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Предложен спиновый навигатор на основе корректирующих диполей, позволяющий манипулировать

направлением спинов протонов во время проведения экспериментов в синхротроне Нуклотрон (г. Дуб-

на, ОИЯИ). Управление поляризацией осуществляется за счет контролируемого искажения замкнутой

орбиты пучка с помощью корректирующих диполей, вследствие чего обеспечивается многократное уси-

ление действия навигатора на спины частиц. Предложена методика измерения когерентного влияния

несовершенства структуры синхротрона на динамику спина с помощью навигатора. Продемонстриро-

вана идея спинового компенсатора на основе корректирующих диполей, позволяющего нивелировать

действие несовершенства структуры на поляризацию. Представленные навигатор и спиновый компенса-

тор позволят провести серию экспериментов в Нуклотроне по верификации нового режима управления

поляризацией – режима спиновой прозрачности. Результаты актуальны для коллайдеров NICA (г. Дуб-

на, Россия), EIC (г. Брукхейвен, США) и синхротрона COSY (г. Юлих, Германия) для проведения

экспериментов с поляризованными пучками в режиме спиновой прозрачности.

DOI: 10.31857/S1234567822190016, EDN: kgzhlt

Введение. Для выполнения программы исследо-

ваний с поляризованными пучками протонов и дей-

тронов в ускорительном комплексе NICA (ОИЯИ,

г. Дубна) [1–4] планируется использовать новый ре-

жим управления поляризацией – режим спиновой

прозрачности (ST режим) [5, 6]. В этом режиме пол-

ностью компенсируется действие структурных маг-

нитов на спин при движении частицы по равновес-

ной орбите — любое направление спина повторяет-

ся при каждом обороте частицы. Последнее означа-

ет, что частицы находятся в области спинового ре-

зонанса (ST резонанс). Для обеспечения ST режи-

ма в непрерывном диапазоне энергий пучка вводятся

две соленоидальные сибирские змейки в противопо-

ложные прямолинейные промежутки коллайдера [7].

Управление поляризацией пучка в ST режиме осу-

ществляется с помощью спиновых навигаторов на ос-

нове слабых магнитных полей, позволяющих стаби-

лизировать любое направление поляризации во вре-

мя проведения экспериментов [8].

1)e-mail: filatov.iun@mipt.ru

В ОИЯИ планируется провести эксперименталь-

ную верификацию ST режима на синхротроне Нук-

лотрон [9, 10], который является инжектором по-

ляризованных протонов и дейтронов в коллайдер

NICA. В Нуклотроне ST режим можно организо-

вать без использования соленоидальных змеек на

дискретных энергиях, которые соответствуют точ-

кам целых спиновых резонансов [10]

ν = γG = k, k = 1, 2, . . . , (1)

где ν — спиновая частота в единицах частоты обра-

щения частицы, G — аномальная часть гиромагнит-

ного отношения, γ — релятивистский фактор.

При ускорении частиц до энергии эксперимента

необходимо обеспечить сохранение поляризации пуч-

ка. Основная деполяризация связана с пересечением

спиновых резонансов линейного приближения, наи-

более сильными из которых являются целые спи-

новые резонансы, обязанные неточностям изготовле-

ния и выставки магнитных элементов синхротрона,

а также внутренние резонансы, возникающие из-за

бетатронных колебаний пучка.
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Возможность экспериментальной проверки ST

режима для протонов в диапазоне импульсов до

3 ГэВ/c с помощью двух слабых соленоидов была

проанализирована в работе [11]. В указанном диа-

пазоне отсутствуют внутренние резонансы Нукло-

трона. Навигаторные соленоиды с интегралом поля

порядка 0.3 Тл ·м помимо управления поляризацией

протонов позволяют обеспечить адиабатическое пе-

ресечение целых резонансов с сохранением поляри-

зации в процессе ускорения пучка [12].

В данной работе предложен спиновый навигатор,

который не использует дополнительные магнитные

поля, а создается на основе имеющихся в магнитной

структуре Нуклотрона корректирующих диполей.

Спиновый навигатор на базе слабых попе-

речных полей. Методика расчета спиновых нави-

гаторов с помощью спиновых функций отклика [13–

16] приведена в работе [17]. Корректирующие дипо-

ли с радиальным bx и вертикальным by магнитны-

ми полями индуцируют спиновое навигаторное поле

hnav. Спин частицы, направленный вдоль навигатор-

ного поля, будет повторять свое направление каж-

дый оборот частицы при ее движении вдоль замкну-

той орбиты. Спин частицы, направленный поперечно

к навигаторному полю, через оборот поворачивается

вокруг направления навигаторного поля на малый

угол 2πνnav, который определяет навигаторную ча-

стоту νnav = |hnav|. Навигаторное поле является пе-

риодической функцией координаты z вдоль расчет-

ной замкнутой орбиты

hnav(z) = hnav(z + L) , (2)

где L – длина расчетной орбиты.

Спины частиц, направленные вдоль оси навига-

тора n, будут совершать устойчивое периодическое

движение, в то время как спины частиц, направлен-

ные поперечно к оси навигатора, будут размешивать-

ся из-за разброса навигаторной частоты и частот ор-

битального движения.

Компоненты навигаторного поля постоянны в

спиновой системе координат [18], единичные орты

которой si описывают собой реальную динамику спи-

нов при движении частицы по расчетной орбите:

hnav =

3∑

i=1

hnav,i si, hnav,i = (hnav · si),

hnav,i =
1

2π

L∫

0

(
bx
Bρ

Fxi +
by
Bρ

Fyi

)
dz, (3)

где Bρ – магнитная жесткость, Fxi = (Fx · si),
Fyi = (Fy · si) – компоненты функций отклика вдоль

радиального и вертикального направлений.

Для Нуклотрона, который представляет собой 8-

ми суперпериодный синхротрон с вертикальным ве-

дущим полем, компоненты вертикальной функции

отклика равны нулю: Fyi = 0. Поэтому вклад в на-

вигаторное поле связан лишь с радиальными маг-

нитными полями bx. В ускорительной системе ортов

(ex, ey, ez), связанной со скоростью частицы, спино-

вый орт s2 постоянен и направлен вдоль вертикали,

а спиновые орты s1 и s3 вращаются вокруг верти-

кального направления ey в арочных диполях

s2 = ey,

s1 + i s3 = (ex + i ez) exp


i γG

z∫

0

By
Bρ

dz


 . (4)

Корректирующий диполь с радиальным полем

искажает замкнутую орбиту в вертикальной плос-

кости Нуклотрона, в результате чего спины час-

тиц, кроме прямого действия магнитного поля дипо-

ля, будут испытывать дополнительное действие маг-

нитных полей, возникающих при движении частицы

вдоль этой искаженной орбиты. Парциальный вклад

в навигаторное поле hi = νi ni от короткого коррек-

тирующего диполя с радиальным полем bx,i длиной

Li, расположенного в месте с координатой zi, опре-

деляется функцией отклика

νi =
|Fx(zi)|

2π

bx,iLi
Bρ

=
ϕx,i
2π

kx(zi),

ni(z) =

3∑

j=1

Fxj(zi)

|Fx(zi)|
sj(z), (5)

где ϕx,i = γGαorb – угол поворота спина, αorb – угол

поворота орбиты корректирующим диполем. Здесь

введен коэффициент усиления навигаторной часто-

ты kx, вызванный искажением замкнутой орбиты

kx(z) =
|Fx(z)|
γG

. (6)

На рисунке 1 приведены графики зависимости

коэффициентов усиления kx протонов от коорди-

наты z на одном суперпериоде Нуклотрона для

ST-резонансов γG = k в диапазоне импульсов до

3 ГэВ/с. Для резонансов с номерами 2, 3, 4 коэф-

фициент усиления kx < 1 в любом месте орбиты,

т.е. оптическая структура Нуклотрона будет частич-

но компенсировать прямое действие на спин коррек-

тирующих диполей. Для резонанса с номером 5 ко-

эффициент усиления kx ∼ 1, т.е. оптическая струк-

тура практически не будет оказывать дополнитель-

ного воздействия на спины по сравнению с прямым

Письма в ЖЭТФ том 116 вып. 7 – 8 2022
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Рис. 1. (Цветной онлайн) Зависимости коэффициентов

усиления навигаторной частоты kx от координаты z

для ST-резонансов γG = k (k = 2, 3, 4, 5, 6) на одном

суперпериоде Нуклотрона

действием корректирующих диполей. Для резонанса

с номером 6 коэффициент усиления kx > 1 и опти-

ческая структура будет усиливать прямое действие

корректирующих диполей примерно в 2–3 раза.

В линейном приближении по малым навигатор-

ным полям bx,i (парциальным навигаторным часто-

там νi) итоговое навигаторное поле от Ndip коррек-

тирующих диполей будет задаваться суммой парци-

альных полей:

hnav(z) =

Ndip∑

i=1

hi(z) =

Ndip∑

i=1

νi ni(z). (7)

Для стабилизации спинового движения необходи-

мо, чтобы действие навигатора на спин значитель-

но превосходило действие возмущающих магнитных

полей, вызванных несовершенством изготовления и

выставки магнитных элементов Нуклотрона, а также

бетатронными колебаниями, т.е. навигаторная часто-

та должна значительно превосходить мощность ST-

резонанса [5]

νnav ≫ ω. (8)

Влияние синхротронных колебаний в ST

режиме на целых резонансах. В ST режиме

на целых резонансах спиновая частота пропорци-

ональна энергии, что приводит к дополнительным

ограничениям на поля спиновых навигаторов из-за

синхротронных колебаний, которые расщепляют ST-

резонанс на серию саттелитных резонансов [10, 11].

При учете синхротронных колебаний спины частиц

вращаются вокруг поля

h = hnav + εrf ey, (9)

где εrf выполняет роль отстройки от ST-резонанса

вдоль вертикального направления на величину

εrf = σ cosΨγ , Ψγ = 2πνγ z/L+Ψ0, (10)

где σ = G∆γ – амплитуда синхротронной модуля-

ции спиновой частоты, νγ , Ψ0 – частота и начальная

фаза синхротронных колебаний. Саттелитные резо-

нансы возникают при условии

hm =
√
ν2nav + ε2rf = mνγ , m = ±1,±2, . . . . (11)

Динамика спинов существенно зависит от часто-

ты навигатора νnav и от скорости пересечения цен-

трального резонанса σνγ [19]. При быстром пересе-

чении (ν2nav ≪ σνγ) учет синхротронных колебаний

приводит к пересечению σ/νγ саттелитных резонан-

сов, мощность которых, в том числе и центрального

резонанса, ослаблена в Jm(σ/νγ) раз. Отметим, что

при νnav ≪ σ направление спинового поля (9) будет

испытывать значительное отклонение от оси навига-

тора при удалении от центрального резонанса.

В другом предельном случае (ν2nav ≫ σνγ) можно

осуществить адиабатический захват спинов навига-

тором. В этом случае при

νnav ≫ max(νγ , σ) (12)

условие (11) выполнено только для больших номеров

саттелитных резонансов, мощности которых резко

уменьшаются с ростом номера резонанса. При этом

направление спинового поля (9) незначительно от-

клоняется от оси навигатора.

Мощность ST резонанса в Нуклотроне.

Анализ деполяризующего влияния несовершенства

структуры Нуклотрона на поляризацию протонов

с помощью спиновых функций отклика для ST-

режима на целых резонансах в диапазоне импульсов

до 3 ГэВ/с приведен в работе [10].

Мощность ST-резонанса определяется величиной

поля ST-резонанса ω, которое связано с отклонением

траектории частицы от расчетной орбиты из-за оши-

бок изготовления и выставки магнитных элементов

коллайдера, а также эмиттансов пучка. Без навига-

торных полей, спин поворачивается на угол 2πω во-

круг направления ω за один оборот частицы. Поле

ST-резонанса состоит из двух частей:

ω = ωcoh + ωemitt, (13)

когерентной части ωcoh, возникающей из-за допол-

нительных поперечных и продольных полей на тра-

ектории, отклоненной от расчетной орбиты и неко-

герентной части ωemitt, связанной с эмиттансами бе-

татронных и синхротронных колебаний пучка.

В Нуклотроне к возмущению радиального поля

∆Bx могут приводить случайные сдвиги квадрупо-

лей в вертикальном направлении ∆yq и повороты
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магнитов ∆αz вокруг продольного направления. К

возмущению продольного поля ∆Bz приводят слу-

чайные повороты магнитов ∆αx вокруг радиального

направления. Величина некогерентной части спино-

вого поля ωemitt, вызванной бетатронными колебани-

ями, не равна нулю только во втором порядке при-

ближения по амплитуде колебаний частицы и про-

порциональна бетатронным эмиттансам пучка. Рас-

чет некогерентной части мощности осуществлялся с

помощью спин-трекинг кода Zgoubi [20]. В таблице 1

приведены значения когерентной ωcoh и некогерент-

ной ωemitt частей для целых спиновых резонансов.

При расчетах полагалось, что ∆yq ∼ 0.1мм, ∆αz ∼
∼ 0.1мрад, ∆αz ∼ 0.3мрад, а значения нормализо-

ванных бетатронных эмиттансов в вертикальном и

радиальном направлениях равны 4.5 πмм ·мрад.

Таблица 1. Мощности целых спиновых резонансов в
Нуклотроне

γG = k 2 3 4 5 6

pc, ГэВ 0.46 1.26 1.87 2.44 3.00

ωcoh, 10
−4 0.24 0.57 1.27 2.81 6.88

ωemitt, 10
−4 0.36 0.26 0.35 0.55 1.07

Спиновый навигатор в Нуклотроне. В Нук-

лотроне отсутствует вертикальная компонента ради-

альной функции отклика Fx2 = 0. Это означает, что

парциальные навигаторные поля лежат в плоскости

Нуклотрона, каждое из которых можно характеризо-

вать двумя параметрами: коэффициентом усиления

навигаторной частоты kx,i и углом αi между направ-

лениями скорости и парциальной оси ni

νi =
ϕx,i
2π

kx,i, ni = (sinαi, 0, cosαi). (14)

Таким образом, достаточно двух корректирую-

щих диполей для получения любого требуемого на-

правления итоговой оси навигатора и навигаторной

частоты. Интегралы радиальных полей этих коррек-

торов вычисляются по формулам:

bx,1L1 =
2πνnav
γGkx,1

sin(α− α2)

sin(α1 − α2)
Bρ,

bx,2L2 =
2πνnav
γGkx,2

sin(α− α1)

sin(α2 − α1)
Bρ , (15)

где α – угол между итоговой осью навигатора и на-

правлением скорости. Из приведенных формул сле-

дует, что лучше выбирать диполи с поперечными

друг другу парциальными навигаторными осями:

| sin(α2 − α1)| = 1.

Продемонстрируем, как можно реализовать спи-

новый навигатор на базе корректирующих диполей в

Нуклотроне на примере ST-резонанса γG = 6. Будем

полагать, что место наблюдения поляризации (поля-

риметр, канал инжекции или место вывода пучка из

Нуклотрона и т.п.) выбрано в начале координат.

На рисунках 2 и 3 приведены значения коэффи-

циентов усиления kx,i и углов αi для этого резо-

Рис. 2. (Цветной онлайн) Коэффициенты усиления на-

вигаторной частоты протонов kx корректирующих ди-

полей Нуклотрона для ST-резонанса γG = 6

Рис. 3. (Цветной онлайн) Углы отклонения парциаль-

ных осей навигаторного поля корректирующих дипо-

лей от продольного направления в Нуклотроне для ST-

резонанса γG = 6

нанса. Места расположения 28 корректирующих ди-

полей в структуре Нуклотрона обозначены треуголь-

никами. Максимальный коэффициент усиления, рав-

ный примерно 3.6, осуществляется вблизи дефокуси-

рующих линз в пустых промежутках суперпериодов

Нуклотрона. В качестве пары для управления поля-

ризацией протонов можно выбрать 1-й и 5-й коррек-

тирующие диполи, оси которых практически попе-

речны друг другу: α1 ≈ −π/2, а α5 ≈ π. В таком

спиновом навигаторе 1-й диполь будет отвечать за

радиальную поляризацию в начале координат, а 5-й

диполь – за продольную.

Максимальное значение навигаторной частоты

ограничено апертурой магнитных элементов Нукло-

трона. На рисунке 4 приведены графики отклоне-

ния замкнутой орбиты при стабилизации радиальной

(сплошная линия) и продольной (пунктирная линия)

поляризации в начале координат спиновым навига-

тором с частотой νnav = 2 · 10−3. Требуемый инте-

грал радиального поля в корректирующем диполе

для обеспечения указанной частоты навигатора со-

ставляет примерно 6мТл ·м. Максимальное отклоне-

ние замкнутой орбиты от расчетной в обоих случаях

не превышает 15 мм.

Отметим, что апертурные ограничения спадают

с ростом энергии. Уже для резонанса γG = 7 с помо-

щью корректирующих диполей можно индуцировать
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Рис. 4. (Цветной онлайн) Отклонение замкнутой орби-

ты при стабилизации радиальной (сплошная линия) и

продольной (пунктирная линия) поляризаций спино-

вым навигатором

навигаторную частоту νnav ≈ 10−2 при максималь-

ном отклонении замкнутой орбиты, равном 15 мм.

Компенсация мощности ST резонанса. В ре-

альной ситуации спин вращается в поле ωtot, явля-

ющимся суммой полей навигатора и ST-резонанса:

ωtot = νnavn+ ω. (16)

Спины частиц, направленные вдоль поля навига-

тора, будут вращаться внутри конуса вокруг его оси

ntot =
ωtot

|ωtot|
≈ n+

ω⊥

νnav
, ω⊥ = ω − (ω · n)n. (17)

Малый угол раствора ψ конуса поляризации

определяется поперечной к n-оси компонентой поля

ST-резонанса ω⊥ (см. рис. 5):

ψ ≈ ω⊥/νnav. (18)

Рис. 5. (Цветной онлайн) Динамика спина в присут-

ствии навигатора и поля ST-резонанса

Когерентную часть мощности ST-резонанса мож-

но скомпенсировать c помощью слабых стационар-

ных магнитных полей (спиновый компенсатор). В

этом случае достигается минимальный угол раство-

ра конуса поляризации, который определяется лишь

некогерентной частью поля ST-резонанса.

После усреднения по спинам ансамбля частиц

вектор поляризации P будет направлен вдоль оси

ntot. Степень поляризации P определяется средней

проекцией спинов на эту ось. Для полностью поля-

ризованного пучка (все спины направлены вдоль ntot

оси) степень поляризации Pmax = ±1. Анализ из-

меренных проекций вектора поляризации позволяет

определить компоненты поля ωcoh. В Нуклотроне ко-

герентная часть поля ωcoh = (ωx, 0, ωz) лежит в плос-

кости орбиты (xz) и ее компоненты ωx и ωz могут

быть измерены различными способами.

Например, радиальную ωx компоненту можно

определить, измеряя последовательно радиальные

компоненты поляризации P
(x)
x+ , P

(x)
x− при стабилиза-

ции навигатором в детекторе продольных осей с про-

тивоположными знаками nz+ = +ez, nz− = −ez со-

ответственно:

P
(x)
x+ = P sinα+, P

(x)
x− = P sinα−,

ωx =
2 tgα+ tgα−

tgα+ + tgα−
νnav. (19)

Здесь α+, α− – углы между осями навигатора nz+,

nz− и направлением оси конуса поляризации ntot.

Перестройка оси навигатора с направления nz+ в

nz− должна осуществляться адиабатически. При

этом резонансная деполяризация пучка исключает-

ся, если частота навигатора поддерживается посто-

янной во время перестройки оси навигатора [10].

Аналогично, продольную компоненту ωz можно

определить по последовательному измерению ради-

альных компонент поляризации P
(z)
x+ , P

(z)
x− при стаби-

лизации навигатором в детекторе радиальных осей с

противоположными знаками nx+ = +ex, nx− = −ex,

соответственно:

P
(z)
x+ = P cosβ+, P

(z)
x− = P cosβ−,

ωx =
2 tg β+ tg β−
tg β+ + tg β−

νnav, (20)

где β+, β− – углы между осями навигатора nx+, nx−
и направлением оси конуса поляризации ntot.

После измерения ωx и ωz можно скомпенсиро-

вать когерентную часть поля ST-резонанса с помо-

щью корректирующих диполей Нуклотрона. По сво-

ей сути спиновый компенсатор представляет собой

спиновый навигатор с навигаторной частотой νcomp

и осью ncomp:

νcomp = ωcoh , ncomp = −ωcoh

ωcoh
. (21)

Моделирование динамики спина в ST-

резонансе. Приведем результаты численного

моделирования спиновой динамики в области

ST-резонанса γG = 6 для Нуклотрона с навигато-

ром, выполненные с помощью спин-трекинг кода

Zgoubi [20].
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На рисунке 6 показана зависимость радиальной

компоненты спина Sx от числа оборотов протона N

Рис. 6. Стабилизация радиальной поляризации спино-

вым навигатором в Нуклотроне

при стабилизации радиальной поляризации навига-

тором с νnav = 2 · 10−3 для двух случаев: без компен-

сации когерентной мощности резонанса (пунктирная

линия) и с ее компенсацией (сплошная линия). Спи-

новый компенсатор был реализован с помощью 9-

го и 13-го корректирующих диполей, которые соот-

ветственно позволяли скомпенсировать радиальную

и продольную компоненты поля ST-резонанса. Ком-

пенсация осуществлялась до уровня 10−4, что соот-

ветствует значению некогерентной части мощности

резонанса.

Как показывают расчеты, без компенсации мощ-

ности ωcoh угол раствора конуса поляризации (18)

составляет порядка ψ ≈ 0.5 и проекция спина Sx
испытывает значительные отклонения от значения

“+1”. После компенсации ωcoh угол раствора стано-

вится порядка ψ ≈ 0.05 и проекция спина Sx практи-

чески не отклоняется от своего исходного положения.

