние свободного скалярного поля, получающееся при
условии малости возмущений гравитационного по-
ля по сравнению с возмущениями скалярного поля,
|λ(r, t)|, |ν(r, t)| ≪ |φ(r, t)|, по крайней мере вблизи
особых точек (детали см. в [28]). При этом мы сохра-
ним связь возмущений скалярного поля со скаляр-
ными зарядами, т. е. свобода скалярного поля пони-
мается как независимость от возмущений метрики,
но не плотности энергии. В этом случае уравнение
для возмущений скалярного поля (60) примет вид

Рис. 5. Эволюция M(t) в модели со скалярно заряженной

жидкостью M57: штриховая линия — M0 = 1, Q0 = 0,

сплошная линия — M0 = 0, Q0 = −1

φ̈− 1

a2
∆rφ+ (3H − g2ΦZ)φ̇+

+[m2 − 3αΦ2 − g2Φ2(m2−αΦ2) + 8πg2ε]φ = 0. (72)

Отсюда при g = 0 получаем вид точного уравне-
ния в особых точках фоновой динамической систе-
мы (см. [7]) с тем лишь отличием, что коэффициен-
ты уравнения (72) a = exp(ξ(t)), H(t) и Φ(t) не опре-
деляются координатами особой точки, а являются
решениями фоновой динамической системы. В со-
ответствии с (64) будем искать решение уравнения
(72) в виде

φ(r, t) =
einr

r
ϑn(t). (73)

Подставляя (73) в (72), получим каноническое обык-
новенное дифференциальное уравнение колебаний с
трением относительно функции ϑn(t):

ϑ̈n + p(t)ϑ̇n + q(t)ϑn = 0, (74)

где

p(t) = 3H − g2ΦZ,

q(t) = m2 − 3αΦ2 + n2e−2ξ−g2Φ2(m2−αΦ2)+8πg2ε.

Проводя, согласно [30], преобразование Лапласа

ϑn(t) = exp

{
−1

2

t∫

0

p(τ)dτ

}
u(t), (75)
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получим линейное уравнение колебаний с частотой
ωn(t) относительно амплитуды u(t):

ü+ ω2
n(t)u = 0, (76)

где

ω2
n(t) = q(t)− p2/4− ṗ/2 = m2 − 3αΦ2 +

n2

a2
−

−3

4
(3H2 − Z2)− 3

2
g2Φ2(m2 − αΦ2) +

+
1

4
g2Z2(2− g2Φ2) + 8πε(1 + g2)− 2πg2Φ2ε(1 + 2g2).

Вычисляя интеграл в (75) с учетом (32), найдем

1

2

t∫

0

p(τ)dτ =
3

2
ξ(t) +

1

2
(Φ2(t)− Φ2(0)).

4.2. Асимптотическое решение

Найдем асимптотическое решение уравнения
(76) для больших значений ω2

n и тем самым и для
возмущений скалярного поля (72), верное во всем
фазовом пространстве [28]:

φ(r, t) =
einr

r

exp
(
− 3

2ξ(t) − 1
2 (Φ

2(t)− Φ2(0))
)

|ωn(t)|1/2
×

×
∑

±
C±

n e
±iSn(t0,t) def

=
einr

r
θn(t), (77)

где
θn(t) =

∑

±
C±

n θ
±
n (t)

и введена функция эйконала Sn(t0, t) (см. [26]):

Sn(t0, t) =

t∫

t0

ωn(t)dt. (78)

В [5] и [7] использовались асимптотические решения
уравнения, аналогичного (76), для плоских и сфери-
ческих скалярных возмущений соответственно. Эти
решения соответствовали достаточно грубым оцен-
кам. В этой статье мы используем более точные
асимптотические оценки на основе асимптотической
теории дифференциальных уравнений (см., напри-
мер, [30]). На рис. 6, 7 показаны графики эволюции
функции эйконала, полученные комбинированным
применением численного интегрирования и сплай-
новой интерполяции.

Таким образом, в модели M75 с момента времени
t = t0 = 0 имеют место соотношения Re(S(t)) = 0

и Im(S(t)) ≈ 3t/2. Полная фаза колебаний равна

Рис. 6. Функция эйконала Sn(t) (78) в космологической

модели M57 при n = 1: сплошная линия — Im(Sn), штри-

ховая — Re(Sn)

Рис. 7. Функция эйконала Sn(t) (78) в космологической

модели M75 при n = 1: сплошная линия — Im(Sn), штри-

ховая — Re(Sn)

f = inr ∓ 3t/2, т. е. возмущения скалярного поля
представляют собой пару стоячих волн, из кото-
рых одна затухает, другая экспоненциально быст-
ро возрастает. В модели M57 при t ∈ [0, t1 ≈ 63.13]

Re(S(t)) = 0, Im(S(t)) ≈ γ57t ≈ 5t/4, при t > t1
Re(S(t)) = ω57t ≈ t, Im(S(t)) = χ57 = const ≈ 91.
Таким образом, в модели M57 до момента времени
t1 возмущения скалярного поля представляют собой
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Рис. 8. Действительная часть возмущений скалярного по-

ля, согласно (77), для модели M57 при n = 0.01 и C±
n = 1

стоячие волны, одна из которых экспоненциально
растет, а вторая затухает, при этом амплитуда вы-
растает/убывает в exp(χ57) ≈ 3.3 · 1039 раз. С мо-
мента времени t1 и далее рост амплитуды прекраща-
ется, а колебания трансформируются в две волны,
запаздывающую и опережающую, распространяю-
щиеся вдоль радиуса со световой скоростью. При
этом фазы этих волн равны inr± ω57t∓χ57, откуда
следует, что именно опережающая волна, соответ-
ствующая нижнему знаку этого выражения, имеет
бо́льшую амплитуду exp(χ57).