Небольшое отклонение радиальной проекции спина

от значения “+1” связано с бетатронным движением

пучка (некогерентной частью поля ST-резонанса).

Аналогичные зависимости продольной компонен-

ты спина Sz от числа оборотов при стабилиза-

ции продольной поляризации спиновым навигатором

представлены на рис. 7.

На рисунке 8 приведены расчеты адиабатическо-

го захвата поляризации навигатором при учете син-

хротронных колебаний. При расчетах полагалось,

что νnav = 2 · 10−3, νγ = 2.5 · 10−4. Сплошная толстая

линия соответствует нулевому импульсному разбро-

су (σ = 0). Сплошная тонкая линия соответствует

случаю σ = 1.5 ·10−3, когда условие адиабатического

захвата (12) не выполнено: νnav ∼ σ. В этом случае

происходит значительное отклонение спина от стаби-

лизируемого радиального направления. Пунктирная

линия соответствует случаю σ = 3 · 10−4, когда усло-

Рис. 7. Стабилизация продольной поляризации спино-

вым навигатором в Нуклотроне

Рис. 8. Стабилизация радиальной поляризации спино-

вым навигатором с учетом синхротронных колебаний

вие адиабатического захвата (12) выполнено и мак-

симальное отклонение спина от радиального направ-

ления не превышает значения σ/νnav ∼ 0.1 радиан.

В приведенном примере допустимый энергетиче-

ский разброс, позволяющий осуществить адиабати-

ческий захват спинов протонов, определяется часто-

той навигатора и составляет ∆γ/γ ≈ 5 · 10−5. До-

пустимая величина энергетического разброса может

быть увеличена за счет увеличения частоты нави-

гатора, что может быть достигнуто, например, уве-

личением допустимых поперечных отклонений за-

мкнутой орбиты от равновесной, либо оптимизаци-

ей значений полей имеющихся корректирующих ди-

полей. Расчеты показывают, что при одновременном

использовании 1, 5, 9, 13, 20-ого корректирующих ди-

полей в результате оптимизации при максимальном

отклонении замкнутой орбиты, равном 15 мм, инду-

цированная частота навигатора составляет величину

νnav ≈ 5 · 10−3, что позволяет увеличить допустимый

разброс по энергиям до ∆γ/γ ∼ 10−4.

Выводы. Предложен спиновый навигатор на ба-

зе существующих корректирующих диполей, позво-

ляющий управлять поляризацией протонов в плоско-

сти кольца Нуклотрона в режиме спиновой прозрач-

ности на целых резонансах.
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Идея навигатора основана на интерференцион-

ном усилении действия корректирующих диполей на

спин за счет возникновения дополнительных полей

на возмущенной замкнутой орбите. На низких энер-

гиях навигаторная частота ограничивается аперту-

рой камеры синхротрона. Апертурные ограничения

снимаются с ростом энергии. В отличие от продоль-

ных полей требуемые интегралы дипольных навига-

торных полей не растут с энергией при фиксирован-

ном значении навигаторной частоты.

Представленный навигатор позволит провести

экспериментальную проверку в ускорительном ком-

плексе NICA (ОИЯИ, г. Дубна) нового способа

управления поляризацией адронов – режима спино-

вой прозрачности.

Продемонстрирована идея компенсации коге-

рентной части мощности ST-резонанса, вызван-

ной несовершенством структуры синхротрона, с

помощью спинового компенсатора на базе коррек-

тирующих диполей. Компенсация несовершенства

структуры позволяет свести к минимуму угол

раствора конуса поляризации, который будет опре-

деляться лишь орбитальными эммитансами пучка,

что в конечном счете позволит вывести эксперимен-

ты с поляризованными протонами на новый уровень

точности.

Предложенный спиновый навигатор актуален в

ST-режиме на целых резонансах для управления по-

ляризацией дейтронов в коллайдере EIC (г. Брукхей-

вен, США) [21], а также для управления поляризаци-

ей протонов в коллайдере NICA (г. Дубна, Россия) [7]

и синхротроне COSY (г. Юлих, Германия) [22].
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Исходя из результатов JLab-поляризационных экспериментов по измерению отношения формфак-

торов Сакса в процессе ~ep → e~p с использованием параметризаций Kelly (2004) и Qattan (2015) для

их отношения, в кинематике эксперимента коллаборации SANE (2020) по измерению двойной спиновой

асимметрии в процессе ~e~p → ep, проведен численный анализ зависимости от угла рассеяния протона пе-

реданной протону продольной поляризации в процессе e~p → e~p в случае, когда начальный покоящийся

протон частично поляризован вдоль направления движения детектируемого протона отдачи. Показано,

что нарушение скейлинга формфакторов Сакса приводит к заметному увеличению абсолютного значе-

ния переданной протону поляризации по сравнению со случаем дипольной зависимости.
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Введение. Эксперименты по изучению электри-

ческого GE и магнитного GM формфакторов про-

тона, так называемых формфакторов Сакса (ФФС),

ведутся с 1950-х гг. в процессе упругого рассеяния

неполяризованных электронов на протоне. При этом

все экспериментальные данные о поведении ФФС

были получены с применением техники Розенблю-

та (ТР), основанной на использовании сечения Ро-

зенблюта в приближении однофотонного обмена для

процесса ep→ ep в системе покоя начального прото-

на [1]:

dσ

dΩe
=
α2E2 cos

2(θe/2)

4E3
1 sin

4(θe/2)

1

1 + τp

(
G2
E +

τp
ε
G2
M

)
. (1)

Здесь τp = Q2/4M2, Q2 = 4E1E2 sin
2(θe/2) – квадрат

переданного протону 4-импульса;M – масса протона;

E1, E2 – энергии начального и конечного электронов,

θe – угол рассеяния электрона; ε – степень линейной

(поперечной) поляризации виртуального фотона [2–

5]; α = 1/137 – постоянная тонкой структуры.

При больших значениях Q2, как это следует из

формулы (1), основной вклад в сечение процесса

ep → ep дает член, пропорциональный G 2
M , что уже

при Q2 > 2ГэВ2 приводит к значительным трудно-

стям при извлечении вклада G 2
E [6, 7].

C помощью ТР была установлена дипольная за-

висимость ФФС от Q2 в области Q2 6 6 ГэВ2 [6, 7].

Как оказалось, GE и GM связаны масштабным со-

отношением (соотношением скейлинга) GM ≈ µpGE ,
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вследствие чего для их отношения R ≡ µpGE/GM
справедливо приближенное равенство

R ≈ 1, (2)

где µp = 2.79 – магнитный момент протона.

В работе Ахиезера и Рекало [3] предложен метод

измерения отношения R, основанный на явлении пе-

редачи поляризации от начального электрона к ко-

нечному протону в процессе ~ep → e~p. Прецизионные

эксперименты с использованием этого метода, про-

веденные в Лаборатории им. Т. Джефферсона (JLab,

США) [8–10] обнаружили довольно быстрое убыва-

ние отношения R с ростом Q2, что свидетельству-

ет о нарушении дипольной зависимости (скейлинга)

ФФС. В интервале 0.4ГэВ2 6 Q2 6 5.6ГэВ2, как

оказалось, это убывание является линейным.

Повторные, более точные измерения отношения

R, проведенные в [11–15] в широкой по Q2 обла-

сти вплоть до 8.5 ГэВ2 с использованием как метода

Ахиезера–Рекало [3], так и ТР [15], лишь подтверди-

ли расхождение результатов.

В [16] экспериментальные значения R получены

коллаборацией SANE третьим способом [17] путем их

извлечений из результатов измерений двойной спи-

новой асимметрии в процессе ~e~p→ ep в случае, когда

электронный пучок и протонная мишень частично

поляризованы. При этом степень поляризации про-

тонной мишени Pt была равна Pt = (70 ± 5)%. Экс-

перимент проводился при двух энергиях электронно-

го пучка E1, 5.895 и 4.725 ГэВ и двух значениях Q2,

2.06 и 5.66 ГэВ2. Извлеченные значения R в [16] нахо-
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дятся в согласии с результатами предыдущих JLab-

поляризационных экспериментов [8–14].

В [18–22] предложен 4-й метод измерения отно-

шения R, основанный на передаче поляризации от

начального к конечному протону в упругом процессе

e(p1) + ~p (q1, s1) → e(p2) + ~p (q2, s2) (3)

в случае, когда начальный покоящийся и конечный

протоны полностью либо частично поляризованы и

имеют общую ось квантования спинов, совпадающую

с направлением движения детектируемого протона

отдачи. Этот метод работает и в приближении двух-

фотонного обмена и позволяет измерить квадраты

модулей обобщенных ФФС [20]. Начало данному на-

правлению исследований было положено в [18].

Отметим, что в монографии [4] (с. 211–215) ее ав-

торами также был проведен общий расчет сечения

процесса e~p → e~p в системе Брейта в случае, когда

начальный и конечный протоны частично поляризо-

ваны. Однако в [4] при анализе этого сечения авторы

действовали по аналогии с [3] и не заметили более

интересный случай, обсуждаемый здесь и в [18–22].

В работах [21, 22], исходя из результатов JLab-

поляризационных экспериментов по измерению от-

ношения R в процессе ~ep → e~p, проведен численный

анализ Q2-зависимости отношения сечений без пере-

ворота и с переворотом спина протона, поляризаци-

онной асимметрии в процессе e~p → e~p, а также пе-

реданной протону продольной поляризации в кине-

матике эксперимента [16] в случае, когда покоящий-

ся начальный и конечный протоны поляризованы и

имеют общую ось квантования спинов, совпадающую

с направлением движения конечного протона (детек-

тируемого протона отдачи). При этом было показа-

но, что переданная протону поляризация обладает

заметной чувствительностью к виду зависимости от-

ношения ФФС R от Q2, т.е. к выбору параметриза-

ции для отношения R.

В настоящей работе, исходя из результатов JLab-

поляризационных экспериментов по измерению от-

ношения ФФС в процессе ~ep → e~p с использованием

параметризаций Kelly [23] (2004) и Qattan [24] (2015)

для их отношения, в кинематике эксперимента кол-

лаборации SANE [16] по измерению двойной спино-

вой асимметрии в процессе ~e~p→ ep проведен числен-

ный анализ зависимости от угла рассеяния протона

переданной протону продольной поляризации в про-

цессе e~p → e~p в случае, когда начальный покоящий-

ся протон частично поляризован вдоль направления

движения детектируемого протона отдачи.

Сечение процесса e~p → e~p в системе по-

коя начального протона. Рассмотрим спиновые

4-векторы s1 и s2 начального и конечного протонов

с 4-импульсами q1 и q2 в процессе (3) в произвольной

системе отсчета. Условия ортогональности (siqi = 0)

и нормировки (s2i = −1) позволяют однозначно опре-

делить выражения для их временных и простран-

ственных компонент si = (si0, si) через их 4-скорости

vi = qi/M (i = 1, 2):

si = (si0, si), si0 = vi ci, si = ci +
(civi)vi
1 + vi0

, (4)

где единичные 3-векторы ci (c2i = 1) – оси квантова-

ния спинов.

В лабораторной системе отсчета (ЛСО), где q1 =

= (M,0), q2 = (q20,q2), выберем оси квантования

спинов c1 и c2 так, чтобы они совпадали с направле-

нием движения конечного протона:

c = c1 = c2 = n2 = q2/|q2| . (5)

Тогда спиновые 4-векторы начального (s1) и конеч-

ного протонов (s2) принимают вид

s1 = (0,n2), s2 = (|v2|, v20 n2), n2 = q2/|q2|. (6)

Метод [18–22] основан на выражении для дифферен-

циального сечения процесса (3) в ЛСО в случае, ко-

гда начальный и конечный протоны поляризованы и

имеют общую ось квантования спинов c (5):

dσδ1,δ2
dΩe

= ω+σ
↑↑ + ω−σ

↓↑, (7)

σ↑↑ = σM G2
E , σ↓↑ = σM

τp
ε
G2
M , (8)

σM =
α2E2 cos

2(θe/2)

4E 3
1 sin4(θe/2)

1

1 + τp
. (9)

Здесь ω± – поляризационные множители:

ω+ = (1 + δ1δ2)/2, ω− = (1 − δ1δ2)/2, (10)

где δ1,2 – удвоенные значения проекций спина на-

чального и конечного протонов на ось квантования

спинов c (5). Отметим, что формула (7) справедлива

при −1 6 δ1,2 6 1.

Отметим, что формула (7) так же, как и (1),

разбивается на сумму двух слагаемых, содержащих

только G 2
E и G 2

M . Усредняя и суммируя выражение

(7) по поляризациям начального и конечного прото-

нов, для сечения Розенблюта (1), σR = dσ/dΩe, по-

лучаем другое представление [19, 20]:

σR = σ↑↑ + σ↓↑. (11)

Следовательно, физический смысл разбиения фор-

мулы Розенблюта (1) на сумму двух слагаемых, со-

держащих только G 2
E и G 2

M , заключается в том, что
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она является суммой сечений без переворота (σ↑↑)

и с переворотом спина протона (σ↓↑) в случае, когда

начальный покоящийся протон полностью поляризо-

ван вдоль направления движения конечного прото-

на. Отметим, что в литературе, в том числе и в посо-

биях по физике элементарных частиц, часто утвер-

ждается, что использование ФФС является просто

удобным, так как они придают формуле Розенблюта

простой и компактный вид. Поскольку такие фор-

мальные соображения об их преимуществах содер-

жатся в том числе и в написанных много лет назад

известных монографиях [25, 26], то они не подвер-

гаются сомнениям и воспроизводятся в литературе,

например, в [27], вплоть до настоящего времени.

Сечение (7) можно представить в виде

dσδ1,δ2/dΩe = (1 + δ2δf )(σ
↑↑ + σ↓↑), (12)

δf = δ1(Rσ − 1)/(Rσ + 1), (13)

Rσ = σ↑↑/σ↓↑, (14)

где δf – степень продольной поляризации конечного

протона. В случае полностью поляризованного на-

чального протона (δ1 = 1) δf совпадает с обычным

определением поляризационной асимметрии

A = (Rσ − 1)/(Rσ + 1). (15)

Отношение сечений без переворота и с переворо-

том спина протона Rσ (14), как это следует из (8),

можно выразить через экспериментально измеряе-

мую величину R ≡ µpGE/GM :

Rσ =
σ↑↑

σ↓↑
=

ε

τp

G2
E

G2
M

=
ε

τp µ2
p

R2. (16)

С целью использования стандартных обозначе-

ний формулу (13) для степени продольной поляри-

зации конечного протона перепишем в другом виде:

Pr = Pt(Rσ − 1)/(Rσ + 1), (17)

заменив δf на Pr и δ1 на Pt.

Формула (17) позволяет выразить отношение R

через Pr/Pt. Действительно, обращая связь в (17),

имеем:

R2 = µ2
p

τp
ε

1 +Rp
1−Rp

, Rp =
Pr
Pt
. (18)

Полученное выражение (18) позволяет извлечь R2 из

результатов эксперимента по измерению переданной

протону поляризации Pr в процессе e~p → e~p в слу-

чае, когда начальный покоящийся протон частично

поляризован вдоль направления движения детекти-

руемого протона отдачи.

Ниже будут проведены численные расчеты пере-

данной протону поляризации Pr (17) как функции

от угла рассеяния протона как при сохранении скей-

линга, т.е. в случае дипольной зависимости (R = Rd),

так и при его нарушении, при этом будут рассмотре-

ны две параметризации (R = Rj и R = Rk):

Rd = 1, (19)

R−1
j = 1 + 0.1430Q2 − 0.0086Q4 + 0.0072Q6, (20)

где выражение для Rj (20) предложено в [24]; Rk со-

ответствует параметризации Kelly [23], формулы для

которой мы не приводим.

Кинематика процесса. Рассмотрим зависи-

мости энергий конечных электронов и протонов от

энергии начального пучка электронов и углов рассе-

яния электрона и протона в ЛСО, где q1 = (M,0).

Пользуясь законом сохранения 4-импульса p1 + q1 =

= p2+q2, получаем выражения для энергии рассеян-

ного электрона E2 и переданного протону квадрата

4-импульса Q2 = −(q1 − q2)
2 как функций от угла

рассеяния электрона θe:

E2 = E1/(1 +
E1

M
(1 − cos(θe)), (21)

Q2 = 2E 2
1 (1 − cos(θe))/(1 +

E1

M
(1− cos(θe)), (22)

где угол θe есть угол между векторами p1 и p2,

cos(θe) = p1p2/|p1||p2|.
Энергия конечного электрона E2 и протона E2p

связаны в ЛСО с Q2:

E2 = E1 −Q2/2M, E2p =M +Q2/2M, (23)

E2 = E1 − 2Mτp, E2p =M(1 + 2τp), τp = Q2/4M2.

(24)

Зависимость E2p и Q2 от угла рассеяния протона

θp, т.е. от угла между векторами p1 и q2, cos(θp) =

= p1q2/|p1||q2|, имеет вид:

E2p =M
(E1 +M)2 + E 2

1 cos2(θp)

(E1 +M)2 − E 2
1 cos2(θp)

, (25)

Q2 =
4M2E 2

1 cos2(θp)

(E1 +M)2 − E 2
1 cos2(θp)

. (26)

Соотношения для обратной связи между cos(θe),

cos(θp) и E2, E2p имеют вид:

cos(θe) = 1− Q2

2E1E2
= 1− MQ2

E1(2ME1 −Q2)
, (27)

cos(θp) =
E1 +M

E1

√
τp

1 + τp
. (28)
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В упругом процессе (3) угол рассеяния электрона

θe изменяется от 0◦ до 180◦, при этом Q2 изменяется

в области 0 6 Q2 6 Q2
max (0 6 τp 6 τmax), где

Q2
max =

4ME 2
1

(M + 2E1)
, τmax =

E 2
1

M(M + 2E1)
. (29)

Приведем полезное соотношение

√
τmax

1 + τmax
=

E1

M + E1
. (30)

Из выражения (22) при θe = 0 имеем: Q2 = 0,

τp = 0. Но из соотношения (28) следует, что в этом

случае cos(θp) = 0, что соответствует рассеянию про-

тона на 90◦.

При рассеянии электрона назад (θe = 180◦), ко-

гда τp = τmax, из (28) и (30) следует, что cos(θp) = 1,

θp = 0◦. Таким образом, при рассеянии электрона на

угол от 0◦ до 180◦ (0◦ 6 θe 6 180◦) угол рассеяния

протона изменяется от 90◦ до 0◦.

Результаты расчетов зависимости углов рассея-

ния электрона θe и протона θp от квадрата передан-

ного протону импульса Q2 при энергиях электрон-

ного пучка в эксперименте коллаборации SANE [16],

E1 = 4.725 и E1 = 5.895ГэВ, представлены графи-

ками на рис. 1. Им соответствуют линии с метками

θe4, θp4 и θe5, θp5.

Рис. 1. (Цветной онлайн) Зависимости углов рассеяния

электрона θe и протона θp от Q2 при энергиях элек-

тронного пучка в эксперименте [16]. Линии θe4, θp4 и

θe5, θp5 построены для E1 = 4.725 и 5.895ГэВ

Информация об углах рассеяния электрона и про-

тона (в радианах) при энергиях электронного пуч-

ка E1 = 5.895 и 4.725 ГэВ и Q2 = 2.06 и 5.66 ГэВ2

представлена в табл. 1. В ней также приведены зна-

чения Q2
max (29) для максимально возможныхQ2 при

E1 = 5.895 и 4.725 ГэВ.

Таблица 1. Углы рассеяния электрона θe и протона θp (в ра-
дианах) в кинематике эксперимента [16]

E1 (ГэВ) Q2 (ГэВ2) θe (рад) θp (рад) Q2
max (ГэВ)2

5.895 2.06 0.27 0.79 10.247

5.895 5.66 0.59 0.43 10.247

4.725 2.06 0.35 0.76 8.066

4.725 5.66 0.86 0.35 8.066

Поляризация виртуального фотона в про-

цессе ep→ ep. Величина ε, входящая в выражение

для сечения Розенблюта

ε = (1 + 2(1 + τp) tan
2(θe/2))

−1 (31)

с областью изменений 0 6 ε 6 1, в литературе, как

правило, отождествляется со степенью продольной

поляризации виртуального фотона. Иногда ее также

называют параметром поляризации или просто по-

ляризацией виртуального фотона. Правильное пони-

мание физического смысла величины ε встречается

довольно редко, в этой связи процитируем абсолют-

но правильные слова из работы [28]: “Let us introduce

another set of kinematical variables: Q 2, and the degree

of the linear polarization of the virtual photon, ε”.

Выражение (31) для ε является функцией от угла

рассеяния электрона θe. Отличное от (31) выражение

для ε, позволяющее проводить расчеты зависимости

интересующих величин, например, от Q2 или от угла

рассеяния протона θp, приведено ниже, оно получено

при использовании результатов работы [5]:

ε−1 = 1 +
(E1 − E2)

2 + 2(E1 − E2)M

2E1E2 − (E1 − E2)M
. (32)

Здесь E1, E2 – энергии начального и конечного элек-

тронов, причем, для E2 необходимо использовать вы-

ражения (23), (24), в явном виде зависящие только

от Q2; в свою очередь, зависимость Q2 от углов θe и

θp определяется формулами (22) и (26).

Зависимость степени линейной (поперечной) по-

ляризации виртуального фотона ε (32) от квадра-

та переданного протону импульса Q2 при энерги-

ях электронного пучка в эксперименте коллаборации

SANE [16] представлена на рис. 2.

Из рисунка 2 следует, что ε является убывающей

от 1 до 0 функцией от Q2. При рассеянии электрона

вперед (θe = 0◦), когда Q2 = 0, ε = 1; при рассеянии

электрона назад (θe = 180◦), когда Q2 = Q2
max, ε = 0.

Значения Q2
max для энергий E1 = 4.725 и 5.895ГэВ

приведены в табл. 1, они равны 8.066 и 10.247ГэВ2.

Именно в этих точках линии на рис. 2 пересекаются

с осью абсцисс.
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Рис. 2. (Цветной онлайн) Q2-зависимость степени ли-

нейной поляризации виртуального фотона ε (32) для

энергий электронного пучка 4.725 и 5.895ГэВ в экспе-

рименте [16]

На рисунке 3 представлена зависимость степени

линейной поляризации виртуального фотона ε от уг-

лов рассеяния электрона θe и протона θp при энерги-

ях электронного пучка в эксперименте коллаборации

SANE [16]. Отметим, что на левой панели рис. 3 угол

θe изменяется от 0◦ до 180◦, а на правой θp изменя-

ется от 90◦ до 0◦. Такой порядок отсчета углов θe и

θp соответствует области изменения 0 6 Q2 6 Q2
max

для каждого из приведенных рисунков.

Графики на рис. 3 позволяют установить следу-

ющие закономерности: для одного и того же угла θe
(θp) большему значению энергии электронного пучка

E1 отвечает меньшее (большее) значение ε.

Угловая зависимость переданной протону

поляризации в процессе e~p→ e~p. В ЛСО степень

продольной поляризации, переданной от начального

к конечному протону в процессе (3) в случае, когда

протонная мишень частично поляризована вдоль на-

правления движения детектируемого протона отда-

чи, определяется формулой (17). В настоящее время

эксперимент по ее измерению представляется вполне

реальным, поскольку такая мишень с высокой сте-

пенью поляризации Pt = (70 ± 5)% принципиально

создана и уже использовалась в эксперименте колла-

борации SANE [16]. По этой причине наиболее целе-

сообразно было бы провести предлагаемый экспери-

мент на установке, использованной в [16], при тех же

Pt = 0.70, энергиях электронного пучка E1 = 4.725

и 5.895 ГэВ и значениях квадратов переданных про-

тону импульсов Q2 = 2.06 и 5.66 ГэВ2. Разница меж-

ду проведением предлагаемого и эксперимента [16]

заключается в том, что электронный пучок должен

быть неполяризованным, а детектируемый продоль-

но поляризованный протон отдачи должен двигать-

ся строго вдоль направления оси квантования спи-

на протонной мишени. Это условие является след-

ствием требований, налагаемых на ось квантования

спинов у начального и конечного протонов (5). Про-

цедура измерения степени продольной и попереч-

ной поляризаций конечного протона отработана и ис-

пользовалась в экспериментах [8–13]. Для извлече-

ния отношения R (18) в предлагаемом эксперименте

необходимо измерить только степень продольной по-

ляризации протона отдачи, что является преимуще-

ством по сравнению с методом [3], использованным

в [8–13].

Результаты расчетов зависимости переданной

протону продольной поляризации Pr (17) от угла

рассеяния протона θp для энергий 5.895 и 4.725ГэВ

электронного пучка и Pt = 0.70 представлены графи-

ками на рис. 4. На рисунке (a) показана зависимость

во всей области изменения углов θp ∈ (90◦, 0◦).

На рисунке (b) область изменения θp ∈ (47◦, 18◦)

соответствует кинематике эксперимента [16], где

2.06ГэВ2 6 Q2 6 5.66ГэВ2, см. табл. 1. При этом

линии Pd5, Pk5, Pj5 (Pd4, Pk4, Pj4) соответ-

ствуют энергии электронного пучка E1 = 5.895

(E1 = 4.725) ГэВ. В свою очередь линии Pd5, Pd4

построены для R = Rd (19) в случае дипольной

зависимости; линии Pk5 и Pk4 соответствуют пара-

метризации Kelly [23] (R = Rk); линии Pj5 и Pj4

построены для R = Rj (20) в случае параметризации

Qattan [24].

Из графиков на рис. 4 следует, что переданная

протону поляризация весьма существенно зависит от

вида параметризации отношения R. В случае нару-

шения скейлинга ФФС, т.е. при R = Rk и R = Rj она

заметно увеличивается по абсолютному значению по

сравнению со случаем дипольной зависимости, когда

R = Rd, при этом для всех θp имеют место неравен-

ства: |Pd5| < |Pk5| < |Pj5|, |Pd4| < |Pk4| < |Pj4|.
Таким образом, линии Pk в случае параметризации

Kelly [23] занимают промежуточное положение меж-

ду Pd и Pj.

Для количественной оценки разницы между Pj,

Pk и Pd составлена табл. 2, в которой приведены зна-

чения для степени продольной поляризации конечно-

го протона Pj5, Pd5, Pj4, Pd4, Pk5, Pk4 и их отно-

сительной разницы ∆dj , ∆dk (выраженной в процен-

тах) при двух энергиях электронного пучка 5.895 и

4.725 ГэВ и двух значениях Q2, равных 2.06 и 5.66

ГэВ2, где ∆dj = (Pj − Pd)/Pj, ∆dk = (Pk − Pd)/Pk.

Из таблицы 2 следует, что при Q2 = 2.06ГэВ2 от-

носительная разница между Pj5 и Pd5 составляет
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Рис. 3. (Цветной онлайн) Зависимость степени линейной поляризации виртуального фотона ε от углов рассеяния элек-

трона θe (левый рисунок) и протона θp (правый рисунок), выраженных в градусах, при энергиях электронного пучка

5.895 и 4.725 ГэВ в эксперименте [16]

Рис. 4. (Цветной онлайн) (a) – Зависимость Pr (17) от угла рассеяния протона θp для E1 и Pt в эксперименте [16]

во всей области изменения углов θp ∈ (90◦, 0◦). (b) – Та же зависимость в интервале θp ∈ (47◦, 18◦), в котором

2.06 ГэВ2 6 Q2 6 5.66 ГэВ2. Линии Pd, Pj и Pk соответствуют дипольной зависимости (19), параметризациям (20)

Qattan [24] и Kelly [23]

16.6 %, между Pj4 и Pd4 примерно такая же: 16.1 %.

При Q2 = 5.66ГэВ2 эта разница уменьшается и ста-

новится равной 9.1 и 6.4 % соответственно.

Разница между ∆dj и ∆dk в табл. 2 является

небольшой, она варьируется от 2 до 6 %. Объяснить

ее можно тем, что параметризация Kelly [23] появи-

лась в 2004 г. до проведения экспериментов [12, 13],

результаты которых были учтены в [24] и позволили

получить более точную параметризацию.

Заключение. В настоящей работе, исходя из ре-

зультатов JLab-поляризационных экспериментов по

измерению отношения ФФС в процессе ~ep → e~p с

использованием параметризаций Kelly [23] (2004) и

Qattan [24] (2015) для их отношения, в кинемати-

ке эксперимента коллаборации SANE [16] (2020) по

измерению двойной спиновой асимметрии в процес-

се ~e~p → ep, проведен численный анализ зависимо-

сти от угла рассеяния протона переданной протону

продольной поляризации в процессе e~p → e~p в слу-

чае, когда начальный покоящийся протон частично

поляризован вдоль направления движения детекти-

руемого протона отдачи. Установлена заметная чув-

ствительность переданной протону поляризации к

виду параметризации отношения ФФС, что открыва-

ет возможности для проведения нового независимого

эксперимента по его измерению в процессе e~p→ e~p.

Из расчетов следует, что нарушение скейлинга

ФФС приводит к заметному увеличению абсолютно-

го значения переданной протону поляризации |Pr| по

сравнению со случаем дипольной зависимости, при

этом |Pr| в случае параметризации Kelly [23] зани-

мает промежуточное положение между результата-
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Таблица 2. Степень продольной поляризации протона отдачи Pr (17) при энергиях электронного пучка E1 = 5.895 и 4.725ГэВ
и значениях Q2 = 2.06 и 5.66 ГэВ2. Значения в столбцах для Pd, Pj и Pk соответствуют дипольной зависимости (19), пара-
метризациям (20) Qattan [24] и Kelly [23]. Соответствующие углы рассеяния электронов и протонов (в градусах) приведены в
столбцах для θe и θp

E1 (ГэВ) Q2 (ГэВ2) θe (◦) θp (◦) Pd Pj Pk ∆dj % ∆dk %

5.895 2.06 15.51 45.23 –0.460 –0.552 –0.511 16.6 9.98

5.895 5.66 33.57 24.48 –0.628 –0.691 –0.675 9.1 6.96

4.725 2.06 19.97 43.27 –0.467 –0.556 –0.517 16.1 9.67

4.725 5.66 49.50 19.77 –0.649 –0.693 –0.682 6.4 4.84

ми для дипольной зависимости и параметризацией

Qattan [24]. Очевидно, что параметризация [24] осно-

вана на более широкой базе экспериментальных дан-

ных по сравнению с параметризацией Kelly, включая

в том числе и результаты работ [12, 13], является бо-

лее точной и объективной и приводит к небольшим

отличиям от результатов для параметризации Kelly.
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Мы представляем результаты численных исследований смешения волн высокого порядка/генерации

высших гармоник (СВВ/ГВГ) с учетом процесса многочастичного взаимодействия, вызванным двух-

частотным циркулярным сильным лазерным полем в графеновой квантовой точке (ГКТ). Показано

влияние относительной фазы такого лазерного поля на спектр генерируемых в ГКТ гармоник высоко-

го порядка. Это может позволить управлять поляризацией генерируемых гармоник. ГКТ описывается

моделью ближайшего соседа с сильной связью (СС). Многочастичное взаимодействие рассматривает-

ся в расширенном приближении Хаббарда. Мы использовали уже премененный нами метод решения

квантовых кинетических уравнений в локальных представлениях для заряженных носителей и полу-

чили общую формулу для процессов СВВ/ГВГ в ГКТ. Анализ полученных результатов подтверждает

достаточную эффективность ГВГ в треугольной и шестиугольной ГКТ с зигзагообразными краями при

определенных фазах двухчастотного циркулярного лазерного поля.

DOI: 10.31857/S123456782219003X, EDN: khrkpg

С появлением лазеров возрос интерес к основ-

ным процессам взаимодействия сильных лазерных

полей с кристаллами в нелинейной оптике и нанооп-

тике. Последнее представляет собой преобразование

несколько фотонов накачки в один фотон с более вы-

сокой энергией, генерация высших гармоник (ГВГ)

или, более обобщенно, смешением волн более высо-

кого порядка: генерация суммарно-разностной час-

тоты [1]. ГВГ [2] представляет собой строго нелиней-

ный процесс, выходящий за рамки режимов нелиней-

ной оптики. Вплоть до последнего десятилетия ис-

следования были сосредоточены на ГВГ в атомар-

ных и молекулярных газах [3]. Недавно изучение

ГВГ начали распространять на двумерные кристал-

лы и другие наноструктуры. Уникальные электрон-

ные и оптические свойства графена как эффектив-

ного нелинейно-оптического материала обсуждают-

ся во многих теоретических [4–21] и эксперименталь-

ных [22, 23] исследованиях, рассматривающих раз-

личные экстремальные нелинейно-оптические эф-

фекты, в частности, смешение волн высокого поряд-

ка (СВВ)/ГВГ, происходящее в полях сильного коге-

рентного излучения в многофотонном режиме при

возбуждении таких наноструктур [24]. Однако ну-

левая ширина запрещенной зоны монослойного по-

луметаллического графена ограничивает возможно-

1)e-mail: amarkos@ysu.am

сти применения исходного графена в отличие, напри-

мер, от двухслойного графена [25]. Для многих нели-

нейных эффектов отсутствие энергетической щели

в графене является фундаментальным ограничени-

ем, например, для валейтроники. Последнее невоз-

можно из-за инверсионной симметрии такой систе-

мы [26]. В работе [27] продемонстрированы индуци-

рованные светом селективные по долинам возбужде-

ния, и ожидается значительная селективная по до-

линам ГВГ в обычном графене при использовании

комбинации двух полей, основной и ее второй гар-

моники, циркулярно поляризованных, вращающих-

ся в противоположных направлениях, так называе-

мого бициркулярного лазерного поля. С другой сто-

роны, проблема нулевой энергетической щели в гра-

фене также была решена за счет уменьшения по-

перечного размера графена [28]. Среди углеродных

наноструктур в качестве нелинейной среды интерес

представляют графеновые наноленты [28, 29], графе-

ноподобные квантовые точки, такие как замкнуто-

выпуклые фуллерены различной базовой симмет-

рии [20, 21], и графеновая квантовая точка (ГКТ)

различных конечных размеров. Наноструктура гра-

фена может быть охарактеризована тем, сохранена

ли симметрия подрешетки. ГКТ со щелью можно

управлять с помощью его поперечного размера, фор-

мы и типа края [28, 30, 31]. В то же время такая нано-

структура обладает оптическими свойствами, прин-
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ципиально отличными от свойств исходного графе-

на [32, 33], но не менее выдающимися свойствами,

чем однослойный графен [4]. Преимущество ГКТ пе-

ред графеновыми нанолентами [34, 35] заключается

в ограничении квазичастиц в пространстве. Так как

ограниченность в пространстве препятствует распро-

странению электронного волнового пакета, замкну-

того еще в одном дополнительном измерении, и уве-

личивает эффективность ГВГ [36–39]. Таким обра-

зом, представляет интерес исследование в ГКТ вли-

яния относительной фазы двухчастотного циркуляр-

ного лазерного поля на спектр генерируемых гармо-

ник высокого порядка. Согласование симметрии си-

стемы свет–квантовая точка может иметь место для

ГКТ с определенной групповой симметрией. Послед-

нее имеет решающее значение для выхода ГВГ и

может увеличить вероятность генерации гармоник.

Им можно управлять с помощью относительной фа-

зы между двумя частотами волны накачки. Это мо-

жет позволить управлять поляризацией генерируе-

мых гармоник, как это обычно делается при ГВГ в

газах [40].

В настоящей работе рассматривается многофо-

тонная ГВГ в плоской квази-нулемерной ГКТ тре-

угольной и шестиугольной форм с зигзагообразны-

ми краями, управляемой двухчастотным циркуляр-

ным полем, созданным двумя вращающимися на-

встречу циркулярно поляризованными полями ин-

тенсивного когерентного излучения. Изучается роль

фазы двухчастотного циркулярного поля высокой

интенсивности на процесс ГВГ в плоскости ГКТ.

Замкнутая система дифференциальных уравнений

для одночастичной матрицы плотности при много-

фотонном взаимодействии ГКТ и сильного лазер-

ного поля решается численно в рамках микроско-

пической теории. Кулоновское электрон-электронное

взаимодействие (ЭЭВ) описывается в приближении

Хаббарда. Полученные решения указывают на зна-

чимость влияния полной симметрии волны накач-

ки на нелинейно-оптический отклик ГКТ, учитывая,

что последние имеют различную форму с различной

точечно-групповой симметрией, а вероятности мно-

гофотонной ГВГ будут контролироваться относи-

тельной фазой двухчастотного циркулярного силь-

ного когерентного излучения.

Мы изучим нейтральную плоскую ГКТ, ограни-

ченную в плоскости xy. Будем рассматривать силь-

ную электромагнитную (ЭМ) волну, распространяю-

щуюся перпендикулярно плоскости xy. В этом слу-

чае ЭМ волна становится однородным квазипериоди-

ческим электрическим полем – двухчастотное цирку-

лярное поле с напряженностью E = (Ex, Ey):

Ex (t) = f (t) (E01 cos (ωt+ φ) + E02 cos (2ωt+ φ)) ,

(1)

Ey (t) = f (t) (E01 sin (ωt+ φ)− E02 sin (2ωt+ φ)) ,

(2)

где φ – фаза и E01, E02 – амплитуды напряженностей

двух вращающихся в противоположных направлени-

ях циркулярно поляризованных полей основной вол-

ны накачки с соответствующими несущими частота-

ми ω и 2ω, формирующих так называемый “трилист-

ник” [27], f (t) = sin2 (πt/T ) – медленно меняющаяся

огибающая с длительностью импульса T . Последняя

равна 20 периодам волны: T = 40π/ω.

Далее используем метод, уже примененный в

ранних работах [37, 38]. Начальную матрицу плот-

ности определим из эмпирического гамильтониана

с сильной связью (СС), т.е. “одетого” кулоновским

взаимодействием СС-гамильтониана [28]. Этот под-

ход широко используется в физике сильных по-

лей [12, 21, 41–47]. Вкратце, это предложение обосно-

вывается следующим образом. Свободный гамильто-

ниан ГКТ имеет вид:

Ĥ0 = −
∑

i,j,σ

t0ijc
†
iσcjσ +

1

2

∑

i,j

Vijninj +
U

2

∑

iσ

niσniσ,

(3)

где операторы c†iσ, ciσ удовлетворяют правилам ан-

тикоммутативности. Оператор электронной плотно-

сти имеет вид niσ = c†iσciσ и ni = ni↑ + ni↓ – пол-

ная электронная плотность для узла i. Первый член

в свободном гамильтониане (3) представляет собой

кинетическую энергетическую часть СС гамильтони-

ана с нулевыми туннельными матричными элемен-

тами t0ij . Второе и третье слагаемые в (3) соответ-

ствуют ЭЭВ в рамках расширенного приближения

Хаббарда с межузельной ∼Vij и внутриузловой ∼U

кулоновскими энергиями отталкивания. Межузловое

кулоновское отталкивание описывается переменным

по системе расстоянием dij между парами ближай-

ших соседей: ∼Vij = V dmin/dij (dmin – минимальное

расстояние до ближайшего соседа). Член ЭЭВ вза-

имодействия в (3) содержит произведения четырех

фермионных операторов. Мы рассмотрели кулонов-

ское взаимодействие в рамках феноменологического

приближения Хартри–Фока. Используя разложение

Хартри–Фока [28], гамильтониан (3) можно аппрок-

симировать как:

ĤHF
0 ≃ −

∑

i,j,σ

t0ijc
†
iσcjσ + U

∑

i

(ni↑ni↓ + ni↓ni↑) +

+
∑

i,j

Vijnjni −
∑

i,j,σ

Vijc
†
iσcjσ

〈
c†iσcjσ

〉
, (4)
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где
〈
c†iσcjσ

〉
– усредненная в поле матрица плотности

и niσ =
〈
c†iσciσ

〉
. Теперь в (4) у нас есть только про-

изведение двух фермионных операторов и гамильто-

ниана (4) можно записать как

ĤHF
0 = −

∑

i,j,σ

tij

(〈
c†iσcjσ

〉)
c†iσcjσ. (5)

Фактически это одночастичный гамильтониан СС,

заданный с нормированной энергией переноса tij , ко-

торая зависит от матрицы плотности, усредненной

в поле. Можно самосогласованно определить мат-

рицу плотности основного состояния ρ
(σ)
0ij [45], а за-

тем вычислить перенормированную энергию пере-

носа tij

(
ρ
(σ)
0ij

)
или применить феноменологический

подход [28]. Таким образом, можно принять tij , рав-

ным экспериментально измеренному интегралу пе-

рехода для графеновых наноструктур, и перейти к

оценке элементов матрицы плотности по отношению

к основному состоянию – полностью заполненной ва-

лентной зоне эмпирического СС-гамильтониана (5).

Отметим, что это приближение неприменимо для си-

стем, основное состояние которых существенно отли-

чается от полностью заполненной валентной зоны.

Например, экситонный конденсат [45]. Однако для

графеновых наноструктур экспериментальные дока-

зательства таких явлений отсутствуют. Поэтому в

качестве свободного гамильтониана мы взяли:

ĤHF
0 ≃ −

∑

〈i,j〉σ

tijc
†
iσcjσ + U

∑

i

(ni↑ − n0i↑)ni↓ +

+ U
∑

iσ

(ni↓ − n0i↓)ni↑ +
∑

〈i,j〉

Vij(nj − n0j)ni −

−
∑

〈i,j〉σ

Vijc
†
iσcjσ

(〈
c†iσcjσ

〉
−
〈
c†iσcjσ

〉
0

)
. (6)

В этом представлении начальное значение матри-

цы плотности
〈
c†iσcjσ

〉
0

вычисляется относительно

гамильтониана СС (5) при фиксированном tij . Та-

ким образом, в статическом пределе гамильтониан

Хартри–Фока для ЭЭВ обращается в нуль. Таким об-

разом, ЭЭВ в приближении Хартри–Фока актуально

только для квантовой динамики, инициируемой ла-

зерным полем. Взаимодействие света с ГКТ описыва-

ется в терминах калибровки длины через истинный

скалярный потенциал:

Ĥint = e
∑

iσ

riE (t) c†iσciσ

с радиус-вектором ri и элементарным зарядом e.