На рис. 8 и 9 представлены результаты численно-
го моделирования эволюции амплитуд возмущений
скалярного поля по асимптотическим формулам
(77) для модели с параметрами M57, показанной на
рис. 2. Функция ωn(t) вычислялась численным ин-
тегрированием фоновой динамической системы S5

(14)–(18). При этом произвольные константы C±
n в

асимптотическом решении (77) полагались равными
1. Для реальных начальных значений возмущений
необходимо положить C±

n ∼ 10−20÷10−6 в зависимо-
сти от особенностей исследуемого этапа космологи-
ческой эволюции. При этом соответствующие вели-
чины ϑn(t) достаточно умножить на величину C±

n .

На графиках рис. 8, 9 видно, что поведение воз-
мущений амплитуды скалярного потенциала ϑn(t) в
модели M57 резко меняется как раз в точке ее пере-
хода на режим поздней инфляции (см. рис. 2).

Рис. 9. Мнимая часть возмущений скалярного поля, со-

гласно (77), для модели M57 при n = 0.01 и C±
n = 1

Далее, из графика возмущения амплитуды ска-
лярного потенциала ϑn(t) для скалярно заряженной
жидкости, M57, можно заметить, что затухающие
после фазы начального роста колебания имеют пе-
риод 2π. Исследования показывают, что для произ-
вольных значений массы бозоновm и произвольных
значений волновых чисел период затухающих коле-
баний равен

T =
2π

m
,

т. е. это микроскопические осцилляции с комптонов-
ским периодом, как и в случае статических осцил-
ляций скалярного поля в гало скалярно заряженной
черной дыры [31].

Экспоненциально быстрый рост возмущений ска-
лярного поля, обнаруживаемый как в асимптотиче-
ских решениях (77), так и в точных решениях ли-
нейных уравнений для возмущений скалярного поля
в особых точках (см., например, [5, 7]), приводит к
быстрому росту амплитуд возмущений до больших
по абсолютной величине значений, что формаль-
но быстро нарушает применимость линейной мо-
дели для описания скалярно-гравитационных воз-
мущений. Однако некоторые обстоятельства позво-
ляют надеяться на применимость линейной моде-
ли для качественного описания поведения и боль-
ших по амплитуде возмущений скалярного поля с
хиггсовым потенциалом. Действительно, известны
основные эффекты влияния нелинейности на пове-
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дение возмущений в газодинамической среде. В ос-
новном они сводятся к искажению и демпфирова-
нию гармонических колебаний и образованию удар-
ных волн, трансформирующих энергию колебаний,
а также к разогреву газовой среды. Эти эффекты
опосредуются через давление газовой среды, боль-
шие градиенты которого создают силы, противо-
действующие сжатию газа. Однако в случае ска-
лярного поля с кубической нелинейностью это не
так. Давление скалярного поля может быть отри-
цательным, в результате чего противодействие сжа-
тию может смениться на пособничество ему. Дру-
гими словами, нелинейная модель возмущений ска-
лярного поля только усилит развитие неустойчиво-
сти линейных возмущений. На этот факт указывают
и конкретные численные расчеты развития нелиней-
ных возмущений, выполненные на основе модель-
ной задачи. Как оказывается, точки роста возмуще-
ний в нелинейной и линейной моделях совпадают,
но при этом нелинейная модель дает значительно
более быстрый рост возмущений на нелинейной ста-
дии, что является проявлением уникальной особен-
ности скалярного поля. Этот вопрос требует отдель-
ного рассмотрения.

5. ГЕНЕРАЦИЯ МАССЫ
В ГАЛО ЧЕРНОЙ ДЫРЫ

5.1. Нахождение функции γ(r, t)

в квадратичном приближении

Как отмечено выше, в особых точках фоновой
системы гравитационные возмущения в линейной
модели практически не растут. С другой стороны,
в этих точках наблюдается экспоненциально быст-
рый рост возмущений скалярного поля. Исследуем
вопрос о генерации массы квадратичными возмуще-
ниями скалярного поля в гало черной дыры. С по-
мощью (77) получим решение уравнения (61)

γ(r, t) =
1

π

∞∫

0

(
n2 ln r − 1

4r2

)
|ϑn(t)|2dn.