Из уравнения Гейзенберга i~∂L̂/∂t =
[
L̂, Ĥ

]
мы по-

лучим эволюционные уравнения для одночастичной

матрицы плотности ρ
(σ)
ij =

〈
c†jσciσ

〉
. Будем также

считать, что система релаксирует со скоростью γ к

равновесному ρ
(σ)
0ij . Чтобы описать замкнутую систе-

му уравнений для одночастичной матрицы плотно-

сти ρ
(σ)
ij , будем рассматривать ЭЭВ в рамках при-

ближения Хартри–Фока и гамильтониан (3) аппрок-

симируем как (6). Таким образом, получается следу-

ющее уравнение для матрицы плотности:

i~
∂ρ

(σ)
ij

∂t
=
∑

k

(
τkjσρ

(σ)
ik − τikσρ

(σ)
kj

)
+(Viσ − Vjσ) ρ

(σ)
ij +

+ eE (t) (ri − rj) ρ
(σ)
ij − i~γ

(
ρ
(σ)
ij − ρ

(σ)
0ij

)
, (7)

и матрицы Viσ, τijσ определяются через матрицу

плотности ∂ρ
(σ)
ij :

Viσ =
∑

jα

Vij

(
ρ
(α)
jj − ρ

(α)
0jj

)
+ U

(
ρ
(σ)
ii − ρ

(σ)
0ii

)
, (8)

τijσ = tij + Vij

(
ρ
(σ)
ji − ρ

(σ)
0ji

)
. (9)

Далее численно диагонализуем СС гамильтониан

Ĥ0. Отметим, что ЭЭВ в пределе Хартри–Фока вхо-

дит в эмпирический интеграл переноса между бли-

жайшими атомами tij , который выбирается близким

к экспериментальным данным tij = 2.7 эВ [28]. Для

всех расчетов мы приняли V = 0.3U [48, 49]. В га-

мильтониане мы пренебрегли колебаниями решет-

ки. С помощью численной диагонализации находим

собственные состояния ψµ (i) и собственные энергии

εµ (µ = 0, 1, ..., N − 1). Результаты численной диа-

гонализации показаны на соответствующем рисун-

ке. Видно, что без туннелирования все энергетиче-

ские уровни вырождаются. Так, туннелирование сня-

ло вырождение и привело к образованию зоны ва-

лентных состояний ниже уровня Ферми εµ = 0, и

зоны состояний проводимости выше уровня Ферми,

и щели на уровне Ферми (см. также [28]). Квантовая

динамика ГКТ в сильном периодическом волновом

поле управляется замкнутой системой дифференци-

альных уравнений (7), которые должны быть реше-

ны с правильными начальными условиями. Мы стро-

им преимущественно матрицу плотности ρ
(σ)
0ij через

заполнение электронных состояний в валентной зоне

в соответствии с распределением Ферми–Дирака при

нулевой температуре ρ
(σ)
0ij =

∑N−1
µ=N/2 ψ

∗
µ (j)ψµ (i), с

собственным состоянием ψµ (i) гамильтониана ĤTB
0 .

Уравнение движения для матрицы плотности реша-

ется путем интегрирования по времени уравнения (7)

при помощи стандартного алгоритма Рунге–Кутты
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четвертого порядка. Определим спектр ГВГ, оцени-

вая преобразованием Фурье a (Ω) дипольного уско-

рения a (t) = d2d/dt2. Дипольный момент опреде-

ляется как d (t) =
〈∑

iσ ric
†
iσciσ

〉
. Мы нормируем

дипольное ускорение коэффициентом a0 = ω2d, где

ω = 1 эВ/~ и d = 1 Å. Сила, излучаемая на данной

частоте, пропорциональна |a (Ω)|2. ГКТ имеют зигза-

гообразные края для всех случаев. Примем частоту

возбуждения ω = 0.1 эВ/~, что значительно меньше

типичных энергий щелей U ≃ 3 эВ, V ≃ 0.3U . Веро-

ятность релаксации принята равной ~γ = 50 мэВ.

Для большинства расчетов волновое поле (1), (2)

предполагается двухчастотным циркулярным полем.

Фаза волны равна φ = 0 почти во всех случаях. Из-

начально рассмотрена компонента |ax (Ω) |, результа-

ты для |ay (Ω) | идентичны. Ось x лежит в плоскости

рис. 1 и 2 и направлена вдоль оси x вправо.

Рис. 1. Схема двухчастотного циркулярного поля ЭМ

волны при (а) – φ = 0; (b) – φ = 3π/2

На рисунке 1 схематично показано двухчастотное

циркулярное ЭМ поле, на рис. 2 и 3 соответственно

показаны решетка графена и энергетический спектр

СС в окрестности уровня Ферми, εµ = 0, для тре-

Рис. 2. Схема решеток (a) – треугольной; (b) – шести-

угольной ГКТ с зигзагообразными ребрами с соответ-

ственно N = 97 и N = 96 атомами. Расстояние между

ближайшими соседними атомами равно a ≃ 1.42 Å

угольной и шестиугольной ГКТ для почти одинако-

вого числа атомов углерода. Чтобы сравнить вероят-

ности ГВГ, на последующих рисунках мы представи-

ли все результаты для спектров испускания гармо-

ник через нормализованное число атомов N . Далее,

мы исследовали зависимость спектров ГВГ от отно-

сительной фазы двухчастотного циркулярного поля

(1), (2). На рисунке 4a и b компонента |ax (Ω) | по-

строена в зависимости от номера гармоники и фа-

зы φ соответственно для треугольной и шестиуголь-

ной ГКТ. Частоты двух циркулярно поляризован-

ных полей основной волны приняты ω = 0.1 эВ/~

и 2ω = 0.2 эВ/~, а две амплитуды напряженности

поля равны E01 = E02 = 0.1В/Å. Полное ЭМ по-

ле одинаково для φ = 0 и φ = 2π. Как и ожида-

лось, общая вероятность гармоник модулируется при

вращении “трилистника” двухчастотного циркуляр-

ного поля. Для неограниченного в пространстве гра-

фена в низкочастотной волне накачки спектр ГВГ

изотропен относительно вектора поляризации двух-

частотного циркулярного поля. Для высоких частот

зависимость не изотропна, но из-за симметрии уг-

леродной шестиугольной ячейки оптический отклик

относительно вектора поляризации двухчастотного

циркулярного поля носит периодический характер

с периодом 2π/3, а управляемые током гармоники

относительно низшего порядка следуют ожидаемо-

му образцу, достигая максимума, когда электроны

устремляются к более крутым стенкам [27]. Для ГКТ

в “трилистнике” двухчастотного циркулярного поля

мы видим совсем другую картину. В этом случае мы

имеем сильную анизотропию. Разные φ приводят к

разным вероятностям ГВГ для одной и той же гар-

моники. Для наглядности на рис. 5 показана вероят-

ность ГВГ для эффективных относительно невысо-

ких гармоник H19 и H20 в зависимости от фазы. В

частности, для треугольной ГКТ мы имеем макси-

мум для H20 на фазе φ = 5π/12, а для шестиуголь-

ной ГКТ предпочтительнее фазы φ = 2π/3, 5π/3.

Для последнего спектр идентичен при φ = 0 и φ = π

из-за троекратной симметрии. Здесь каждое измене-

ние в фазе φ на π приводит к повороту трилистни-

ка на 2π/3, что дает эквивалентную конфигурацию

(как для неограниченного графена [27]). Как видно

из рис. 5, при φ = 3π/2 (конфигурация поля дана

на рис. 1b) для треугольной ГКТ соответствующая

кривая для H19, т.е. (3n + 1) гармоника, индуциру-

емая основным импульсом частоты ω, имеет макси-

мум, когда симметрии “трилистника” двухчастотно-

го циркулярного поля и треугольного ГКТ совпада-

ют, и электроны устремляются к более крутым стен-

кам “трилистника” двухчастотного циркулярного по-

ля. Гармоника H20 (как и для любого (3n+ 2)), ин-

дуцируемая 2ω-импульсом, не имеет максимума при

φ = 3π/2 из-за симметрии (см. также [27]). Рисунок 5

показывает, что в обоих ГКТ максимум на задан-

ной фазе для H19 соответствует минимуму на той

же фазе для H20, и наоборот, в силу периодично-

сти волны накачки и сохранения полной энергии си-

стемы. Рисунок 4b показывает, что для любой фазы

φ в шестиугольной ГКТ из-за симметрии отсутству-
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Рис. 3. Собственные энергии в (a) – треугольной; (b) – шестиугольной ГКТ с зигзагообразными ребрами с соответ-

ственно N = 97 и N = 96 атомами

Рис. 4. (Цветной онлайн) Гармоническое испускание как функция двухчастотной фазы φ. Спектр излучения ГВГ в

режиме сильного поля, выраженный через преобразование Фурье дипольного ускорения N−1|ax (Ω) |/a0 (в относи-

тельных единицах) в зависимости от номера гармоники и относительной фазы φ двухчастотного циркулярного поля

волны накачки, в (а) – треугольной и (b) – шестиугольной ГКТ с зигзагообразными ребрами с соответственно N = 97

и N = 96 атомами. Частоты двух компонент волны равны ω = 0.1 /~ и 2ω = 0.2 эВ/~, а напряженности полей равны

E01 = E02 = 0.1 В/Å. Энергии ЭЭВ равны U = 3 эВ, V = 0.9 эВ. Вероятность релаксации есть ~γ = 50 мэВ

ют гармоники 3n. Мы также проверили, что все по-

лученные результаты не зависят от конкретных на-

правлений вращения двух вращающихся в противо-

положных направлениях циркулярно поляризован-

ных полей волны накачки. То есть мы имеем оди-

наковые результаты при одновременном изменении

направлений вращения обоих полей (см. [27]). Далее,

для выяснения основных аспектов ГВГ двухчастот-

ного циркулярного поля в ГКТ на рис. 6 компонента

|ax (Ω) | построена при разных амплитудах E01, E02.

На рисунке 7 спектры ГВГ представлены для шести-

угольной ГКТ. Как показано на рис. 6 и 7, в сильном

лазерном поле многофотонные гармоники становят-

ся одинаково значимыми как для треугольной, так и

для шестиугольной ГКТ в двухчастотном циркуляр-

ном поле волны накачки, а энергии отсечки смеща-
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Рис. 5. (Цветной онлайн) Вероятность излучения для

гармоник H19 и H20 в режиме сильного поля, выражен-

ная через преобразование Фурье дипольного ускорения

N−1|ax (Ω) |/a0 (в относ. ед.) в зависимости от фазы φ.

(1–4) представлены соответственно для H20 в шести-

угольной, H20 в треугольной, H19 в треугольной и H19

в шестиугольной ГКТ. Вероятность релаксации ~γ =

= 50 мэВ. Частоты волны ω = 0.1 эВ/~ и 2ω = 0.2 эВ/~,

напряженности полей равны E01 = E02 = 0.1 В/Å.

Спектры показаны для умеренных типичных энергий

ЭЭВ U = 3 эВ, V = 0.9 эВ. Кривые представлены в

порядке их пересечения с осью y

Рис. 6. (Цветной онлайн) То же, что и на рис. 4, но в

зависимости от номера гармоники волны накачки для

треугольной ГКТ с N = 97 атомами, и фаза равна φ =

0. Напряженности поля для (1) E01 = E02 = 0.1 В/Å,

(2) E01 = 0.1 В/Å, E02 = 0, и (3) E02 = 0.1 В/Å, E01 = 0

ются в синюю область. Значительное усиление спек-

тра ГВГ за счет согласования симметрии системы

свет–точка имеет место как для треугольной, так и

для шестиугольной ГКТ с определенной групповой

симметрией. В обоих случаях спектры ГВГ имеют

многоступенчатую структуру плато, что связано с

возбуждениями собственных энергетических состо-

яний между незанятыми энергетическими уровнями

и занятым уровнем [28]. Энергия отсечки гармоник

~ωNcut существенно возрастает по сравнению с энер-

Рис. 7. (Цветной онлайн) То же, что и на рис. 6, но для

шестиугольной ГКТ с N = 96 атомами

гиями отсечки ГВГ в линейно поляризованном ла-

зерном поле при E01 = 0 или E02 = 0. На рисунках 6

и 7 видно, что в линейно поляризованной волне для

рассматриваемых ГКТ с зигзагообразными краями

из-за отсутствия инверсионной симметрии в спектре

излучения ГВГ присутствуют как нечетные, так и

четные гармоники. В отличие от линейно поляризо-

ванной волны накачки, как показано на рис. 7, для

шестиугольной ГКТ в двухчастотном циркулярном

поле спектр излучения ГВГ имеет гармоники (3n+1),

вызванные основной ω-составляющей импульса (ле-

вая круговая поляризация), и (3n+2) гармоники, вы-

званные второй 2ω-составляющей импульса (правая

круговая поляризация). На рисунке 7 3n гармоники

отсутствуют из-за симметрии, как и в двухчастот-

ном циркулярном поле в атомарной среде [50, 51] и

обычном графене [27]. На рисунке 6 для треуголь-

ной ГКТ 3n-гармоники появляются из-за нарушения

инверсионной симметрии. Чтобы наглядно показать

различия, на рис. 8а и b отдельно показаны результа-

ты для спектров излучения ГВГ, генерируемых силь-

ным двухчастотным циркулярным полем волны на-

качки в соответственно треугольной и шестиуголь-

ной ГКТ при почти одинаковом числе атомов. Как

видно из рис. 8, для рассматриваемого значения фа-

зы φ = 0 вероятности ГВГ возрастают для шести-

угольной структуры. Рисунок 8 демонстрирует ти-

пичное нелинейное поведение ГВГ со множеством

плато. Отметим, что спектры, показанные на рис. 8а,

как и на рис. 6, богаче. Это является следствием не

только интерференции двух разных вкладов, внут-

ризонного и межзонного [21], но и нарушения инвер-

сионной симметрии в треугольной ГКТ, приведшего

к появлению 3n-гармоник. При этом рис. 8 показы-

вает, что доминирующее плато сместилось в сторону

более высоких частот, в частности, при N = 97 для
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Рис. 8. То же, что и на рис. 6, но только в двухчастотном циркулярном поле при фазе, равной φ = 0 для (а) – тре-

угольной и (b) – шестиугольной ГКТ с зигзагообразными ребрами с соответственно N = 97 и N = 96 атомами. На

рис. (b), 3n гармоники отсутствуют из-за симметрии в шестиугольной ГКТ

треугольной ГКТ и N = 96 для шестиугольной ГКТ

мы имеем эффективную многофотонную генерацию

гармоник соответственно с 15-й по 40-ю и с 10-й по

30-ю.

Подводя итоги, отметим, что мы изучили влияние

на ГКТ двухчастотного циркулярного поля, образо-

ванного двумя вращающимися навстречу циркуляр-

но поляризованными полями основной волны накач-

ки, в частности, а также фазы такого поля. Микро-

скопическая теория была использована для описания

крайне нелинейного отклика такой наноструктуры

на интенсивное когерентное излучение. Замкнутая

система дифференциальных уравнений для одно-

частичной матрицы плотности при многофотонном

взаимодействии ГКТ с сильным лазерным полем ре-

шена численно для ГКТ треугольной и шестиуголь-

ной формы с зигзагообразными краями. Как показы-

вают численные результаты, из-за разной симметрии

подрешетки одни и те же фазы дают разные парци-

альные выходы в спектрах ГВГ для треугольной и

шестиугольной форм ГКТ с близким числом атомов.

Фаза φ 6= 0 двухчастотного циркулярного поля не

нарушает инверсионной симметрии, и в шестиуголь-

ной ГКТ гармоники 3n отсутствуют вне зависимости

от φ. Полученные результаты показывают, что ГКТ

с ограничением квазичастиц в пространстве могут

служить эффективной средой для генерации четных

и нечетных гармоник высокого порядка в двухча-

стотном циркулярном поле волны уже умеренной ин-

тенсивности. Вероятность ГВГ возрастает на опреде-

ленных фазах. Полная вероятность ГВГ может мо-

дулироваться при вращении “трилистника” двухча-

стотного циркулярного поля. Энергия отсечки гар-

моник ~ωNcut существенно возрастает по сравнению

с энергией отсечки ГВГ в случае линейно поляризо-

ванного лазерного поля. Из-за отсутствия инверсной

симметрии подрешетки в треугольных ГКТ во всех

рассмотренных случаях, а также в шестиугольных

ГКТ в линейно поляризованной волне при генерации

появляются гармоники как нечетного, так и четного

порядка вне зависимости от двухцветовой фазы. Для

двухчастотного циркулярного лазерного поля, вза-

имодействующего с шестиугольной ГКТ, мы видим

совершенно другую картину. В этом случае мы име-

ем спектры излучения высоких гармоник, так как

3n+ 1, вызванные основной, 3n+ 2, вызванные вто-

рой гармоникой волны накачки, а 3n гармоники от-

сутствуют из-за симметрии для шестиугольной ГКТ.

Таким образом, мы предлагаем интересные системы

для световолновой наноэлектроники и нелинейной

оптики. Это потенциальный способ увеличения кван-

тового выхода и энергии испускаемых фотонов при

ГВГ в графеноподобных квантовых точках, что так-

же должно позволить управлять поляризацией гене-

рируемых гармоник.
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Предложен способ определения длительности и фазы высокоинтенсивных фемтосекундных одно-

цикловых импульсов среднего инфракрасного диапазона, основанный на записи амплитуды светового

поля импульса в пространственной структуре индуцированных плазменных каналов или треков центров

окраски в прозрачном диэлектрике. Структура треков записывается и регистрируется при однократ-

ном взаимодействии исследуемого импульса со средой, в которой происходит его нелинейная компрес-

сия. Глубина модуляции профиля треков однозначно связана с числом осцилляций светового поля под

огибающей распространяющегося импульса, что позволяет определить его длительность. Полученная

оценка длительности световой пули среднего инфракрасного диапазона в LiF составляет менее 10фс.

Длительность световой пули, определенная предлагаемым способом, сопоставлена с измерениями авто-

корреляционным и кросскорреляционным методами.

DOI: 10.31857/S1234567822190041, EDN: khrtbm

Фемтосекундные лазерные импульсы являются

уникальным инструментом современной спектроско-

пии, позволяющим регистрировать сверхбыстрые пе-

реходные процессы в атомарных и молекулярных си-

стемах, твердом теле и биологических объектах [1–

3]. Сокращение длительности лазерных импульсов

и переход к так называемым биполярным и унипо-

лярным импульсам, длительность которых близка к

одному периоду осцилляций светового поля, позво-

ляет изучать фундаментальные свойства вещества,

чувствительные к временной структуре поля внутри

огибающей импульса. В косинус-моде одноциклово-

го биполярного импульса максимум его огибающей

совпадает с максимумом оптических осцилляций и

напряженность воздействующего электрического по-

ля существенно выше, чем в синус-моде, при кото-

рой в максимуме огибающей поле обращается в нуль.

Таким образом, в экспериментах становится необхо-

димым контролировать не только длительность оги-

бающей, но и фазу осцилляций светового поля од-

ноциклового импульса, главным образом определя-

ющую нелинейно-оптический отклик вещества [4].

Следует учитывать, что в процессе распространения

1)e-mail: dormidonov@gmail.com

одноциклового импульса в среде с материальной дис-

персией происходит периодическая смена косинус- и

синус-мод, а, следовательно, и режима нелинейно-

оптического взаимодействия вследствие сдвига фа-

зы между огибающей импульса и несущей частотой,

вызванного различием фазовой и групповой скоро-

стей [4–6].

Определение длительности и структуры поля од-

ноцикловых импульсов является нетривиальной за-

дачей из-за экстремально широкой спектральной по-

лосы и сложного временного профиля интенсив-

ности. Прохождение такого импульса через любые

оптические компоненты неизбежно вносит диспер-

сионные искажения временного профиля и фазы,

что ограничивает точность измерений. Широко ис-

пользуемый автокорреляционный метод измерения

длительности ультракоротких импульсов оказыва-

ется неприменим для решения поставленной за-

дачи, поскольку позволяет зарегистрировать лишь

зависимость интенсивности импульса от времени

и является инвариантным к изменению абсолют-

ной фазы. Для прямой регистрации светового поля

ультракороткого импульса наиболее перспективны-

ми на данный момент являются методы частотно-

временного оптического стробирования (FROG) [7],
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спектрально-фазовая интерферометрия для непо-

средственного восстановления электрического поля

(SPIDER) [8] и эволюционная реконструкция фазы

по интерферометрическим автокорреляционным из-

мерениям EPRIAC [9]. Несмотря на то, что данные

методы позволяют получать информацию не только

о временной развертке интенсивности импульса, но

и о временной форме его фазы, существует ряд фак-

торов, ограничивающих возможность их применения

для характеризации одноцикловых импульсов сред-

него инфракрасного диапазона. К ним относится, на-

пример, ограничение на ширину спектра измеряемо-

го импульса и низкий отклик кремниевого детектора

в инфракрасном спектральном диапазоне, что требу-

ет многоимпульсной регистрации, при которой точ-

ность измерений ограничивается стабильностью из-

лучения лазерной системы [10]. В работе [11] предло-

жена модификация классического метода SPIDER,

в которой информация о фазе кодируется с помо-

щью пространственной карты спектральной интер-

ференции (X-SEA-F-SPIDER). Такой подход, адап-

тированный для измерений импульсов среднего ин-

фракрасного (ИК) диапазона, позволяет существен-

но уменьшить ошибки и избежать артефактов при

восстановлении структуры поля сверхкоротких им-

пульсов [10, 12]. Тем не менее, перечисленные методы

сложны в реализации, как на этапе создания экспе-

риментальной установки, так и при математической

обработке полученных результатов.

Основным механизмом получения одноцикловых

импульсов является нелинейная самокомпрессия

фемтосекундных импульсов ИК диапазона в сре-

де с аномальной дисперсией групповой скорости

(АДГС). Одной из возможных реализаций такого

метода является солитонное сжатие импульсов

ближнего и среднего ИК диапазонов в полых

фотонно-кристаллических световодах [13, 14]. Ши-

рокополосная аномальная дисперсия, необходимая

для солитонного преобразования импульсов, обеспе-

чивается структурой световодной системы, оптими-

зируемой в классе полых фотонно-кристаллических

световодов с антирезонансной оболочкой. Другим

способом получения импульса, содержащего одно ко-

лебание светового поля, не требующего направляю-

щих волноводных структур, является формирование

световой пули (СП) при филаментации фемтосе-

кундных лазерных импульсов в объеме прозрачной

среды в условиях АДГС [15]. Наиболее подходящими

известными средами, имеющими АДГС в ближнем

и среднем ИК диапазоне, являются фториды ще-

лочных металлов: CaF2, BaF2, LiF. Спектральные

окна прозрачности фторидов перекрывают уль-

трафиолетовый и инфракрасный диапазоны, что

необходимо для генерации суперконтинуума –

сверхуширения спектра, сопровождающего экстре-

мальное сжатие импульса. Сформированная СП

представляет собой волновой пакет, который при

дифракции и АДГС экстремально сжимается в

пространстве и во времени в отсутствие каких-

либо направляющих структур вследствие фазовой

самомодуляции в среде с керровской нелинейно-

стью [16]. Световое поле СП локализовано в ее ядре,

длительность которого составляет около одного

периода оптических осцилляций, диаметр – порядка

нескольких длин волн [17]. Ядро СП содержит

около 10% энергии начального импульса, пиковая

напряженность электрического поля соответствует

интенсивности ∼ 100 ТВт/см2. Распространяясь в

среде, высокоинтенсивная СП приводит к фотоиони-

зации и формированию протяженных плазменных

каналов, отражающих структуру поля СП [6]. В

LiF образуется пунктирный трек долгоживущих

центров окраски (ЦО), профиль концентрации

которых отражает периодическую смену косинус- и

синус-мод одноцикловой СП и позволяет получить

информацию о трансформации светового поля с рас-

стоянием после воздействия единичного лазерного

импульса, избегая тем самым ошибок эксперимента

из-за разброса параметров импульсов от выстрела к

выстрелу.

В настоящей статье предлагается способ опреде-

ления длительности и фазы одноцикловых СП сред-

него ИК диапазона по структуре плазменных кана-

лов или треков ЦО, индуцируемых при однократном

взаимодействии лазерного импульса со средой. Плаз-

менный канал или трек ЦО записывается и регистри-

руется непосредственно в среде, в которой происхо-

дит формирование одноцикловой СП. Данный спо-

соб принципиально лишен дисперсионных и нелиней-

ных искажений, связанных с наличием дополнитель-

ных оптических элементов в измерительной схеме.

Рассмотрим линейно поляризованный импульс с

гауссовой огибающей и гармонической несущей на

частоте ω0, распространяющийся в линейной про-

зрачной диэлектрической среде с групповой скоро-

стью vg. В бегущей системе координат τ = t −
− z/vg эволюция напряженности электрического по-

ля E(z, τ) описывается выражением:

E(z, τ) = E0 exp

(
− τ2

2τe2

)
exp(−iω0τ + iφ(z)) + c.c.,

(1)

где E0 – амплитуда напряженности, τe – половин-

ная длительность импульса по уровню e−1 квадра-
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Рис. 1. (Цветной онлайн) Напряженность электрического поля E(τ ) на центральной длине волны λ0 = 3350 нм: (а) –

в гауссовом импульсе, длительность τe которого равна периоду осцилляций T0, и (b) – в сформировавшейся в LiF

световой пуле. Красная кривая – косинус-мода (φ = πm), черная кривая – синус-мода (φ = π
2
+ πm)

та модуля амплитуды, φ(z) = ω0(
1
vph

− 1
vg
)z – фа-

за гармонической несущей, vph = c/n(ω0) – фазо-

вая скорость, vgr = c/
[
n(ω0) + ω0

∂n
∂ω

∣∣
ω0

]
– групповая

скорость, n(ω) – показатель преломления среды.

Фаза φ(z) определяет положение гармонической

несущей светового поля относительно максимума

огибающей при распространении с групповой скоро-

стью vg на расстояние z. При φ(z) = πm (m ∈ Z)

максимум оптических осцилляций несущей совпада-

ет с максимумом огибающей – формируется косинус-

мода импульса, а при φ(z) = π
2 + πm – синус-мода,

при которой поле обращается в нуль в максимуме

огибающей (рис. 1а). Таким образом, различие фа-

зовой и групповой скоростей приводит к периодиче-

ской смене косинус- и синус-моды при распростране-

нии импульса через каждый пройденный отрезок ∆z:

∆z =
λ0vg

2n(ω0)(vph − vg)
≈ 1

2

(
∂n

∂λ

∣∣∣∣
λ0

)−1

, (2)

где λ0 = c/T0 – длина волны несущей, T0 = 2π/ω0

– ее период. Период ∆z определяется материаль-

ной дисперсией среды и, как правило, составляет от

10 до 100 мкм, например, в LiF при λ0 = 3350 нм

∆z ≈ 30мкм [6].

Как видно из (1), величина максимальной ам-

плитуды электрического поля импульса Emax(z) =

= maxτ (|E(τ, z)|) определяется фазой φ(z). В

косинус-моде величина максимальной амплитуды

Ecos
max = Emax(φ = πm) совпадает со значением

E0. В синус-моде максимум гармонической несу-

щей сдвинут на четверть периода относительно

максимума огибающей, и величина максимальной

амплитуды Esin
max = Emax(φ = π

2 + πm) становится в

exp
(
−T 2

0 /32τ
2
e

)
раз меньше E0. Отличие максималь-

ных амплитуд напряженности электрического поля

в косинус- и синус-моде импульса резко возрастает с

уменьшением в нем числа оптических осцилляций и

наиболее существенно для одноцикловых импульсов

τe ≤ T0.

Параметром, определяющим изменение мак-

симальной амплитуды при периодической смене

косинус- и синус-моды импульса, является глубина

модуляции GE квадрата напряженности поля E2
max,

равная:

GE =
E2

max(φ = πm)− E2
max(φ = π

2 + πm)

E2
max(φ = πm) + E2

max(φ = π
2 + πm)

. (3)

На рисунке 2а сплошной кривой представлена зави-

симость GE от отношения τe/T0, характеризующего

число периодов колебаний светового поля, уклады-

вающихся под огибающей импульса. Видно, что при

τe/T0 = 0.3 глубина модуляции GE составляет более

30% и падает до величины GE = 3% при τe/T0 = 1.

Следует отметить, что полученная зависимость не

зависит от несущей длины волны λ0 и определяется

только отношением τe/T0.

Периодическое изменение максимальной ампли-

туды Emax(z) при распространении импульса при-

водит к пространственной модуляции нелинейно-

оптического воздействия светового поля на диэлек-

трик. При достаточной величине амплитуды светово-

го поля фотоионизация среды приведет к формиро-

ванию плазменного канала, концентрация электро-

нов Ne(z) в котором без учета процессов рекомбина-

ции вычисляется интегрированием уравнения:

∂Ne(z, τ)

∂τ
=WF

(
1− Ne

N0

)
+WANe, (4)
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Рис. 2. (Цветной онлайн) (а) – Зависимость (3) глубины модуляции GE квадрата максимальной напряженности E2
max

электрического поля гауссового импульса (сплошная кривая) и численно рассчитанных световых пуль (символы) на

различных длинах волн в LiF от количества периодов поля T0 под огибающей с длительностью τe. (b) – Зависимость

глубины модуляции GN концентрации электронов (аналогично (3)) в плазменном канале от количества периодов поля

под огибающей. Сплошные кривые – аналитическая оценка для модельного гауссова импульса для LiF (λ0 = 3350 нм)

(черная кривая) и SiO2 (λ0 = 2600 нм) (сиреневая кривая), символы – результаты численного моделирования плазмен-

ных каналов световых пуль в LiF и SiO2. Приведены результаты моделирования в LiF на длинах волн 3100 нм (синие

треугольники), 3350 нм (зеленые квадраты), 4000 нм (розовые круги) и в SiO2 на длине волны 2600 нм (сиреневые

пустые круги)

где N0 – концентрация нейтральных атомов, WF

и WA – соответственно скорости фото- и лавинной

ионизации среды, монотонно зависящие от амплиту-

ды действующего светового поля [18]. Следователь-

но, профиль концентрации электронов Ne(z) в наве-

денном плазменном канале также будет иметь про-

странственную модуляцию с периодом ∆z, “отсле-

живая” периодическую смену косинус- и синус-мод

импульса. Глубина модуляции концентрации элек-

тронов Ggauss
N определяется выражением, аналогич-

ным (3). На рисунке 2b сплошными кривыми изоб-

ражены зависимости глубины модуляции Ggauss
N кон-

центрации электронов в плазменном канале от от-

ношения τe/T0 действующего гауссова импульса в

LiF на длине волны λ0 = 3350 нм и в SiO2 на

λ0 = 2600 нм. Амплитуда импульса E0 соответство-

вала интенсивности, характерной для одноцикловой

СП I = 5 · 1014 Вт/см2. В диапазоне изменения цен-

тральной длины волны импульса от 2500 до 4000 нм,

полученная зависимость Ggauss
N (τe/T0) практически

не зависит от центральной длины волны импульса

λ0 и ставит однозначное соответствие между глуби-

ной модуляции GN и отношением τe/T0. Это поз-

воляет по профилю концентрации электронов Ne(z)

определять длительность огибающей и фазу несу-

щей для одноцикловых импульсов в случае τe ≤ T0 в

рассмотренном спектральном диапазоне. Видно, что

при τe < T0 глубина модуляции Ggauss
N концентра-

ции электронов резко возрастает, достигая значения

Ggauss
N = 35% при τe/T0 = 0.5 и Ggauss

N = 90% при

τe/T0 = 0.25. С увеличением длительности импуль-

са τe до периода осцилляций T0 глубина модуляции

Ggauss
N падает до 20% и мало меняется с дальнейшим

ростом τe, сокращаясь до величины Ggauss
N = 15%

при τe/T0 = 2, что ограничивает точность опреде-

ления длительности импульса по глубине модуляции

плазменного канала в случае τe > T0.

Обобщим установленную закономерность на СП,

формирующиеся при филаментации фемтосекунд-

ных лазерных импульсов в объеме прозрачной сре-

ды в условиях АДГС. Распределение напряженно-

сти электрического поля на оси пучка E(r = 0, z, τ)

СП (рис. 1b), полученное в результате решения одно-

направленного уравнения распространения импульс-

ного излучения [19] на центральной длине волны

3350 нм в LiF средствами компьютерного кода [20],

качественно отличается от поля гауссова импуль-

са (рис. 1а). Спектр СП является существенно уши-

ренным вследствие генерации высших гармоник и

суперконтинуума [21]. Определим огибающую СП,

как гладкую кривую, проходящую через максимумы

модуля напряженности электрического поля E(r =

= 0, τ) на рассматриваемом расстоянии z, ее дли-

тельность τe, как половину временного интервала, на

котором квадрат напряженности электрического по-

ля на оси СП удовлетворяет условию:
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Рис. 3. (Цветной онлайн) (a) – Численно полученное распределение концентрации свободных электронов Ne(x, z) в

LiF при распространении СП на длине волны 3350 нм. Голубая кривая – профиль концентрации электронов на оси

плазменного канала Ne(x = 0, z). (b) – Изменение с расстоянием глубины модуляции GN (z) профиля концентрации

свободных электронов (круглые символы), длительности СП τe(z), рассчитанной по профилю светового поля (квад-

ратные символы), и по глубине модуляции плазменного канала GN (z) (треугольные символы)

|E|2 ≥ e−1E2
max. (5)

Такое определение длительности световой пули соот-

ветствует длительности τe огибающей гауссова им-

пульса (1).

Максимум напряженности электрического поля

Emax на оси СП периодически меняется вдоль ее рас-

пространения вследствие сдвига фазы несущей от-

носительно огибающей, как и в гауссовом импульсе.

На расстоянии z1 сдвиг фазы несущей относитель-

но огибающей в СП обращается в нуль (φ = πm),

где Emax = Ecos
max достигает максимума (косинус-

мода СП), и равен φ = π
2 + πm на расстоянии z2,

где Emax = Esin
max – минимально (синус-мода СП)

(рис. 1b). Глубина модуляцииGE максимального зна-

чения квадрата напряженности электрического поля

E2
max, определяемая по (3), для численно рассчитан-

ных СП на центральных длинах волн λ0 начально-

го фемтосекундного импульса, равных 3100, 3350 и

4000 нм, представлена на рис. 2a различными симво-

лами. Серии значений GE для каждой длины волны

λ0 на рис. 2а соответствуют различной длительно-

сти импульса, изменяющейся в процессе его самоком-

прессии и распространения сформировавшейся СП в

LiF. Видно, что глубина модуляции E2
max в сжимаю-

щемся импульсе при формировании СП возрастает с

уменьшением длительности τe, качественно и коли-

чественно соответствуя зависимости GE(τe/T0), по-

лученной для гауссова импульса.

Влияние модуляции E2
max в СП на распределе-

ние концентрации свободных электронов Ne(x, z) в

плазменном канале СП иллюстрирует рис. 3а. Здесь

представлено в LiF на центральной длине волны

λ0 = 3350 нм рассчитанное распределение, проин-

тегрированное по одной из поперечных координат:

Ne(x, z) =
∫
Ne(r, z)dy, что обеспечивает прямое

сравнение численных результатов с эксперименталь-

ными. В распределении Ne(x, z) отчетливо видны

регулярные осцилляции, вызванные периодической

сменой косинус- и синус-моды одноцикловой СП. Го-

лубой линией на рис. 3а изображен профиль концен-

трации электронов Ne(x = 0, z) на оси плазменного

канала. На рисунке 3b черной кривой с круглыми

символами изображена глубина модуляции GN (z),

рассчитанная аналогично (3) как отношение разно-

сти соседних локальных максимумов профиля кон-

центрации электронов к их сумме, а синей кри-

вой с квадратными символами – длительность СП

τe(z), определенная по (5) на протяжении существо-

вания СП и плазменного канала. Сопоставляя значе-

ния GN (z) и τe(z), получим зависимость GN (τe/T0)

для СП в различных точках z плазменного кана-

ла (рис. 2b – квадратные точки). Аналогичные рас-

четные зависимости GN (τe/T0) для СП на длинах

волн λ0 = 3100 и 4000 нм изображены на рис. 2b тре-

угольными и круглыми символами, соответственно.

Видно, что глубина модуляции GN (τe/T0) плазмен-
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ных каналов СП различных длин волн хорошо со-

гласуется с зависимостью Ggauss
N (τe/T0), полученной

для гауссова импульса. Таким образом, зависимость

Ggauss
N (τe/T0) для гауссова импульса может быть ис-

пользована для определения длительности одноцик-

лового импульса среднего ИК диапазона, записываю-

щего информацию о фазовых соотношениях светово-

го поля и его огибающей в пространственной струк-

туре индуцированных плазменных каналов в среде.

Длительность импульса τe, определенная по глубине

модуляции плазменного канала СП в различных точ-

ках z из аналитической зависимости Ggauss
N (τe/T0),

приведена на рис. 3b (треугольные символы). Полу-

ченные значения τe находятся в хорошем соответ-

ствии со значениями длительности СП, рассчитан-

ными по профилю напряженности светового поля

E(r = 0, τ, z) (5) (рис. 3b, квадратные символы).

Сплошные кривые на рис. 2 являются градуиро-

вочными зависимостями для определения длитель-

ности соответственно гауссова импульса и СП одно-

цикловой длительности по измеренной глубине мо-

дуляции, наведенной концентрации электронов или

ЦО. Из приведенных кривых видно, что при дли-

тельности τe < 0.5T0 чувствительность предложен-

ного способа снижается и значительные изменения

модуляции слабо влияют на величину определяемой

длительности. С другой стороны, при τe > 1.5T0 глу-

бина модуляции мала и погрешность в определении

длительности существенно возрастает.

Экспериментально глубина модуляции возмуще-

ний, наведенных СП, регистрировалась по трекам

ЦО, формируемых в одноимпульсном режиме при

распространении СП в LiF. Люминесценция мик-

роструктуры из долгоживущих ЦО в LiF, сформи-

рованной при многофотонном воздействии фемтосе-

кундного лазерного импульса, отражает распределе-

ние напряжения светового поля в СП [22]. Она столь

интенсивна, что созданные при воздействии всего

одного фемтосекундного импульса микроструктуры

могут быть легко зарегистрированы и исследова-

ны после записи при подсветке слабым излучени-

ем в полосе их поглощения. Пространственное рас-

пределение интенсивности люминесценции структур

ЦО, наведенных в образце одноцикловыми СП, фо-

тографировалось на ПЗС камеру с помощью мик-

роскопа при подсветке непрерывным излучением на

длине волны 450 нм [22]. Интенсивность свечения

трека в LiF напрямую определяется концентрацией

ЦО, записанных в процессе взаимодействия с высо-

коинтенсивным лазерным импульсом. На рисунке 4

представлены картины люминесценции треков ЦО

в LiF, записанные СП на длинах волн 3100, 3350

и 4000 нм. На профилях люминесценции отчетливо

видна модуляция, свидетельствующая о периодиче-

ской смене косинус- и синус-мод светового поля СП.

Глубина модуляции GN (z) профилей люминесцен-

ции ЦО, рассчитанная аналогично (3) как отношение

разности соседних локальных максимумов профиля,

приведена круглыми символами на рис. 4b, d, f, соот-

ветственно.

Используя зависимость глубины модуляции

Ggauss
N (τe/T0) от длительности τe, установлен-

ную для гауссова импульса (сплошная кривая

рис. 2b), определена длительность τe(z) СП по

значениям GN (z), полученным экспериментально

(рис. 4b, d, f, треугольные символы). Полученная

минимальная длительность τe СП составляет 6.5 фс

(4.5 фс HWHM) на длине волны 3150 нм, 5.3 фс

(3.7 фс HWHM) на 3350 нм и 5.9 фс (4 фс HWHM)

на 4000 нм, что составляет менее одного периода

колебаний светового поля T0.

Для апробации предлагаемого способа определе-

на длительность СП в плавленом кварце, которая

ранее измерялась автокорреляционным [23], кросс-

корреляционным [24] и спектральной интерферомет-

рии [25] методами. Профиль трека плазменного кана-

ла, зарегистрированного при одноимпульсной экспо-

зиции излучения в плавленом кварце на длине вол-

ны 2600 нм, приведен на рис. 5. Так же как интен-

сивность люминесценции трека ЦО, интенсивность

свечения плазменного трека в диэлектрике напря-

мую определяется концентрацией свободных элек-

тронов, появившихся в процессе фотоионизации сре-

ды излучением. Поэтому анализ свечения плазмен-

ного канала позволяет получить информацию о рас-

пределении концентрации свободных электронов в

среде для сравнения с аналитической зависимостью

Ggauss
N (τe/T0) для SiO2, приведенной на рис. 2b.

Глубина модуляции профиля на рассматривае-

мом промежутке увеличивается от 8 до 24%, что

при восстановлении длительности импульса с ис-

пользованием аналитической кривой (сплошная кри-

вая рис. 2b), соответствует его компрессии до 0.97T0.

Таким образом, длительность СП, сформирован-

ной в плавленом кварце, составляет τe = 8.4фс

(5.8 фс HWHM), что находится в хорошем соответ-

ствии с результатами, полученными в [25].

Предложенный способ позволяет оценить дли-

тельность одноцикловой световой пули среднего

инфракрасного диапазона по глубине модуляции

плазменных каналов или треков центров окраски,

регистрируемых при одноимпульсной экспозиции

при распространении фемтосекундных лазерных

импульсов в прозрачном диэлектрике. Способ при-
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Рис. 4. (Цветной онлайн) Экспериментально зарегистрированные при одноимпульсной экспозиции картины люминес-

ценции треков ЦО в LiF и профили люминесценции на оси (а), (с), (e). Изменение с расстоянием глубины модуляции

трека (круглые символы) и длительности волнового пакета τe (треугольные), восстановленной с помощью рисун-

ка 2b (b), (d), (f). Длины волн: (а), (b) – 3150 нм, (c), (d) – 3350 нм, (e), (f) – 4000 нм

Рис. 5. Профиль свечения экспериментально зареги-

стрированного плазменного канала в плавленом квар-

це, наведенного световой пулей на длине волны 2600 нм

меним для световых пуль, длительность которых

составляет менее одного периода оптических осцил-

ляций. Преимуществом представленного способа

является простота схемы регистрации треков, отра-

жающих периодическую смену косинус- и синус-мод

одноцикловой световой пули, а также отсутствие

сложной математической обработки для восста-
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новления фазовых соотношений светового поля и

огибающей импульса.
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In the present study, magnetic properties of Co

doped CdS has been investigated by first principle cal-

culations using GGA+ U approximation. The study re-

veals the ferromagnetic ordering of Co doped CdS at

lower concentrations of Co, whereas, at higher concen-

trations, the antiferromagnetic interactions dominate.

The observed ferromagnetic nature in the present study

is not due to the presence of any secondary phases as

confirmed by the purity of phase revealed in XRD spec-

tra [1]. The magnetic dipoles located on the surface of

the nanoparticles having higher surface-to-volume ratio

play a crucial role in the formation of the ferromag-

netic state. At lower concentrations of Co, a large num-

ber of magnetic dipoles are located at the surface of

the nanoparticles which tends neighboring dipoles align

in the same direction. Subsequently, a prominent ferro-

magnetic nature is observed for the nanoparticles [2, 3].

The electronic structures reveal the half metallic

character with spin up state being semiconducting and

spin down state being metallic signifying 100 % spin po-

larization [4]. The corresponding density of states of

the Co doped CdS system shows reasonable p−d hy-

bridization at Fermi level between d states of Co ions

and p states of S ions, which implies half metallic fer-

romagnetism of CdS induced by Co. The estimated de-

1)Supplementary materials are available for this article at
DOI: 0.1134/S0021364022601725 and are accessible for authorized
users.

2)e-mail: dipraj.saikia7@gmail.com

fect formation energy of Co doped CdS was found to

be −1.10 eV, indicating that the dopant is easily incor-

porated into the host lattice. The smaller value of for-

mation energy promises superior stability and indicates

that Co doped CdS can be easily fabricated experimen-

tally [5].