Как видно из этого выражения, при r → ∞
γ(r, t) ∼ ln r, т. е. в нелинейной модели нарушаются
условия на бесконечности (54). На первый взгляд,
это выглядит как противоречивый результат, одна-
ко данный результат правилен и даже почти оче-
виден. Действительно, логарифмическая расходи-
мость на бесконечности свидетельствует о том, что
с ростом r растет абсолютная величина массы, соот-
ветствующей скалярным возмущениям, что соответ-

ствует плотности энергии скалярного поля, пропор-
циональной обратному квадрату радиуса. Но имен-
но к такому закону и приводит выражение для
плотности энергии скалярного поля, соответству-
ющее квадратичным поправкам ТЭИ скалярного
поля (45)–(48).

5.2. Прямое вычисление массы гало

Проведем прямое вычисление массы возмущений
скалярного поля по формуле

mh(r, t) =

∫ √
−g δ(2)S4

4 d
3r = a3

r∫
r2dr ×

×
∞∫

0

dn
(
φnφ

∗
n(m

2 − 3αΦ2
s) + φ̇nφ̇

∗
n +

φ′nφ
′∗
n

a2

)
. (79)

Таким образом, с учетом (77) получим

mh(r, t) = ρ1s(t) r − ρ2s(t)
1

r
,

ρ1s(t) = a3
∞∫

0

dn

[(
m2 − 3αΦ2

s +
n2

a2

)
|ϑn|2 + |ϑ̇n|2

]
,

ρ2s(t) = a

∞∫

0

dn |ϑ̇n|2.

Второе слагаемое в правой части этого выражения
стремится к нулю при больших значениях r, для ко-
торых найдем

mh(r, t)|r→∞ =

= r
[
(m2 − 3αΦ2

s)Ψ1(t) + Ψ2(t) + Ψ3(t)
]
, (80)

где

Ψ1 = a3
∞∫

0

|ϑn|2dn, Ψ2 = a

∞∫

0

|ϑn|2n2dn,

Ψ3 = a3
∞∫

0

|ϑ̇n|2dn.

Итак, |mh(r, t)|r→∞ → ∞, и остановить этот рост
массы может только изначальная ограниченность
области локализации возмущений (см. [1]). Заме-
тим, что аналогичная ситуация возникает и в слу-
чае статических скалярно заряженных черных дыр
[31, 32]. Микроскопические осцилляции скалярного
поля создают сферическое гало вокруг черной ды-
ры, масса которого растет пропорционально ради-
усу r, — точно так же, как и масса скалярного га-
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ло скалярно заряженной статической черной дыры
с массой M [31, 32]:

MS(r) ≃ −ΛM2m2|φ0|2
6π

r. (81)

Масса статического скалярного гало mh отрица-
тельна и компенсирует положительную массу чер-
ной дыры точно так же, как и в случае статической
скалярно заряженной черной дыры (81). Как видно
из (80), в неустойчивой особой точке фоновой систе-
мы (Φs = ±m/√α) при небольших значениях вол-
нового числа n ∼ 1 энергия возмущений скалярно-
го поля также становится отрицательной. С другой
стороны, это же значение Φs соответствует устойчи-
вому состоянию статической конфигурации скаляр-
но заряженной черной дыры. Таким образом, уста-
навливается тесная связь между динамическим объ-
ектом, образуемым в результате развития неустой-
чивости возмущений скалярного хиггсова поля, и
статической скалярно заряженной черной дырой с
хиггсовым скалярным полем как конечной стадией
формирования черной дыры.

Полученный результат обеспечивает нелинейную
генерацию массы черной дыры квадратичными воз-
мущениями скалярного хиггсова поля и иллюстри-
рует физику этого процесса.

Выражение для массы гало (80) может быть как
положительным, так и отрицательным. Знак линей-
ной плотности гало

̺h(t) ≡
mh(r, t)|r→∞

r
=

= (m2 − 3αΦ2)Ψ1(t) + Ψ2(t) + Ψ3(t) (82)

зависит от волнового числа n, времени t и других
факторов. В частности, при малых временах и боль-
ших значениях волнового числа n величина ̺h > 0,
а при малых временах и малых значениях волново-
го числа ̺h < 0. Плотность вещества гало ρ(R, t)

определяется через линейную плотность ̺h(t) сле-
дующим образом:

ρ(R, t) =
̺h(t)

4πR2
. (83)

На рис. 10 показана эволюция линейной плотно-
сти гало для двух моделей. Для n = 0.01 штриховая
линия — модель M57, пунктирная — модель M75,
для n = 1, 100 (снизу вверх): сплошные линии —
модель M57, штрихпунктирные — модель M75. Рез-
кий рост линейной плотности ̺h происходит именно
в момент t = ttr (37) перехода фоновой модели M57

в режим поздней инфляции (см. рис. 2).

Рис. 10. Эволюция линейной плотности возмущений ̺h(t)

в скалярном гало при C±
n = 10−6. Левая шкала — модель

M57, правая — модель M75

Особенно сильно знак ̺h зависит от фактора
заряда жидкости: для квазинейтральной жидкости
этот знак всегда отрицателен, а для скалярно за-
ряженной жидкости — отрицателен при малых вре-
менах и положителен при больших, причем момент
резкой смены знака совпадает с моментом перехо-
да модели M57 из режима экспоненциального роста
возмущений скалярного поля в режим затухающих
колебаний (см. рис. 8, 9), в свою очередь совпадаю-
щим с моментом перехода ttr (37) модели с ранней
инфляции на позднюю (рис. 2). При уменьшении на-
чальной амплитуды ϑn(0) на 14 порядков рост абсо-
лютного значения ̺h начинается значительно поз-
же и достигает значений, меньших на 28 порядков.
В общем случае величина линейной плотности рас-
тет по закону ̺h ∼ |C±

n |−2.