This is an excerpt of the article “Half-metallic fer-

romagnetism in Co doped CdS diluted magnetic semi-

conductor”. Full text of the paper is published in JETP

Letters journal. DOI: 10.1134/S0021364022601725
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Рассмотрен контакт сверхпроводника с киральным ферромагнетиком, содержащим сложные магнит-

ные структуры: спиральную или коническую текстуру, скирмион, киральный поплавок. Более подробно

рассмотрен случай одиночного скирмиона. Влияние таких магнитных неоднородностей на критическую

температуру становится существенным только для спиновых структур масштаба порядка 100 нм и ниже.

Решетки скирмионов и одиночные скирмионы такого размера недавно наблюдались экспериментально

в тонких магнитных слоях. В рамках теории эффекта близости в грязном пределе предлагается прибли-

женный подход, позволяющий рассчитывать критическую температуру в таких системах. Значительное

влияние наноразмерных спиновых вихрей на критическую температуру в сочетании с топологической

устойчивостью и малой плотностью тока, необходимой для их движения, позволяет эффективно исполь-

зовать такие системы в качестве сверхпроводящих спиновых вентилей.

DOI: 10.31857/S1234567822190065, EDN: khvfvw

Контакт сверхпроводника (S) с ферромагнитным

металлом (F) весьма привлекателен для исследова-

ний из-за возможности сосуществования ферромаг-

нитного и сверхпроводящего упорядочения в преде-

лах одного образца [1–7]. Теоретически и эксперимен-

тально исследуется возможность применения таких

систем в сверхпроводящей микроэлектронике [8–10].

Куперовские пары при этом проникают в однород-

ный ферромагнитный слой на относительно неболь-

шую глубину порядка
√
Df/I, где Df – коэффи-

циент диффузии в ферромагнетике, I – эффектив-

ное обменное поле. Обменное взаимодействие сверх-

проводящих электронов с электронами в магнети-

ке вызывает при этом большое количество интерес-

ных и практически важных явлений. В частности, в

последние годы возрос интерес к изучению эффек-

та близости сверхпроводника с киральным магнети-

ком, в котором возможно существование стабильных

магнитных скирмионов. Такой интерес обусловлен,

в числе прочего, наблюдением в ряде эксперимен-

тальных работ [11–13] магнитных вихрей размером

несколько нанометров [14]. В отличии от магнитных

неоднородностей микронного масштаба, такие маг-

нитные структуры оказывают существенное влияние

на термодинамические и транспортные свойства S/F

систем. Так, например, эффект близости сверхпро-

водника с киральным ферромагнетиком в геликои-

1)e-mail: tumanvadim@yandex.ru

дальной фазе обсуждается в работах [15, 16]. Вли-

яние сверхпроводника на стабильность скирмиона в

S/F системе рассмотрено в работе [17]. В работе [18]

изучена возможность образования вихря Абрикосо-

ва в сверхпроводнике на фоне скирмиона неелев-

ского типа в ферромагнитном слое с учетом спин-

орбитального взаимодействия. Связанное состояние

скирмиона и вихря рассмотрено в работе [19] и пока-

зано, что при определенных условиях возможно сме-

щение вихря относительно центра скирмиона. В ра-

боте [20], в числе прочих результатов, методом конеч-

ных элементов рассчитано распределение сверхпро-

водящего тока в S/F/S системе, содержащей скирми-

он. Теория эффекта близости в S/F системах, содер-

жащих магнитные неоднородности, хорошо разрабо-

тана [1–3], однако многие трехмерные задачи сложны

в техническом отношении. Одна из таких задач – это

вычисление критической температуры S/F системы,

содержащей магнитный вихрь или доменную стен-

ку [21, 22]. В данной работе мы предлагаем прибли-

женный подход к решению подобных задач. Подход

основан на переходе к новому базису путем унитар-

ного преобразования в пространстве спина коллекти-

визированного электрона. Как было показано ранее

[23], такой подход можно применить к гамильтони-

ану в приближении эффективного обменного поля,

в данной работе мы применим унитарное преобра-

зование к уравнениям Узаделя, полученным в рабо-

те [24] для неоднородной по направлению намагни-
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ченности. Далее рассмотрим слои сверхпроводника

и ферромагнетика в грязном пределе, когда длины

когерентности в сверхпроводнике и ферромагнетике

ξs(f) значительно превышают соответствующие дли-

ны свободного пробега ls(f) [1, 3]. Уравнение Узаделя

в этом случае для ферромагнитного слоя при произ-

вольно направленной в пространстве намагниченно-

сти можно записать в виде [24]

Df

2
∇̂2F̂f (r, ω)− |ω| F̂f (r, ω)

− i

2
sgnω

{
(I, σ̂), F̂f (r, ω)

}
= 0,

(1)

(I, σ̂) = I

(
cos (θ) sin (θ) e−i(ϕ)

sin (θ) ei(ϕ) − cos (θ)

)
, (2)

где F̂ – матричная функция Узаделя, Df – коэффи-

циент диффузии в ферромагнитном слое, I – эффек-

тивное обменное поле, ω – мацубаровская частота. ∆

– сверхпроводящий параметр порядка. θ и ϕ – поляр-

ный и азимутальный углы, определяющие направле-

ние намагниченности. Здесь и далее для простоты

принято, что kB = µB = ~ = 1, где kB – постоянная

Больцмана, µB – магнетон Бора.

Совершим локальный поворот в спиновом базисе:

F̂ (r, ω) = Û−1F̃ (r, ω)Û , (3)

где Û – унитарная матрица поворота, выбранная та-

ким образом, что Û(I, σ̂)Û−1 = Iσ̂3 имеет вид

U =

(
cos (θ/2) eiγ sin (θ/2) ei(γ−ϕ)

− sin (θ/2) e−i(γ−ϕ) cos (θ/2) e−iγ

)
, (4)

а γ(r) – произвольная действительная функция ко-

ординат. Произвольность γ(r) отвечает инвариант-

ности уравнения относительно локальных поворотов

вокруг оси z в пространстве спина коллективизиро-

ванного электрона. Для преобразованной матричной

функции Узаделя F̃ уравнение принимает вид

Df

2
D̃2F̃ (r, ω)− |ω| F̃ (r, ω)−

− iI

2
sgnω

{
F̃ (r, ω), σ̂3

}
= 0.

(5)

Удлиненная производная D̃ в данном случае опреде-

ляется как D̃f̂ = ∇f̂ + [Â, f̂ ], Â = Û∇Û−1. Точно

такой же вид она имеет для функций Грина в урав-

нениях Горькова. Преобразованием (3) уравнение (1)

можно привести к виду (5) для произвольной зависи-

мости направления намагниченности от координат.

В обобщенных граничных условиях Куприянова–

Лукичева [25] градиент также заменяется на удли-

ненную производную. Приведем для примера гра-

ничные условия для двухслойной S/F системы

4Ds

vsσs

(
∇F̃s,n

)
=

4Df

vfσf

(
D̃F̃f ,n

)
= F̃f − F̃s, (6)

где vs(f) – скорости Ферми, σs(f) – параметры про-

зрачности границы со стороны S и F слоя [3]. Нор-

маль в данном случае направлена из S в F слой. От-

метим, что при наличии двух и более внутренних

границ могут потребоваться повороты функции Уза-

деля вида (3) для согласования базиса в спиновом

пространстве. На свободной границе ферромагнети-

ка и сверхпроводника граничные условия имеют вид
(
∇F̃s,n

)
= 0,

(
D̃F̃f ,n

)
= 0. (7)

В краевую задачу также входит уравнение Узаделя

в сверхпроводящем слое

Ds

2
∇2F̃ (r, ω)− |ω| F̂ (r, ω) = −∆s1̂. (8)

Краевая задача должна быть дополнена уравнением

самосогласования [1, 2]

∆s ln

(
Tc
Tcs

)
= πTc

ωD∑

ω>0

Tr

(
F̃ (x, ω)− ∆s

ω

)
, (9)

где Tcs – критическая температура уединенного

сверхпроводника, ωD – частота Дебая. Уравнение

самосогласования оказывается инвариантным отно-

сительно унитарных преобразований функции F̂ . В

уравнениях (1), (7), (8) явно не учитывается магнит-

ное поле, создаваемое ферромагнитным слоем. Внут-

ри ферромагнитного слоя его вклад мал по сравне-

нию с эффективным обменным полем. В сверхпро-

водящем слое его напряженность зависит от кон-

фигурации намагниченности во всем образце, в том

числе от намагниченности в значительном удалении

от рассматриваемой области контакта. Как правило,

поле, создаваемое достаточно тонкой ферромагнит-

ной пленкой, слабо и, по мнению большинства авто-

ров (см., например, работу [26] или обзоры [1–3]), в

случае хорошего металлического контакта основное

влияние на критическую температуру имеет проник-

новение куперовских пар в ферромагнетик. Нужно

отметить однако, что при рассмотрении связанного

состояния скирмиона и вихря Абрикосова магнитное

поле играет очень важную роль [18, 19]. Таким об-

разом в нашей модели не описываются контакты с

сверхпроводниками 2 рода при магнитных полях вы-

ше Hc1.
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Преобразования (3) позволяют значительно упро-

стить краевую задачу для многих магнитных фаз,

реализуемых в киральных магнетиках. Так, в част-

ности, если ферромагнетик находится в геликои-

дальной фазе, волновой вектор которой направлен

вдоль границы, все компоненты матричной функции

Узаделя зависят только от координаты, перпендику-

лярной границе. В работе [24] такой подход позволил

вычислить ток Джозефсона через слой неоднородно-

го ферромагнетика. Критическая температура S/F

системы для такой конфигурации намагниченности

была вычислена ранее в работе [15] методом фун-

даментального решения [27]. Рассматривалась кри-

тическая температура при двух различных ориен-

тациях магнитной спирали: вдоль и перпендикуляр-

но границе. Разница критических температур зави-

села от толщин слоев и качества контакта, а также

от периода магнитной спирали. Было показано, что

критическая температура оказывается выше в слу-

чае расположения спирали вдоль границы. Наши ре-

зультаты для такой системы, приведенные ниже (см.,

например, пунктирную и штрих-пунктирную кривые

на рис. 1), согласуются с результатами работы [15],

что усиливает доверие к использованию предложен-

ного выше метода. Попробуем теперь найти критиче-

скую температуру контакта сверхпроводника с фер-

ромагнетиком в конической фазе. Локальное унитар-

ное преобразование в сочетании с произвольным вы-

бором функции γ(r) в (4) позволяет свести краевую

задачу к одномерной системе уравнений второго по-

рядка с постоянными коэффициентами. Дальнейшие

расчеты производятся стандартным способом в при-

ближении постоянного в пределах слоя параметра

порядка [28–30]. Оно хорошо зарекомендовало себя

за сочетание простоты и хорошего совпадения с более

строгим подходом фундаментального решения [27].

Полученная функция Узаделя подставляется в урав-

нение самосогласования (9), которое решается чис-

ленно. Приведем зависимость критической темпера-

туры двухслойной S/F системы от толщины ферро-

магнетика для различных ориентаций намагничен-

ности в ферромагнетике относительно S/F границы.

Наряду с уже изученными случаями магнитного ге-

ликоида, волновой вектор которого направлен нор-

мально к S/F границе или лежит в ее плоскости [15],

мы рассмотрели коническую фазу с полярным углом

π/6 (см. рис. 1). Набор использованных параметров

теории, выбранных нами в качестве примера, близок

к экспериментальным параметрам, полученным в ра-

боте [31] для контакта ванадия (Tcs = 5.4) и железа

с характерным значением эффективного обменного

поля I порядка 1000 K.

Рис. 1 (Цветной онлайн) Зависимость критической тем-

пературы S/F контакта для некоторых геометрий гели-

коидальной и конической фазы от толщины ферромаг-

нитного слоя df . Кривая 1 соответствует геликоидаль-

ной намагниченности ферромагнитного слоя, волновой

вектор магнитной структуры направлен вдоль S/F гра-

ницы; 2 – коническая фаза, волновой вектор вдоль гра-

ницы; 3 – коническая фаза, волновой вектор перпен-

дикулярен границе; 4 – однородная намагниченность;

5 – геликоидальная намагниченность, волновой вектор

перпендикулярен границе. Период магнитных текстур

LD = 52 Å. Параметры системы: толщина сверхпро-

водящего слоя ds = 113.5 Å, ls = 120 Å, ξs = 125 Å,

2Iτf = 0.3, где τf – время свободного пробега в ферро-

магнетике, σs = 6, nsf = (vsNs)/(vfNf ) = 4, где Ns(f) –

плотность состояний на поверхности Ферми)

Вычисление критической температуры S/F систе-

мы с произвольной конфигурацией намагниченности

представляет собой в общем случае существенно бо-

лее сложную задачу. Для таких спиновых текстур,

как магнитные вихри и доменные стенки, уравнение

(1) не сводится к уравнению с постоянными коэф-

фициентами преобразованием вида (3). Однако, пре-

образованная функция Узаделя значительно слабее

меняется по фазе вдоль S/F границы. Это связано с

тем, что фаза компонент функций Узаделя задается

преимущественно направлением намагниченности и

толщиной ферромагнитного слоя на данном участке

границы. Для модифицированной функции F̃ (r, ω)

направление намагниченности всегда одинаково в си-

лу определения. Это позволяет нам применить для

оценки критической температуры системы прибли-

женный подход. Иерархия слагаемых в уравнении

(5) достаточно сложна. Наибольшими слагаемыми,
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как правило, являются член со второй производной

от функции Узаделя (в перпендикулярном направле-

нии к границе) и выражение, содержащее произведе-

ние эффективного обменного поля с функцией Уза-

деля. Для наиболее значимых в уравнении самосо-

гласования слагаемых, отвечающих небольшим ма-

цубровским частотам, соответствующее слагаемые в

уравнении (5) также не слишком велики. Прочие сла-

гаемые в составе удлиненной производной являются

поправками по отношению к главным слагаемым для

практически реализуемых скирмионов. Изменение в

функции Узаделя в плоскости границы в этом слу-

чае обусловлено изменением этих поправок от точ-

ки к точке. Соответствующие градиенты в силу вы-

ше сказанного достаточно малы, особенно для круп-

ных скирмионов (r ≫ ξs). Можно предложить так-

же оценку из более общих соображений, подходящую

для мелкомасштабных магнитных вихрей. Сверхпро-

водящий параметр порядка в толще сверхпроводника

может существенно меняться на расстояниях, превы-

шающих сверхпроводящую длину когерентности ξs.

Тогда, в силу уравнения самосогласования и гранич-

ных условий (7), функция Узаделя в ферромагнит-

ном слое меняется по модулю в плоскости границы

столь же медленно. В уравнении (5) мы пренебрегаем

производными от функции Узаделя в плоскости как

величинами порядка 1/ξs. Здесь мы принимаем во

внимание, что изменения фазы в плоскости границы

мы практически полностью учитываем за счет ло-

кального унитарного преобразования (3). Такое до-

статочно грубое приближение позволяет нам свести

уравнение (5) к системе обыкновенных дифференци-

альных уравнений. Обратимся к величине Â. В об-

щем случае она имеет вид

Â = − i

2
(sin(2γ − ϕ)σ̂1 + cos(2γ − ϕ)σ̂2)∇θ +

+ iσ̂3

(
sin2

(
θ

2

)
∇ϕ−∇γ

)
+

+
i sin θ

2
(cos(2γ − ϕ)σ̂1 + sin(2γ − ϕ)σ̂2)∇ϕ. (10)

В силу произвольности функции γ(r) это выражение

можно упростить. Потребуем равенства нулю диаго-

нальной компоненты эффективного тензорного поля

sin2
(
θ

2

)
∇ϕ = ∇γ. (11)

В нашем приближении каждая точка плоскости гра-

ницы независима от других в рамках краевой зада-

чи, и мы можем выбрать значение γ произвольно:

2γ = φ + π/2. После таких упрощений эффективное

тензорное поле принимает вид

Â = − i

2
σ̂1∇θ +

i sin θ

2
σ̂2∇ϕ. (12)

Учитывая (11), дивергенция эффективного тензор-

ного поля Â, входящая в выражение D̃2F̃ (r, ω), за-

пишется в виде

(∇, Â) = − i

2
σ̂1∆θ +

i sin θ

2
σ2∆ϕ+

+
i sin 2θ

4
σ̂1(∇ϕ)2. (13)

При решении уравнения Узаделя в сверхпроводящем

слое здесь также удобно пользоваться приближением

постоянного в пределах слоя сверхпроводящего па-

раметра порядка. Эти приближения позволяют нам

разбить нашу задачу на одномерные краевые задачи

для каждой пары координат в плоскости границы

и решить их стандартным способом для систем вто-

рого порядка с постоянными коэффициентами. При

решении уравнения самосогласования (9), в рамках

этого подхода, мы усредняем функцию Узаделя в S

слое по координате, перпендикулярной границе и ре-

шаем его численно. В плоскости границы мы усред-

няем (сглаживаем) функцию Узаделя с гауссовым

весом на масштабе ξs, так как на меньшем масштабе

не представляется возможным определить критиче-

скую температуру сверхпроводящего перехода. В до-

полнении к этому, входящий в уравнение самосогла-

сования след матричной функции Узаделя меняется

вдоль границы очень слабо. Несмотря на грубость

данного подхода, так можно качественно оценить ло-

кальное влияние магнитного вихря на критическую

температуру. Для нахождения профиля намагничен-

ности мы воспользовались методом, описанным в ра-

боте [13], для экспериментально наблюдаемого мел-

комасштабного одиночного скирмиона. Зависимость

полярного угла от координаты можно найти из урав-

нения

θ′′ρρ +
θ′ρ
ρ

+
2 sin2 θ

ρ
− sin 2θ

2

(
1

ρ2
+ k

)
−

− h sin θ = 0; θ(0) = π; θ(∞) = 0, (14)

где ρ = 2πr
LD

, r – расстояние до центра скирмиона, LD
– период магнитного геликоида в отсутствии вешне-

го поля и анизотропии, k и h – параметры в функ-

ционале плотности микромагнитной энергии (см. по-

дробнее [13]). Поведение азимутального угла зависит

от типа скирмиона. Радиус скирмиона определяется

как [32]

rs = r0 −
θ0

(θ′r)r=r0
, (15)
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где (r0, θ0) – точка перегиба профиля намагниченно-

сти θ(r).

Как и следовало ожидать, влияние на крити-

ческую температуру вблизи магнитной неоднород-

ности определяется ее масштабом по сравнению со

сверхпроводящей длиной когерентности. На рисун-

ке 2 представлена критическая температура сверх-

Рис. 2 (Цветной онлайн) Зависимость критической тем-

пературы Tc S/F системы от радиуса rs изолированно-

го скирмиона при различных толщинах ферромагнит-

ного и сверхпроводящего слоя. На вставке показана за-

висимость Tc контакта S/F от толщины df ферромаг-

нитного слоя при однородном намагничивании. Кривая

1 соответствует толщине S слоя ds = 112 Å и толщине F

слоя df = 10 Å; 2 – S cлоя ds = 100 Å, F слоя df = 25 Å.

Параметры системы: ls = 120 Å, ξs = 125 Å, 2Iτf = 0.3,

σs = 4, nsf = 4

проводника вблизи одиночного скирмиона, локализо-

ванного в соседнем слое ферромагнитного металла,

от радиуса скирмиона при различных толщинах S

и F слоев. Описанный эффект очень чувствителен к

толщине сверхпроводящего слоя и прозрачности гра-

ницы. Согласно расчетам, наиболее яркий эффект

наблюдается при толщинах ферромагнетика (df ), со-

ответствующих первому минимуму Tc(df ). При та-

кой толщине ферромагнетика неоднородная намаг-

ниченность меняет условия интерференции компо-

ненты функции Узаделя, отвечающей парам, про-

никшим в ферромагнитный слой из сверхпроводни-

ка, и компонентой, отраженной от свободной грани-

цы ферромагнетика. Это ожидаемо вызывает доста-

точно сложную зависимость критической темпера-

туры от размера скирмиона. Однако, мы не можем

уверенно исключить небольших искажений, вызван-

ных методом усреднения функции Узаделя вдоль

S/F границы при размере скирмиона, близком к ξs.

Главный качественный результат выглядит вполне

разумным: в области локализации скирмиона крити-

ческая температура оказывается выше, чем у осталь-

ных участков бислоя. Разница температур может

быть увеличена путем специального подбора тол-

щин сверхпроводника и ферромагнетика при условии

высокой прозрачности границ. Киральный поплавок

[33] оказывает качественно схожее влияние на сверх-

проводимость, но он может существовать только в

достаточно толстых ферромагнитных пленках.

Варьируя толщину сверхпроводящего слоя мож-

но добиться ситуации, когда сверхпроводимость бу-

дет проявляться в сверхпроводящем слое только

вблизи скирмиона. На рисунке 3 приведено схемати-

Рис. 3. (Цветной онлайн) Схематическое изображение

локализации сверхпроводящей фазы вблизи скирмиона

для плоского контакта S/F. Вдали от наноразмерного

скирмиона намагниченность в F-слое однородна и над

этими областями при значимых температурах сверх-

проводимость в S-слое отсутствует

ческое представление своеобразного островка сверх-

проводимости. Этот эффект проявляется при кон-

такте с магнитными вихрями, характерный размер

которых порядка сверхпроводящей длины когерент-

ности. Нужно отметить, что при других параметрах

системы возможно связанное состояние скирмиона с

вихрем Абрикосова, эта ситуация рассмотрена в ра-

ботах [18, 35, 34]. Влияние скирмиона на критиче-

скую температуру в этом случае планируется рас-

смотреть в дальнейших работах наряду с практиче-

ски важным случаем сильного внешнего магнитного

поля. Необходимо отметить также, что рассмотрен-

ный в данной работе эффект близости не единствен-

ный механизм взаимодействия вихря Абрикосова и

магнитного скирмиона. Как показано, в частности,

в работах [17–19] электромагнитное взаимодействие

играет в таких системах очень важную роль и яв-

ляется достаточным для формирования такого свя-

Письма в ЖЭТФ том 116 вып. 7 – 8 2022



448 В. А. Туманов, В. Е. Зайцева, Ю. Н. Прошин

занного состояния. В случае сверхпроводящего ост-

ровка, связанного с вихрем нанометрового масштаба,

критическая температура составляет примерно 10–

20 % критической температуры уединенного сверх-

проводника. При удалении от островка концентра-

ция куперовских пар убывает экспоненциально на

масштабе ξs. На рисунке 4 показана зависимость кри-

тической температуры островка от размеров скир-

миона.