В дальнейшем для краткости будем называть
объект, состоящий из скалярно заряженной черной
дыры и ее скалярного гало, нерасторжимо связан-
ного с ней, конфигурацией черной дыры. Полная
масса конфигурации черной дыры MF (R, t) в сфере
радиусом R(t) определится формулой

MF (R, t) =M(t) +R(t)̺h(t). (84)

В случае малых времен для длинноволновых воз-
мущений в неустойчивом состоянии ̺h 6 0 можно
определить радиус гало rh(t), при котором полная
масса конфигурации обращается в нуль:

5 ЖЭТФ/JETP, вып. 6 (12)
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MF (t, r) ≡ ̺h(t)r +M(t) = 0 ⇒

⇒ rh(t) ≃
M(t)

(3αΦ2 −m2)Ψ1(t)−Ψ3(t)
,

где M(t) — масса черной дыры. Относительно фи-
зического радиуса гало Rh (67) эта формула примет
вид

Rh(t) ≃
a(t)M(t)

(3αΦ2 −m2)Ψ1(t)−Ψ3(t)
. (85)

Поскольку при R = Rh(t) полная масса возмуще-
ний обращается в нуль, радиус Rh(t) можно считать
радиусом локализации возмущений [1]. Вне сферы
локализации черная дыра не проявляет себя ни гра-
витационным, ни скалярным полем. В случае лока-
лизации возмущений существование черной дыры
не будет оказывать никакого влияния на флукту-
ации реликтового излучения вне области локализа-
ции. Под полной массой мы понимаем массу возму-
щений космологической модели без учета «фридма-
новской массы» фона, заключенной в этой сфере, —
Eh(t) = 4πH2

sa
3(t)r3h(t) (см. рис. 7).

На рис. 11, 12 показаны графики эволюции пол-
ной массы черной дыры и ее гало MF (t, R) в сфе-
ре радиусом R. На этих графиках пунктирные ли-
нии — t = 10, штрихпунктирные — t = 20, штрихо-
вые — t = 40, редкие пунктирные — t = 65, сплош-
ные — t = 100. Последние пары линий совпадают.
Учитывая малость времени полного цикла образо-
вания гало, можно говорить о взрывном характере
этого процесса. На рис. 13 показана эволюция пол-
ной массы черной дыры в сфере радиусом R в зави-
симости от величины волнового числа n.

Итак, существуют два типа скалярного гало.
Первый тип — локализованное (закрытое) гало, воз-
никающее в случае скалярно заряженной жидкости
на ранних этапах развития неустойчивости, а в слу-
чае квазинейтральной жидкости продолжающееся
и до поздних времен. Характерным признаком это-
го гало является отсутствие его гравитационного и
скалярного поля за пределами радиуса локализации
Rh(t). В этом случае черная дыра за пределами гало
проявляет себя как квазизвездный объект с полной
нулевой массой.

Второй тип — открытое гало — возникает на
поздних стадиях формирования черной дыры в сре-
де скалярно заряженной жидкости (gc > 10−7) и
проявляет себя как объект с растущей полной мас-
сой гало. В случае первоначально локализованных
внутри «радиуса» r0 = r(t0) сферических возмуще-
ний физический радиус гало расширяется по закону
(67) (см. [1]).

Рис. 11. Эволюция полной массы конфигурации черной

дыры MF (R, t) внутри сферы радиусом R в модели M57,

C±
n = 10−6, n = 0.01 при M(0) = 1021, Q(0) = 0

Рис. 12. Эволюция полной массы конфигурации черной

дыры MF (R, t) внутри сферы радиусом R в модели M57,

C±
n = 10−6, n = 0.01 при M(0) = 0, Q(0) = −1021

Радиальный поток энергии возмущений скаляр-
ного поля определяется тензором энергии-импульса
второго порядка δ(2)S1

4 (48). С учетом (64) и (77)
получим из (48)
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Рис. 13. Эволюция полной массы конфигурации черной

дыры MF (R, t) внутри сферы радиусом R = 1050 в моде-

ли M57 при M(0) = 0, Q(0) = −1021, C±
n = 10−6: штрих-

пунктирная линия — n = 0.01, штриховая — n = 1, сплош-

ная — n = 100

8πδ(2)S1
4 = − 1

a2r3

(
einrϑ̇n − Q̇

a
+
Q

a
H

)
×

×
[
einrϑn(inr − 1) +

Q

a

]
.

На рис. 14 показан график эволюции плотности
потока энергии-импульса δ(2)S1

4 скалярного поля в
радиальном направлении для модели M57. Из это-
го графика следует, что поток энергии в радиаль-
ном направлении (Re δ(2)S1

4 > 0) возникает в мо-
мент перехода модели из состояния неустойчивой
инфляции в состояние устойчивой и экспоненциаль-
но быстро затухает.

6. РОЖДЕНИЕ ЧАСТИЦ В ГАЛО SSBH

6.1. Оценка скорости рождения H-бозонов

В гравитационных полях черных дыр, как из-
вестно, рождаются частицы (см., например, [33,34]).
Для эффективного рождения частиц гравитацион-
ным механизмом необходима сильная поверхност-
ная гравитация, которая мала у сверхмассивных
черных дыр. Действительно, интенсивность излу-
чения рождаемых в гравитационном поле частиц
обратно пропорциональна квадрату массы черной
дыры,

Рис. 14. Эволюция плотности потока энергии-импульса

δ(2)S1
4 для модели M57 при n = 1, C±

n = 10−6, началь-

ных условиях (70) IMQ(0,−1) и R = 1012

dE

dt
=

9

5120πM2
,

и поэтому ничтожно мала (см. [2], где исследова-
но влияние процесса рождения частиц гравитацион-
ным полем черной дыры на ее формирование меха-
низмом скалярно-гравитационной неустойчивости).

Однако сильное неоднородное или нестационар-
ное скалярное хиггсово поле способно рождать ска-
лярные хиггсовы бозоны, Hb, причем, поскольку
скалярные бозоны необходимы для компенсации
расходимостей теоретико-полевых моделей на лю-
бом масштабе энергии, соответствующие хиггсовы
бозоны должны появляться на всех уровнях. При
этом если в стандартной модели электрослабого вза-
имодействия SU(2) × U(1) необходим один хиггсов
бозон, H , то в модели SU(5) необходимо уже 24 ска-
лярных бозона (νH = 24) [35], а в моделях планков-
ского уровня их может быть и больше.

Оценим сначала скорость рождения хиггсовых
бозонов в классическом скалярном поле с времен-
ной производной φ̇, используя аналогию с форму-
лой скорости рождения электрон-позитронной па-
ры в электрическом поле напряженностью E (см.,
например, [36]):

ṅee+ =
e2E2

4π3~2c
e−Ec/E , (86)
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где ṅee+ — скорость рождения электрон-позитрон-
ной пары в единице объема, me — масса электрона,
e — его заряд, Ec — критическое значение напря-
женности электрического поля,

Ec =
πm2

ec
3

~e
.

Формулу (86) нетрудно получить и качественным
путем, исходя из следующих соображений. Для то-
го чтобы реализовать из вакуума виртуальную пару
ee+ в электрическом поле напряженностьюE0, необ-
ходимо на масштабе комптоновского размера элек-
трона λe = ~/mec создать разность потенциальной
энергии ∆E , бо́льшую 2mec

2:

∆0E = eE0λe ⇒ E0 & 2m2
ec

2/~e.

Стандартное гауссово распределение по энергиям
приводит к статистическому множителю

exp(−eE0λe/eEλe) = exp(−E0/E).

Далее, умножая частное плотности энергии элек-
трического поля We = E2/8π и постоянной Планка
на постоянную тонкой структуры αe = e2/~c, с уче-
том найденного статистического фактора получим
качественно правильный ответ.

Заменим в этих формулах постоянную тонкой
структуры αe на безразмерную постоянную элек-
трослабого взаимодействия

G(0)
µ =

m2c

~3
Gµ,

где Gµ ≃ 1.44 · 10−49 эрг·см3 (см. [35]), а также
e2 → G

(0)
µ ~c и E → |φ̇|. Учитывая, что масса хиггсо-

ва бозона равна m ≈ 125 ГэВ, получим G
(0)
µ ≃ 0.23.

Далее, согласно (47), плотность энергии осцилляций
скалярного поля в планковских единицах порядка
εs ≃ φ̇2/16π, что в обычных единицах дает

εs ≃ φ̇2c7/16πG2
~,

где G — гравитационная постоянная. Таким обра-
зом, получим оценку скорости рождения хиггсовых
бозонов в адиабатическом приближении:

ṅH =
νHG

(0)
µ c7|φ̇|2

16πG2~2
exp


− 2m2c5/2√

G
(0)
µ ~3/2G1/2|φ̇|


 ,

где νH — число типов H-бозонов в теоретико-
полевой модели. В планковских единицах, исполь-
зуемых в нашей статье, отсюда получим

ṅH(t) ≃ νHG
(0)
µ |φ̇|2
16π

exp


− 2m2

√
G

(0)
µ |φ̇|


 .

Подставляя сюда φn из (77), найдем явное выраже-
ние для плотности скорости рождения H-бозонов:

ṅH(t)≃ νHG
(0)
µ |ϑ̇n(t)|2
16πr2

exp


− 2m2r√

G
(0)
µ |ϑ̇n(t)|


. (87)

В терминах физического радиуса R (67) эта форму-
ла приобретает вид

ṅH(t) ≃ νHG
(0)
µ |a(t)ϑ̇n(t)|2
16πR2

×

× exp


− 2m2R√

G
(0)
µ |a(t)ϑ̇n(t)|


 . (88)

На рис. 15 показано моментальное радиальное
распределение плотности скорости рождения хигг-
совых бозонов в гало в зависимости от волнового
числа.