Рис. 4. (Цветной онлайн) Зависимость критической

температуры Tc сверхпроводящего островка от радиу-

са rs изолированного скирмиона для S/F контакта. На

вставке показана зависимость Tc от df при однород-

ном намагничивании. Параметры системы: ds = 111 Å,

ls = 120 Å, ξs = 125 Å, 2Iτf = 0.3, где τf , σs = 4,

nsf = 4, k = 1.3, h = 0.01, df = 10 Å

Существенное влияние наноразмерных спиновых

вихрей на критическую температуру в сочетании с

топологической защищенностью и низкой плотно-

стью тока, необходимой для их движения [36–38],

позволяет эффективно использовать такие системы

в качестве сверхпроводящих спиновых клапанов [39–

41]. Например, сверхпроводящий островок, локали-

зованный между сверхпроводящими берегами, мо-

жет выступать в качестве подвижного мостика для

сверхпроводящего спинового клапана (см. рис. 5).

Толщина сверхпроводящего слоя и температура под-

бираются таким образом, чтобы S/F система была

близка к переходу в сверхпроводящее состояние. По-

явление скирмиона в этой области вызовет переход

перемычки в сверхпроводящее состояние.

В рамках теории эффекта близости в грязном

пределе предложен приближенный подход, позво-

ляющий рассчитать критическую температуру для

контакта сверхпроводника с неоднородным магне-

тиком. Были рассмотрены контакт с ферромагне-

Рис. 5. (Цветной онлайн) Схематическое изображение

спинового клапана, основанного на повышении крити-

ческой температуры сверхпроводника в области лока-

лизации скирмиона. Интенсивность заливки в сверх-

проводящем слое символизирует концентрацию купе-

ровских пар. Перемещение вихря в область между кон-

тактами создает условия для протекания сверхпрово-

дящего тока между сверхпроводящими берегами (ниж-

ний рисунок)

тиком в конической фазе и контакт с уединенным

скирмионом на фоне однородной намагниченности.

Наибольшее влияние на критическую температуру

скирмион ожидаемо оказывает в случае достаточно

тонких слоев ферромагнетика и высокой прозрачно-

сти интерфейса S/F. Путем специального подбора

толщин слоев можно добиться, чтобы сверхпроводи-

мость возникала только в области локализации спи-

нового вихря. Получившийся сверхпроводящий ост-

ровок, связанный с магнитным скирмионом, потен-

циально может быть использован в качестве подвиж-

ного мостика для сверхтока.
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Теоретически исследован нелинейный резонанс при протекании переменного во времени спин-

поляризованного тока через ферромагнитный наноцилиндр, намагниченность которого представляет

собой магнитный вихрь. Результаты, полученные на основе динамического уравнения Тиля для дви-

жения ядра вихря, сравниваются с микромагнитным моделированием. Исследованы условия возникно-

вения сдвига резонансной частоты и появления гистерезиса при достаточно большой амплитуде спин-

поляризованного тока.

DOI: 10.31857/S1234567822190077, EDN: khybfs

Магнитные вихри являются перспективными

конфигурациями намагниченности в наноразмер-

ных структурах для создания различных устройств

спинтроники от наноосцилляторов до элементов

магнитной памяти с высокой плотностью хране-

ния данных и магнитных логических элементов

[1–3]. Описание динамики в таких магнитных си-

стемах под действием спин-поляризованного тока

представляет собой как фундаментальный, так и

прикладной интерес [4–6]. Процессы перемагничи-

вания при протекании спин-поляризованного тока

обычно рассматривают в двух конфигурациях. В

CPP (current perpendicular to plane) конфигурации

ток протекает перпендикулярно рассматриваемой

структуре, а в CIP (current in plane) конфигурации

вектор плотности тока лежит в плоскости структуры

[7, 8]. Ранее теоретически и экспериментально изу-

чалось поведение вихревой наноточки в линейном

режиме как при воздействии спин-поляризованного

тока, так и в присутствии переменного во времени

внешнего магнитного поля [9–11]. Рассматривался

так же и нелинейный режим работы для случая

возбуждения намагниченности внешним магнит-

ным полем [12, 13] для CPP и CIP конфигураций

[14–16]. Отметим, что в [16] аналитическое ис-

следование нелинейной динамики вихря для CIP

1)e-mail: maa.box@yandex.ru

конфигурации проводилось при помощи численного

решения уравнения движения для ядра вихря. В

данной работе исследуется нелинейный резонанс

для CIP конфигурации в магнитном наноцилиндре

при изменении амплитуды спин-поляризованного

тока. Целью проводимого анализа является полу-

чение и верификация аналитических выражений

для нелинейного сдвига частоты и зависимости

амплитуды колебаний ядра вихря от амплитуды

спин-поляризованного тока, а также поиск способа

построения амплитудно-частотной характеристики

(АЧХ) вихревой наноточки без численного инте-

грирования нелинейного уравнения движения ядра

вихря, выполненного в работе [16].

Рассматриваемая наноструктура представляет из

себя ферромагнитный цилиндр радиуса R = 100 нм

и толщины L = 20 нм. Распределение намагниченно-

сти в этом цилиндре имеет вид вихря и характеризу-

ется полярностью p и хиральностью χ [17]. При p = 1

направление намагниченности в центре ядра вихря

совпадает с осью OZ, перпендикулярной основанию

цилиндра, а в случае p = −1 эти направления анти-

параллельны. Хиральность показывает тип закрутки

вихря вокруг ядра. Значения χ = −1 или χ = 1 соот-

ветствуют закрутке по часовой стрелке или против

нее. Везде далее предполагается, что p = 1 и χ = 1, а

декартова система координат выбрана как показано

на рис. 1.
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Рис. 1. (Цветной онлайн) Вихревая наноточка

Описание динамики намагниченности в исследу-

емой структуре удобно проводить на основе уравне-

ния Тиля для координаты X = (x, y, 0) ядра вихря

[17–19]. В случае CIP конфигурации это уравнение

запишем в виде [10]

F+G×
(
dX

dt
+ bjj

)
+ D̂

(
α
dX

dt
+ ξbjj

)
= 0, (1)

где G = Gez – гировектор, D̂ – тензор затухания,

F = −∇ · W (|X|) – потенциальная сила, W (|X|) –

магнитная энергия, α – константа затухания Гиль-

берта [20], ξ – степень неадиабатичности [21], bj =

= PµB/
(
eMs

(
1 + ξ2

))
, Ms – намагниченность насы-

щения, µB – магнетон Бора, e – элементарный элек-

трический заряд, P – поляризация тока. Для ци-

линдра небольшой толщины тензор затухания имеет

только две ненулевые компоненты Dxx = Dyy = D =

− (πMsµ0L ln (R/l)) /γ, а проекция гировектора на

ось OZ представляется в виде G = − (2πMsµ0L) /γ

[9, 22]. Здесь µ0 – магнитная постоянная, l – длина

обменного взаимодействия. Энергия W (|X|) в отсут-

ствие внешнего магнитного поля может быть записа-

на как ряд по степеням |X| [12]

W (|X|) =W0 +
κ

2
|X|2 + β

4
|X|4 , (2)

где κ > 0 и β > 0 – коэффициенты жесткости, а

W0 – магнитная энергия системы, когда ядро вих-

ря находится в центре диска. Заметим, что опреде-

ление W0 не существенно для динамики, поскольку

при взятии градиента от выражения (2) эта констан-

та зануляется.

Из уравнения (1) выразим скорость dX/dt

dX

dt
= − Dα

G2 + (Dα)2
F+

1

G2 + (Dα)2
G× F−

− G2 +Dαξ
G2 + (Dα)2

bjj+
bjD(ξ − α)

G2 + (Dα)2
G× j. (3)

Если отклонение ядра вихря от положения равнове-

сия, находящегося в центре наноточки, достаточно

мало, то слагаемым β/4 |X|4 в энергии W (|X|) мож-

но пренебречь. В этом случае сила F = −κX линей-

на относительна координаты ядра вихря и уравнение

(3) может быть решено аналитически, как это было

сделано в [10]. В общем случае необходимо учесть,

что β 6= 0 и F = −κX − β |X|2 X. Для краткости

введем обозначения

a =
Dα(

G2 + (Dα)2
) ,

b = − G(
G2 + (Dα)2

) ,

g1 =
bj
(
G2 +D2αξ

)
(
G2 + (Dα)2

) ,

g2 =
GbjD(ξ − α)(
G2 + (Dα)2

) .

Тогда уравнение (3) примет вид
(
ẋ

ẏ

)
=

(
aκ · x+ aβ ·

(
x2 + y2

)
· x

aκ · y + aβ ·
(
x2 + y2

)
· y

)
+

+

(
−bκ · y − bβ ·

(
x2 + y2

)
· y

bκ · x+ bβ ·
(
x2 + y2

)
· x

)
+

+

(
−g2jy − g1jx

g2jx − g1jy

)
. (4)

Будем считать возмущение гармоническим

j = j0 cos (Ωt+ ϕΩ) · ex, и воспользуемся методом

медленно меняющихся амплитуд. Введем амплитуду

U (t) и фазу ϕ (t) колебаний координат ядра вихря

следующим образом: x (t) = U (t) cos (ωt+ ϕ (t)),

y (t) = U (t) sin (ωt+ ϕ (t)), где ω – частота вынуж-

денных колебаний, необязательно равная частоте

колебаний возбуждающего тока Ω. Систему уравне-

ний (4) преобразуем к виду

U̇ = aκ · U + aβ · U3 +

+
g2j0
2

sin (Ψ)− g1j0
2

cos (Ψ) , (5)

Ψ̇ = (bκ− Ω) + bβ · U2 +

+
g2j0
2U

cos (Ψ) +
g1j0
2U

sin (Ψ) .
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Здесь введена разность фаз Ψ(t) = (ω − Ω) t+ϕ (t)−
−ϕΩ и отброшены высокочастотные слагаемые с фа-

зой (ω +Ω) t+ϕ (t)+ϕΩ. Система уравнений (5) пред-

ставляет собой автономную систему, анализ которой

позволяет находить стационарные значения ампли-

туды и разности фаз для заданной частоты и ам-

плитуды прикладываемого тока. Заметим, что систе-

ма (5) инвариантна относительно замен U → −U ,

Ψ → Ψ + π и U → U , Ψ → Ψ + 2π, поэтому при

отыскании стационарных решений и построении фа-

зовых портретов достаточно ограничиться областью

U > 0, Ψ ∈ [0, 2π].

Найдем стационарные решения (U0, Ψ0) системы

дифференциальных уравнений (5), для этого поло-

жим, что U̇0 = 0, Ψ̇0 = 0. Тогда из (5) можно выра-

зить sin (Ψ0) и cos (Ψ0) и подставить в основное три-

гонометрическое тождество sin2 (Ψ0) + cos2 (Ψ0) = 1.

Получим

AV 3
0 +BV 2

0 + CV0 +D = 0, (6)

где A =
(
a2 + b2

)
β2, B = 2β

(
a2κ− b(Ω− bκ)

)
, C =

= (aκ)
2
+(Ω− bκ)

2
, D = −

(
g21 + g22

)
(j0/2)

2
, V0 = U2

0 .

Уравнение (6) является кубическим и может иметь

до трех вещественных корней. Решая его аналитиче-

ски или численно, можно получить амплитуду U0 и

далее с помощью (5) найти разность фаз Ψ0. Коли-

чество корней (6) определяется при помощи дискри-

минанта

Q = −27

16
β4
(
a2 + b2

)2 (
g1

2 + g2
2
)2
j40

− 9β3
(
a2 + b2

) ((
a2 + b2

)
κ− bΩ

)
·

·
(
(aκ)

2
+ (Ω− bκ)

2
) (
g1

2 + g2
2
)
j40 −

− 4β2
(
a2 + b2

) (
(aκ)

2
+ (Ω− bκ)

2
)3

+

+ 8
((
a2 + b2

)
κ− bΩ

)3
β3
(
g1

2 + g2
2
)
j40 +

+ 4
((
a2 + b2

)
κ− bΩ

)2 ·

· β2
(
(aκ)

2
+ (Ω− bκ)

2
)2
. (7)

Если Q > 0, то у (6) есть три вещественных корня.

Решение уравнения Q = 0 при фиксированной ам-

плитуде спин-поляризованного тока позволяет най-

ти критические частоты Ωcr, являющиеся граница-

ми интервалов знакопостоянства Q. Получить общее

аналитическое выражение для этих частот невоз-

можно, поскольку (7) является полиномом шестой

степени относительно Ω, а аналитическое выражение

для корней уравнения такой степени неизвестно.

Определить тип и устойчивость особых точек си-

стемы (5) можно стандартными для дифференциаль-

ных уравнений методами [23]. Для этого следует ли-

неаризовать систему (5) в окрестности (U0, Ψ0) и пе-

реписать ее относительно отклонений ∆U = U − U0,

∆Ψ = Ψ−Ψ0 в следующем виде




d

dt
∆U

d

dt
∆Ψ


 =

(
m11 m12

m21 m22

)(
∆U

∆Ψ

)
= M̂

(
∆U

∆Ψ

)
,

m11 = aκ+ 3aβU2
0 ,

m12 =
g1j0
2

sin (Ψ0) ,

m21 = 2bβU0 −
g1j0
2U2

0

sin(Ψ0),

m22 =
g1j0
2U0

cos(Ψ0). (8)

Собственные числа λ1,2 матрицы M̂ и определяют

тип и устойчивость особой точки. Выражения для

собственных чисел имею вид:

λ1,2 =
1

2
(m11 +m22)±

±
√

1

4
(m11 +m22)2 +m11m22 −m12m21 . (9)

Пусть в некоторой области значений параметров

j0 и Ω уравнение (6) имеет единственное веществен-

ное решение U0 (j0, Ω), задающее АЧХ наноточки.

При фиксированной амплитуде тока j0 в резонансе

Ω = Ωres у функции U0 (j0, Ω) должен быть макси-

мум, поэтому ∂U0 (j0, Ωres) /∂Ω = 0. Продифферен-

цируем (6) по Ω в точке Ω = Ωres и учтем условие

максимума

(
Ωres − bβU2

res − bκ
)
U2

res = 0. (10)

Здесь Ures = U0 (j0,Ωres ). Ненулевое решение (10)

подставим в (6) и получим кубическое уравнение от-

носительно резонансной частоты

a2

b3β
Ω2

res (Ωres − bκ)− 1

4

(
g21 + g22

)
j20 = 0. (11)

Полученное уравнение (11) может быть решено ана-

литически. Его вещественный корень разложим в

ряд по степеням j0 в окрестности j0 = 0 и будем

удерживать члены не выше второго порядка мало-

сти

Ωres = bκ+

(
g21 + g22

)
βb

4 a2κ2
j20 +O

(
j30
)
. (12)

Теперь, для нахождения Ures достаточно подставить

(12) в (10) и решить полученное квадратное уравне-
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ние. Следует выбрать корень, больший нуля и раз-

ложить его в ряд, как было сделано при выводе (12),

для недопущения превышения точности. Получим

Ures =

√
g21 + g22
2 |aκ| j0 +O

(
j30
)
. (13)

Отметим, что в линейном режиме резонансная час-

тота должна быть равна собственной частоте коле-

баний ω0. Тогда, из (12) следует, что Ωres = bκ = ω0.

Данный результат согласуется с работой [10]. Таким

образом, первый коэффициент жесткости κ может

быть определен из эксперимента или моделирования

при небольшом отклонении ядра вихря от положе-

ния равновесия. Определение второго коэффициента

жесткости β возможно при вычислении коэффици-

ентов ряда (12) по экспериментальным точкам или

результатам моделирования при больших амплиту-

дах прикладываемого тока. Для этой цели можно ис-

пользовать метод наименьших квадратов или другие

численные методы [24].

Было проведено микромагнитное моделирование

с использованием программного пакета MUMAX3

[25]. Параметры материала были выбраны как у

пермаллоя Ni80Fe20, а именно: обменная константа

Aex = 13 · 10−12 Дж/м, Ms = 8 · 105 А/м, α = ξ =

= 0.01. Для тока была установлена степень поляри-

зации P = 1. Размеры ячейки моделирования, имею-

щей форму прямоугольного параллелепипеда, вдоль

осей OX и OY были равны 1.5625 нм, а ребро, па-

раллельное оси OZ, имело длину 20 нм. Отметим,

что выбор таких размеров соответсвует приближе-

нию тонкой пленки, заключающемуся в пренебреже-

нии изменениями намагниченности вдоль оси OZ.

Такой выбор соответствует примененной модели Ти-

ля (1). Учет неоднородностей намагниченности мо-

жет быть проведен при модификации уравнения Ти-

ля и введении гигантской движущейся массы вихря,

что приводит к нелокальности динамики и сниже-

нию частоты гиротропной моды вихря [26]. В работе

[26] показано, что учет этой массы для малых тол-

щин вплоть до 20–30 нм для нанодиска не приводит к

существенным отличиям от результатов применения

локального уравнения Тиля. Для численного инте-

грирования по времени использовался решатель на

основе метода Дорманда–Принса с адаптивным ша-

гом [25]. Для различных амплитуд плотности спин-

поляризованного тока были получены АЧХ колеба-

ний x-координаты ядра вихря. Они изображены на

рис. 2. Совпадение расчетов, полученных на основе

уравнения (6), с моделированием наблюдается как в

линейном режиме работы с амплитудой плотности

тока 2 MA/см2, так и при возникновении сдвига ре-

Рис. 2. (Цветной онлайн) Зависимости установившей-

ся амплитуды колебаний ядра вихря при различных

амплитудах спин-поляризованного тока от его часто-

ты f = Ω/2π. Линии построены при помощи числен-

ного решения уравнения (7). Ромбы отмечают резуль-

таты микромагнитного моделирования при увеличе-

нии частоты колебаний тока, круги – при уменьшении.

Цвет соответствует определенному значению амплиту-

ды плотности тока j0 согласно легенде

зонансной частоты при j0 до 5 MA/см2. При дальней-

шем увеличении амплитуды j0 возникает расхожде-

ние между расчетами на основе подхода Тиля и моде-

лированием. Решения уравнения (6) дают несколько

завышенный результат, это можно связать с тем, что

уравнение Тиля (1) является хорошим приближени-

ем для неограниченного образца [17], а для модели-

рования использовались граничные условия Амента–

Радо, соответствующие случаю свободных спинов на

поверхности ферромагнетика [27].

При построении АЧХ по результатам моделирова-

ния оказалось, что для амплитуды плотности спин-

поляризованного тока 10 MA/см2 в некотором диа-

пазоне частот существует два возможных режима

устойчивого движения ядра вихря. Анализ подобной

ситуации удобно проводить методом фазовой плос-

кости. Фазовые портреты системы (5) при амплиту-

дах j0 = 2MA/см2 и j0 = 10MA/см2 приведе-

ны на рис. 3. В линейном режиме, у системы (5) есть

единственная особая точка – устойчивый фокус. При

j0 = 10MA/см2 и частоте Ω = 5.16·109 рад/c ста-

ционарных точек три: одно седло и два устойчивых

узла. Каждый узел соответствует установившемуся

движению ядра вихря. Конкретный режим колеба-

ний выбирается в зависимости от того, к какой из

устойчивых точек на фазовой плоскости оказывает-

ся ближе начальное состояние системы. Значит, в ис-

следуемой системе возникает зависимость от предыс-
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Рис. 3. (Цветной онлайн) Фазовые портреты системы (6)

для: (а) – линейного режима при j0 = 2MA/см2 и

Ω = 4.9·109 рад/c (красный круг показывает положение

устойчивого фокуса) и (b) – нелинейного режима при

j0 = 10MA/см2 и Ω = 5.16·109 рад/c (1 – седло, 2, 3 –

устойчивые узлы)

тории – гистерезис, проявляющий себя следующим

образом. Если изначально вихрь находился в центре

диска, то для фиксированной величины j0, которая

обеспечит наличие трех вещественных корней у (6),

при увеличении частоты спин-поляризованного то-

ка от значения много меньшего Ωres (j0) амплитуда

установившихся колебаний будет расти и на опре-

деленной критической частоте Ωcr1, которую можно

найти решением бифуркационного условия Q = 0,

она скачком уменьшится. Если продолжить увеличе-

ние частоты спин-поляризованного тока, то амплиту-

да колебаний ядра вихря будет плавно уменьшаться.

Однако, если для вихря, первоначально находивше-

гося в центре диска, частоту внешнего воздействия

уменьшать от значения, много большего Ωres (j0), то

амплитуда установившихся колебаний будет расти,

но на критической частоте Ωcr2 < Ωcr1 она скачком

увеличится и при дальнейшем уменьшении частоты

спин-поляризованного тока продолжит плавное сни-

жение.

Рис. 4. (Цветной онлайн) Зависимость резонансных ам-

плитуды и частоты fres = Ωres/2π колебаний ядра вих-

ря от амплитуды плотности прикладываемого тока.