6.2. Полная скорость рождения частиц в

гало SSBH

Для скорости рождения H-бозонов ṄH(t) осцил-
ляциями скалярного поля в гало SSBH получим
из (87)

Рис. 15. Удельная плотность скорости рождения хиггсо-

вых бозонов ṅH/νH в скалярном гало при t = 80 и t = 150

в зависимости от физического радиуса R в моделях M57

(линии слева) и M75 (линии справа). Графики для t = 80

и t = 150 для модели M57 практически сливаются. Пунк-

тирные линии — n = 100, штрихпунктирные — n = 1,

сплошные — n = 0.01
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Рис. 16. Диаграммы возможных схем распада H-бозона

в модели SU(2) ×U(1)

ṄH(t) ≃
(
νH(G

(0)
µ )1/2a(t)|ϑ̇n|

)2

4
×

×
∞∫

R0

exp


− 2m2R√

G
(0)
µ |aϑ̇n|


 dR.

Подставляя в качестве нижнего предела гравитаци-
онный радиус черной дыры Rg = 2M(t) (см. [8]),
получим окончательно

ṄH(t) ≃ νH
8m2

e−Υ

(√
G

(0)
µ a(t)|ϑ̇n(t)|

)3

, (89)

где Υ — статистический фактор:

Υ =
4m2M(t)√

G
(0)
µ a(t)|ϑ̇n(t)|

. (90)

Рожденные таким образом свободные H-бозоны
распадаются затем на стабильные частицы по раз-
личным каналам распада. Возможные диаграммы
распада в стандартной модели электрослабого взаи-
модействия представлены на рис. 16 (см., например,
[35]). Рождение фотонов на диаграмме рис. 16 г про-
исходит в петлях электрически заряженных частиц,
аналогично возможно рождение глюонов g в квар-
ковых q-петлях.

Поскольку практически во всех каналах распада
H-бозонов в конечном итоге рождаются пары мас-
сивных частиц и античастиц, их последующая анни-
гиляция приведет к рождению пар фотонов и ней-

трино различных типов. Поэтому мощность излу-
чения гало SSBH как в спектре фотонов, так и в
спектре нейтрино можно оценить как

Ėγ,ν ≃ νH
∣∣(G(0)

µ )1/2a(t)ϑ̇n(t)
∣∣3

8m
×

× exp

(
− 4m2M(t)

(G
(0)
µ )1/2a(t)|ϑ̇n(t)|

)
. (91)

При этом максимумы спектра излучения, согласно
диаграммам распада H-бозона (рис. 16), будут ле-
жать в областях аннигиляции:

Eγ ≃ m/2, Eγ ≃ m/4, Eγ ≃ m/8.

Согласно (89) и (91), условием эффективного
рождения частиц является

Υ . 1 ⇒ |a(t)ϑ̇n(t)|
M(t)

&
4m2

√
G

(0)
µ

. (92)

С учетом (90) перепишем (89) в виде

ṄH(t) ≃ 32νHm
4M3(t)Υ−3(t) e−Υ(t).

Функция

f(Υ) = Υ−3(t)e−Υ(t)

является монотонно убывающей в области опреде-
ления Υ ∈ [0,∞), на которой принимает значения
на интервале (∞, 0]. Поэтому с увеличением стати-
стического фактора Υ интенсивность рождения час-
тиц быстро убывает. При развитии неустойчивости
с ростом космологического времени M(t) → const,
амплитуда возмущений скалярного поля в модели
M75 растет, а в модели M57 после фазы роста за-
тухает до нуля. Поэтому интенсивность рождения
частиц в модели M57 после достижения максиму-
ма быстро уменьшается, тогда как в модели M75

продолжает расти.
На рис. 17 показаны графики эволюции стати-

стического фактора Υ(t) для модели M57. Здесь и
на рис. 18, 19 пунктирные линии — n = 100, штри-
ховые — n = 1, сплошные — n = 0.01, C±

n = 10−6,
IMQ = [0,−106].

Аналогичные графики для модели M75 мы не
приводим, поскольку они представляют хаотиче-
ские колебания, вызванные физически неприемле-
мым ростом сингулярной массы в область отрица-
тельных значений (рис. 4).
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Рис. 17. Зависимость статистического фактора Υ(t) от

волнового числа n в модели M57

6.3. Численное моделирование скорости

рождения частиц

Ниже рассмотрим следующие конкретные моде-
ли рождения бозонов на основе космологической мо-
дели M57 при n = 0.01:M1 — C±

n = 10−6, Q0 = −104;
M2 — C±

n = 10−6, Q0 = −106; M3 — C±
n = 10−10,

Q0 = −103; M4 — C±
n = 10−6, Q0 = −1010.

На рис. 18 и 19 показаны графики зависимо-
сти от n скорости рождения хиггсовых бозонов в
скалярном гало образующейся SMBH для моделей
M57 и M75.

Полное число рожденных бозонов равно

NH(t) =

t∫

0

ṄH dt.

В таблице представлены результаты вычислений
интегрального количества бозонов NH , рожденных
в процессе формирования SMBH, и их интеграль-
ной массы MH (в единицах солнечной массы M⊙) в
сравнении с массой SMBH.

Из таблицы, как и из рис. 18–20, можно заметить,
во-первых, что процесс рождения H-бозонов завер-
шается к моменту времени t = 50, когда сингуляр-
ная масса M50 еще очень мала не только по сравне-
нию с конечной сингулярной массой M∞, но даже и
по сравнению с интегральной массой рожденных H-
бозонов (исключение составляет лишь случай M1).
Согласно (90), это становится возможным как раз

Рис. 18. Зависимость удельной скорости рождения хиггсо-

вых бозонов ṄH/νH в скалярном гало от волнового числа

n в модели M57

Рис. 19. Зависимость удельной скорости рождения хиггсо-

вых бозонов ṄH/νH в скалярном гало от волнового чис-

ла n в модели M75. Вертикальные линии соответствуют

значениям Υ = 0, вызванным колебательным характером

сингулярной массы (см. рис. 4)

благодаря малым значениям сингулярной массы в
процессе рождения бозонов, несмотря на малые же
значения |ϑ̇n|.

Во-вторых, в случаях моделей M2 и M4 масса
рожденных в гало бозонов на несколько порядков
превышает конечную сингулярную массу SMBH —
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Таблица. Интегральные параметры производства

H-бозонов

M/V M1 M2 M3 M4

NH 2 · 1024 1 · 1040 7 · 1047 4 · 1052
9 · 10177

MH 2 · 10−14 155 8 · 109 4 · 1014
1 · 10140

M50 2 · 10−13 2 · 10−10 2 · 10−12 2 · 10−6

M∞ 56 5.6 · 104 563 5.6 · 108

Примечание. MH — полная интегральная масса рожденных
бозонов, M50 — сингулярная масса на момент t = 50, M∞ —
конечная сингулярная масса. В колонке M4 двухстрочные
данные соответствуют первому и второму всплеску.

Рис. 20. Удельная скорость рождения хиггсовых бозонов

в скалярном гало в модели M57 при n = 0.01: пунктир-

ная линия — модель M1, штрихпунктирная линия — M2,

штриховая линия — M3, сплошная линия — M4

в первом случае на 3 порядка, во втором — на 131.
В-третьих, рождение бозонов в случае M4 про-

исходит в два этапа и имеет вид узких высоких
всплесков, и даже в случае первого, относитель-
но невысокого всплеска суммарная масса рожден-
ных бозонов (4 · 1014) на 6 порядков больше конеч-
ной сингулярной массы черной дыры. Учитывая,
что длительность этих импульсов не превышает де-
сятка планковских времен, можно сделать вывод о
том, что эти импульсы представляют собой корот-
кие сверхмощные взрывы, в результате которых мо-
жет рождаться масса, превышающая массу галак-
тики Млечный Путь.

В-четвертых, в коротковолновой области спек-
тра интенсивность рождения частиц в обеих моде-
лях резко убывает, и при увеличении волнового чис-
ла n на 2 порядка (n = 1 → 100) уменьшается прак-
тически до нуля.

В-пятых, аномально интенсивное рождение бозо-
нов в модели M75 вызвано аномальным поведением
самой этой модели — генерацией отрицательной син-
гулярной массы (рис. 4), и следствием этого — ано-
мальным поведением статистического фактора Υ.
Генерация отрицательной сингулярной массы про-
тиворечит фундаментальным физическим принци-
пам, поэтому модели типа M75 скалярно квази-
нейтральной жидкости вряд ли являются физи-
чески приемлемыми. Заметим, что модель 1985 г.
Я. Б. Зельдовича с соавторами [17] основана на ска-
лярно нейтральной жидкости.

7. АНАЛИЗ РЕЗУЛЬТАТОВ

Подводя итоги, заметим, во-первых, что статья
совместно с предыдущей [8] дает решение пробле-
мы, сформулированной в работе [7] и указанной
во Введении: исследование возможности образова-
ния сверхмассивных черных дыр (SMBH) и их за-
родышей (SSBH) в ранней Вселенной механизмом
скалярно-гравитационной неустойчивости. В преды-
дущей статье [8] был исследован процесс образова-
ния этих объектов на этапе перехода космологиче-
ской модели из неустойчивого состояния в устойчи-
вое и показано, что данный механизм обеспечивает
образование объекта с параметрами SSBH.

Настоящее исследование показало, что экспо-
ненциально растущие в особых точках возмущения
скалярного поля способны сгенерировать сильные
возмущения гравитационного поля, приводящие в
неустойчивом состоянии к появлению скалярного
гало с относительной (за вычетом космологическо-
го фона) массой, которая может значительно пре-
вышать массу формирующейся сверхмассивной чер-
ной дыры. В частности, эта масса может оказаться и
отрицательной при малых скалярных зарядах жид-
кой компоненты. В этом случае радиус гало опреде-
ляется равной нулю полной относительной массой
системы «черная дыра + скалярное гало», так что
внешнее гравитационное поле системы за предела-
ми гало отсутствует и не влияет, в частности, на
реликтовый фон.

Интегральная масса возмущений скалярного по-
ля в скалярном гало MF может на много поряд-
ков превышать сингулярную массу черной дыры
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(рис. 13). Таким образом, скалярное гало SMBH мо-
жет являться телом квазара. Некоторые наблюда-
тельные факты, в частности большое отношение
массы SMBH к массе квазара msmbh/mqz ∼ 0.7 ÷ 1,
которое наблюдается у некоторых ранних квазаров
[16], а также уменьшение в среднем масс SMBH с те-
чением времени [37], позволяют идентифицировать
скалярное гало SMBH с квазаром. При этом, есте-
ственно, меняются некоторые стандартные приори-
теты, в частности устоявшееся понятие о квазаре-
хозяине SMBH. Результаты нашего исследования
скорее говорят о черной дыре как хозяйке квазара.
Если черную дыру связывать с квазаром, то мож-
но полагать, что ее скалярное гало и будет являть-
ся областью существования квазара, по крайней ме-
ре, не будет выходить за пределы квазара. Кро-
ме того, исследование показало, что в скалярном
гало происходит интенсивное рождение хиггсовых
бозонов (рис. 20), суммарная масса которых опять-
таки может на многие порядки превосходить сингу-
лярную массу черной дыры. Последующий распад
H-бозонов по схемам рис. 16 может заполнить тело
скалярного гало частицами (лептонами и бариона-
ми), которые в дальнейшем будут служить строи-
тельным материалом для трансформации SSBH в
SMBH. При этом никаких внешних по отношению
к SMBH процессов — газовой аккреции, поглоще-
ния звезд, слияния черных дыр и т. п. — для эволю-
ции сверхмассивной черной дыры не требуется. Бо-
лее того, строительного материала гало с избытком
хватает для рождения звездных объектов квазара.

С помощью преобразований подобия [21]
(33), (34) и с учетом инвариантности φ нетрудно
показать, что амплитуды возмущений ϑn (77) пре-
образуются по закону ϑn = ℓ−1ϑ̃n. Отсюда най-
дем, что ϑ̇n = Inv — инвариант преобразования
подобия. Из инвариантности по отношению к мас-
штабным преобразованиям метрических функций
следует, что полная масса черной дыры M(t), как и
ее скалярный заряд Q(t), преобразуется по закону

M(t) = ℓ−1M̃(ℓ−1t),

Q(t) = ℓ−1Q̃(ℓ−1t)

при соответствующем преобразовании начальных
условий. Поэтому значения конечной массы M∞ ба-
зовой модели в моделях SU(5) и SM необходимо уве-
личить в 104 и 1015 раз соответственно. Таким об-
разом, получим оценки согласно (71)

SU(5) :M∞ ∼ 10−14M0 ÷ 102Q0,

SM :M∞ ∼ 10−3M0 ÷ 1013Q0.

При этом длительности этапа роста массы также
увеличиваются в соответствующее число раз: 106tpl
и 1019tpl, оставаясь при этом очень короткими.

С помощью преобразований подобия найдем за-
кон преобразования статистического фактора Υ (90)

Υ(t) =
ℓ

ln ℓ
Υ̃(ℓ−1t),

где мы учли также логарифмическую зависимость
от энергии константы взаимодействия (см., напри-
мер, [35]). Таким образом, при переходе к низко-
энергетическим взаимодействиям моделей SU(5) и
SM статистический фактор уменьшается, что уве-
личивает вероятность рождения частиц. Из формул
(88), (89) и (91) найдем законы преобразования со-
ответствующих величин:

ṅH ∝ const ℓ−2 ln ℓ exp
(
−const

ℓ

ln ℓ

)
,

ṄH ∝ const ℓ−2 ln3/2 ℓ exp
(
−const

ℓ

ln ℓ

)
,

Ėγ,ν ∝ const ℓ−1 ln3/2 ℓ exp
(
−const

ℓ

ln ℓ

)
.
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Abstract

The nonlinear influence of unstable perturbations of a scalar field with a Higgs potential on the evolution of a supermassive

black hole is investigated. Radial perturbations of the scalar field are described by asymptotic solutions of the complete

self-consistent system of Einstein and scalar field equations in an ideal scalar-charged fluid. Quadratic perturbations of the

scalar field form a halo around the nascent black hole, the mass of which can significantly exceed the singular mass of the

black hole. The structure of the scalar halo depends on the magnitude of the scalar charge of the fluid. For a weakly charged

fluid, the halo mass can be negative, resulting in a closed halo whose radius is determined by the zero total mass of the

black hole and the halo. In this case, the black hole does not manifest itself as a gravitating object outside the halo and does

not influence the cosmic microwave background radiation. The rate of Higgs boson production by scalar field oscillations

is estimated. In the case of a quasi-neutral fluid, the particle production rate is high and increases infinitely with time. In

the case of a scalar-charged fluid, particle production takes the form of a powerful, short-lived burst of radiation. Moreover,

the number of particles produced is very large, allowing the halo to be considered a quasar body.

Keywords: supermassive black holes, scalar-gravitational instability, nonlinear mass generation, scalar halo,
particle production
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