Линии показывают зависимости, полученные на осно-

ве уравнений (12) и (13). Круги и квадраты отражают

результаты моделирования. Оранжевые круги показы-

вают резонансную амплитуду, а синие квадраты резо-

нансную частоту. Выделенная область отражает значе-

ния j0, при которых будет наблюдаться больше одной

устойчивой точки в фазовом пространстве в некотором

диапазоне частот

На рисунке 4 изображены зависимости резонанс-

ной частоты (12) и амплитуды (13) колебаний яд-

ра вихря и результаты моделирования. Соотношение

(13) устанавливает линейную зависимость резонанс-

ной амплитуды колебаний ядра вихря с точностью

до поправок третьего порядка малости при β 6= 0.
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Из рисунка 4 видно, что такая зависимость, действи-

тельно, является хорошим приближением в нелиней-

ном режиме для j0 до 5 MA/см2. Значит, нелиней-

ность, связанная со слагаемым β/4 |X|4 в энергии

W (|X|), в модели Тиля оказывает малое влияние на

величину резонансной амплитуды в указанном диа-

пазоне токов. Однако, для резонансной частоты учет

β 6= 0 оказывается существенным для тех же токов.

В данной работе рассмотрено применение мо-

дели Тиля к описанию нелинейного резонанса

вихревой наноточки в CIP конфигурации. Методом

укороченных уравнений выведены соотношения,

определяющие зависимости резонансных харак-

теристик исследуемого образца от амплитуды

спин-поляризованного тока. Показано, что в широ-

ком диапазоне токов нелинейность несущественна

для амплитуды колебаний ядра вихря, в то время

как ее учет определяет сдвиг резонансной частоты.

Полученные выражения (12) и (13) определяют

отклик вихревого наноцилиндра на пропускаемый

через него спин-поляризованный ток.
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В обзоре рассмотрены ключевые экспериментальные результаты по выявлению и изучению свойств

неоднофазного состояния, возникающего в двумерных электронных системах вследствие взаимной игры

межэлектронных взаимодействий и беспорядка. В фокусе обзора – результаты, полученные на кремни-

евых полевых структурах (Si-МДП) с высокой подвижностью, в которых эффекты взаимодействия при

низких концентрациях носителей проявляются наиболее ярко вследствие сильного e-e взаимодействия,

многодолинного спектра и короткопериодного характера случайного потенциала. В обзоре описаны про-

явления фазового расслоения в транспорте, магнитотранспорте и термодинамике. Рассмотрение ряда

экспериментальных результатов дополняется кратким обзором их теоретической интерпретации.
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В последнее время эффекты фазового расслое-

ния вышли на авансцену в физике конденсированно-

го состояния, привлекая пристальное теоретическое

и экспериментальное внимание. Исторически первые

и наиболее заметные эффекты фазового расслое-

ния были обнаружены в манганитах [1], затем было

обнаружено, что разделение фаз играет существен-

ную роль в высокотемпературных сверхпроводниках

[2, 3], низкоразмерных органических кристаллах [4]

и т.п. В настоящее время стало совершенно ясно, что

эффекты расслоения являются обыденностью, а не

экзотикой.

В последнее время были опубликованы несколь-

ко обзоров [5, 6], в которых рассматриваются, глав-

ным образом, теоретические аспекты физики фазо-

вого расслоения. Данный обзор частично компенси-

рует этот пробел, рассматривая несколько ярких экс-

периментальных проявлений фазового расслоения в

двумерных электроных (2DE) системах. Во всех рас-

смотренных примерах движущей силой расслоения

является конкуренция беспорядка и межчастичных

взаимодействий. Известно, что эффекты взаимодей-

ствия проявляются тем сильнее, чем ниже размер-

ность системы.

I. Двумерные электронные системы с силь-

ным взаимодействием: теория. Корреляции иг-

1)e-mail: pudalov@lebedev.ru

рают важную роль для электронов с парным потен-

циалом 1/r, движущихся на фоне нейтрализующего

заряда [7]. Их роль возрастает как с уменьшением

концентрации n, так и размерности пространства, и

может качественно изменять предсказания простых

приближений, таких как приближение Хартри–Фока

(HF) или случайных фаз RPA [7]. Взаимодействие

обычно характеризуют безразмерным отношением rs
потенциальной энергии взаимодействия Eee к кине-

тической энергии Ферми EF ; для электронов вблизи

поверхности 001-Si rs = 2.63(1012/n[см−2])1/2 [8].

В сильно коррелированной электронной жидко-

сти с низкой плотностью действует очень тонкий

энергетический баланс, определяющий свойства си-

стемы, и для получения надежных результатов необ-

ходима высокая точность расчетов, которую обеспе-

чивают, например, методы квантового Монте-Карло

(QMC) [7]. В 2D системах взаимная игра беспоряд-

ка и электрон-электронных взаимодействий порож-

дает множество ярких эффектов, некоторые из них

рассматриваются ниже. Мы начнем с отрицательной

сжимаемости электронной жидкости – эффекта, ко-

торый “прокладывает дорогу” фазовому расслоению.

A. Отрицательная сжимаемость и фазовое

расслоение: аналитические результаты. Обрат-

ная сжимаемость (∂µ/∂n) отражает изменение элек-

трохимического потенциала системы электронов µ с

их концентрацией n
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κ−1 = n2
(
∂2Etot/∂n

2
)
= n2 (∂µ/∂n) , (1)

где n – плотность носителей, а µ – электрохимиче-

ский потенциал. Для невзаимодействующих электро-

нов κ пропорциональна одночастичной плотности со-

стоянийD, которая в 2DE системе (2DES) не зависит

от плотности,D2 = gvm/(π~
2), где gv – кратность до-

линного вырождения (gv = 2 для (001)-Si-МДП).

Эта картина, однако, резко изменяется при уче-

те межэлектронного взаимодействия. Уже в начале

1980-х гг. было осознано, что сжимаемость 2DE си-

стемы может стать отрицательной при низких плот-

ностях из-за электрон-электронных взаимодействий

[9]. В отсутствии магнитного поля этот эффект обу-

словлен в первую очередь обменной энергией, а в

сильных полях корреляционная энергия также ста-

новится существенной [10].

В рамках теории HF, для “чистой” системы (без

беспорядка):

∂µ/∂n = π~2/m− (2/π)1/2 e2/4πεn1/2. (2)

Таким образом, при понижении концентрации

сжимаемость неограниченно уменьшается и стано-

вится отрицательный. Смена знака сжимаемости

означает, что при изменении концентрации электро-

нов изменение потенциальной энергии за счет меж-

электронного взаимодействия, имея противополож-

ный знак, превышает изменение кинетической энер-

гии. Изменение знака сжимаемости (∂µ/∂n)−1) бы-

ло экспериментально обнаружено в 2D структурах

Si-МДП в магнитном поле [11–13], и позже, в отсут-

ствии магнитного поля, методом измерения глуби-

ны проникновения электрического поля [14–16] (см.

в разделе II B).

B. Учет влияния беспорядка. Беспорядок

неизбежно присутствует в реальных двумерных си-

стемах [17]. Сколь малыми бы ни были флуктуации

потенциала в самых совершенных 2D структурах,

они приводят к существенному изменению поведе-

ния термодинамики и транспорта в системе по мере

уменьшения плотности носителей.

1. Результаты в рамках квантовых поправок

взаимодействия и ренорм-групповой теории. Расче-

ты на “металлической” стороне (высокая проводи-

мость σ × (h/e2) = EF τ/~ ≫ 1), в рамках квантовых

поправок и ренорм-группового подхода, не выявля-

ют сингулярных поправок к сжимаемости в первом

порядке по беспорядку (EF τ/~)
−1 [18–22], и даже во

втором порядке [23]. В [24, 25] были предприняты по-

пытки рассмотрения взаимодействия и беспорядка и

их влияния на термодинамические свойства. Однако,

предсказанное в этой теории исчезновение сжимае-

мости при переходе системы в локализованное состо-

яние не подтвердилось экспериментальными резуль-

татами (раздел II).

2. Результаты численных расчетов. Неограни-

ченное падение κ−1 для чистой 2DE системы обреза-

ется в присутствии беспорядка. Из уравнения состо-

яния [т.е., E(rs)], полученного в [26] для нормальной

жидкости, была вычислена ее сжимаемость

κ0
κ

= 1−
√
2rs
π

+
r4s
8

[
d2

dr2s
− 1

rs

d

drs

]
Ec. (3)

Здесь κ0 = πr4s/2 – сжимаемость невзаимодействую-

щей системы (рис. 1a), Ec – корреляционная энергия

[26]. Из этой формулы следует, что сжимаемость ста-

новится отрицательной около rs = 2.03, несколько

раньше, чем 2.22 в приближении HF.

В работе [27] вычислены энергия основного со-

стояния и сжимаемость 2DE системы для диапазо-

на концентраций, включающего переход из “метал-

лического” жидкого в локализованное состояние. Из

вычислений в самосогласованном приближении HF

и модели деформируемого желе, при низких плотно-

стях найдено резкое изменение поведения электрохи-

мического потенциала и расходимость обратной сжи-

маемости. Такое поведение и смена знака κ−1 каче-

ственно согласуется с наблюдаемым в экспериментах

поведением κ−1 (см. раздел II).

Термодинамическая сжимаемость может быть

легко вычислена из энергии основного состояния Eg:

κ0
κ

= −r
3
s

8

[
∂Eg
∂rs

− rs
∂2Eg
∂r2s

]
. (4)

Asgari и Tanatar [28] вычислили энергию основно-

го состояния и сжимаемость в рамках DFT и DMFT.

Результаты представлены на рис. 1b. Сплошная кри-

вая изображает κ−1 для чистой системы. Влияние

беспорядка учитывалось в двух моделях: (i) не за-

висящая от плотности частота рассеяния τ−1 = γ

аналогично [24], и (ii) с γ зависящей от rs посред-

ством экранирования потенциала примесей. Точеч-

ная кривая – κ0/κ – вычисленная с постоянной γ,

остается отрицательной при низкой плотности, по-

добно результату для чистой системы. Однако, κ0/κ,

вычисленная с учетом экранированного примесного

потенциала, проходит через минимум и начинает воз-

растать в положительные значения. Таким образом,

резкий рост обратной сжимаемости при низких плот-

ностях является эффектом только от беспорядка. С

другой стороны, беспорядок не влияет на κ в диапа-

зоне малых rs = 2÷ 4.

Значение концентрации n, при которой κ−1 име-

ет минимум, зависит от плотности примесей ni (см.
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Рис. 1. (a) – κ0/κ для 2DE системы в зависимости от rs,

вычисленная из (3). Штриховая линия – сжимаемость

в приближении HF. Из работы [26]. (b) – κ0/κ в более

широком диапазоне rs. Короткие и длинные штрихо-

вые линии – для концентрации примесей ni = 5× 1010

и 1011 см−2, соответственно. Сплошная кривая – для

системы без беспорядка. Точечная кривая вычислена с

потоянной γ. Из работы [28]

рис. 1b). В экспериментах [29–31] обратная сжима-

емость также демонстрирует резкий подъем после

похождения минимума. Вначале [29], этот минимум

рассматривался как термодинамический признак пе-

рехода металл-изолятор. Однако, в более поздних

измерениях [30–32] и в теории [33, 28, 27, 34] эти

два эффекта были разделены и аномальное поведе-

ние 1/κ было отнесено на счет неоднородного харак-

тера фазы изолятора (фазовое расслоение). Таким

образом, вычисления [28] дают общую зависимость

1/κ(rs), совпадающую с экспериментально наблюда-

емой (раздел II B).

3. Численное моделирование в рамках теории

нелинейного экранирования. В работе [33] с помощью

приближения локальной плотности изучалось про-

странственное распределение плотности носителей и

сжимаемость 2D электронной системы. Для этого, в

рамках DFT вычислялась полная электронная энер-

гия как:

E(n) = ET (n) +Eee(n) +Ed(n) +Ex(n) +Ec(n). (5)

Здесь ET (n) – это функционал кинетической энер-

гии, Eee(n) – прямая Кулоновская энергия вслед-

ствие неоднородности заряда, Ed(n) – потенциаль-

ная энергия беспорядка, Ex(n) и Ec(n) – обменная и

корреляционная энергия, соответственно. Простран-

ственное распределение плотности носителей для ос-

новного состояния находилось путем минимизации

функционала полной энергии по плотности. Беспо-

рядок симулировался приложением к системе мед-

ленно изменяющегося случайного потенциала. Най-

дено, что при низких значениях средней плотности

электроны образуют состояния “капель”, в которых

сосуществуют области с высокой и низкой плотно-

стью. При вычислении полной обменной и корреля-

ционной энергии использовалась интерполяция чис-

ленного результата QMC, полученного Танатаром и

Сеперли [26] для однородной 2DE системы.

В [33] было обнаружено, что аномалия сжимаемо-

сти, наблюдаемая в 2D системах, которая сопровож-

дает переход металл-изолятор, может быть связана с

образованием неоднородного (капельного) состояния

вследствие влияния беспорядка при низких плотно-

стях электронов. Рисунок 2 показывает распределе-

ние плотности в системе. Ясно видно, что электро-

ны формируют области высокой концентрации, то-

гда как в других областях концентрация практиче-

ски нулевая. В зависимости от средней плотности

электронов в системе области с высокой плотностью

могут быть связаны друг с другом (rs = 10), или

образовывать изолированные районы (rs = 19). Су-

ществует некоторое значение плотности rs = 14, где

связность областей с высокой плотностью изменяет-

ся (происходит перколяционный переход).

Электрон-электронное взаимодействие важно

для проводимости электронной системы с низкой

средней плотностью в том смысле, что оно увеличи-

вает протяженность областей с высокой локальной

плотностью. Рисунок 3 показывает распределение

локальной плотности для свободного электрон-

ного газа с той же самой средней плотностью,

как и на рис. 2, полученное путем выключения

электрон-электронного взаимодействия. В этом

случае в системе образуются только некоторые
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Рис. 2. Пространственное распределение локальной

плотности электронов для различных значений их

средней плотности. Контурный рисунок показывает

локальный параметр rs = 1/
√
πn. Плотность в бе-

лых областях быстро уменьшается до нуля. Размер си-

стемы выбран равным L = 256a∗
B . Потенциал беспо-

рядка генерируется заряженными примесями с ni =

= 2.5 × 10−3/(a∗
B)2, расположенными на удалении от

2D плоскости d = 10a∗
B . Из работы [33]

Рис. 3. Пространственное распределение локальной

плотности для свободного электронного газа на том

же самом потенциальном ландшафте, как на рис. 2 для

rs = 14. Из работы [33]

изолированные островки с высокой плотностью в

наиболее разупорядоченных областях, тогда как во

взаимодействующей системе с той же самой средней

плотностью (рис. 2b) области с высокой локальной

плотностью являются довольно протяженными.

Другими словами, при данной силе беспорядка, кри-

тическая плотность для свободного электронного

газа гораздо выше, чем для его взаимодейстующего

аналога.

II. Сжимаемость 2DE систем: эксперимен-

тальные результаты.

A. Емкостные измерения. В ранних экспе-

риментах [11–13, 35, 36] информация о сжимаемости

(или обратной плотности состояний) получалась из

измерений емкости структур с затвором или из изме-

рений изменения электрохимического потенциала в

квантующих магнитных полях. Измеряемую емкость

C МДП структуры с затвором можно рассматривать

как последовательное соединение геометрической и

“квантовой” частей:

C−1 = C−1
0 + e2S

(
∂n

∂µ

)−1

, (6)

где C0 – емкость в пределе ∂µ/∂n → 0, а S – пло-

щадь 2D системы. C0 можно оценить как C−1
0 =

= C−1|B=0 −
(
e2SD0

)−1
, где плотность состояний

D0 = ∂n/∂µ|B=0 = 8.37 × 1014(m∗/me) см−2 эВ−1

[8]. Для того, чтобы отделить вторую (“квантовую”)

часть от геометрической емкости, результаты, изме-

ренные в отсутствии поля, вычитались из результа-
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тов в магнитном поле. Поведение сжимаемости в ну-

левом поле оставалось недоступным.

На рисунке 4 изображена разность ∆C(n) =

= − (C − C|B=0), измеренная с Si-МДП структурой

Рис. 4. Зависимость ∆C от Vg (пропорционально плот-

ности) для трех температур, в поле 11.7 Tл. Верх-

няя горизонтальная шкала – коэффициент заполнения

уровней Ландау. Из работы [11]

в зависимости от концентрации в фиксированном

поле:

∆C(n) ≈
(
C2/e2S

) [
(∂n/∂µ)−1 −D−1

0

]
.

При T = 4.2K ∆C(n) согласуется с более ранними

емкостными данными [37, 38, 39]. Однако, понижение

температуры до 1.4 и 0.6 K приводит к появлению

провалов с отрицательными значениями (∂n/∂µ)−1

по обе стороны от целочисленных факторов заполне-

ния, в точном соответствии с теоретическим предска-

занием [10]. В терминах [10] в общей энергии электро-

нов к одночастичной энергии E1p добавляется член

Eee. Соответственно, обратная плотность состояний

D−1 = D−1
1p +G−1

ee .

Gee была оценена в [10] как:

Gee = −(e2α/ε) ({ν}nB)3/2 , {ν} ≤ 1

2
,

= −(e2α/ε)
[
(1− {ν})n3/2

0

]
, {ν} ≥ 1

2
,

где ν = n/nB – фактор заполнения уровней Лан-

дау, {ν} = ν − int(ν) – его дробная часть, nB – крат-

ность вырождения уровня, и α – безразмерная кон-

станта (= 2 для классического Кулоновского взаимо-

действия).

Обратная термодинамическая плотность состоя-

ний, соответственно, равна [10]:

D−1
ee = −(3αe2/4πε) ({ν}nB)−1/2

, {ν} ≤ 1

2
,

= −(3αe2/4πε) [(1− {ν})nB]−1/2 , {ν} > 1

2
. (7)

Отрицательная сжимаемость сигнализирует тен-

денцию 2DE системы к нарушению однородного со-

стояния. С другой стороны, зарядовая стабильность

2DE системы с отрицательной сжимаемостью обеспе-

чивается нейтрализующим фоном. Для 2DE систем

с затвором условие стабильности анализировалось

в [40].

B. Измерения глубины проникновения по-

ля. Доминирование большого геометрического чле-

на в емкости 2DE структуры с затвором, измеряемой

традиционным способом, заставляет для нахожде-

ния квантовой части Dee изменять другие парамет-

ры, такие как магнитное поле [11–13, 36], температу-

ра [41, 42] и т.п., и затем вычитать большой посто-

янный член. Такой метод имеет несколько недостат-

ков. Во-первых, геометрический член обычно точно

не известен и его вычитание вносит неопределенно-

сти. Во-вторых, гометрический член, в действитель-

ности, может и не оставаться постоянным при из-

менении внешних параметров, например магнитного

поля. В-третьих, возбуждаемые в 2DE слое вихревые

токи [43] медленно затухают, затрудняя модуляцион-

ные емкостные измерения при низких температурах

в квантующем магнитном поле.

Метод “плавающего затвора”, разработанный в

[44], не требует модуляции поля или модуляции плот-

ности и поэтому может быть использован для изме-

рений электрохимического потенциала 2DE системы

даже в режиме квантового эффекта Холла [45, 46].

Альтернативный метод измерения проникнове-

ния поля, введенный Эйзенштейном [14, 15], обеспе-

чивает автоматическое вычитание геометрического

члена. Это достигается использованием двухслойной

2D-системы и измерением доли переменного элек-

трического поля δE0, проникающего в один слой и

детектируемого вторым. На вставке к рис. 5 показа-

на схема измерений. Переменное поле δEp проника-

ет через верхний слой и вызывает протекание тока

через внешний импеданс Z, генерируя детектируе-

мое напряжение Vsig. В нижней части рис. 5 показа-

на зависимость измеренного проникающего поля от

напряжения на затворе или электронной плотности

верхнего 2DE слоя. Это проникающее поле и есть

мера экранирующей способности электронов, кото-

рая обратно пропорциональна κ. Главное преимуще-

ство этого экспериментального подхода заключается

в том, что он обеспечивает прямое получение ∂µ/∂n

для верхнего 2DE слоя без какого-либо вычитания

Письма в ЖЭТФ том 116 вып. 7 – 8 2022



Фазовое расслоение в двумерных электронных системах: экспериментальная картина явлений 461

Рис. 5. Нормированное проникающее поле δEp/δE0 в

зависимости от напряжения на затворе при B = 0 и

T = 1.2K. Точечная кривая вычислена с использова-

нием результатов [26]. Верхняя ось соответствует плот-

ности верхней 2DE системы. Штриховая линия - невза-

имодействующая система. Вставка – схема измерений.

Из работы [14]

геометрического вклада. В работе [29] метод изме-

рения проникающего поля был модифицирован для

измерений с гетероструктурой с только одним слоем

носителей.

Если бы 2DE система была невзаимодействую-

щей, то проникающее в нижний слой поле составля-

ло бы несколько процентов и было бы положитель-

ным. Этот результат качественно изменяется e-e-

взаимодействием, которое делает наблюдаемое диф-

ференциальное проникающее поле отрицательным.

Наблюдаемый минимум в сжимаемости [15] вы-

звал большой интерес, когда авторы [29] сообщили,

что в некоторых образцах минимум практически сов-

падает с переходом металл-изолятор в транспорте.

Это совпадение вначале рассматривалось как термо-

динамическое свидетельство вызванного взаимодей-

ствием фазового перехода [47, 24]. Однако, позже в

работе [32] авторы на нескольких образцах измери-

ли одновременно сжимаемость, емкость и сопротив-

ление ρ(T ) в окрестности перехода металл-изолятор.

В результате было показано, что совпадение в неко-

торых образцах двух эффектов, минимума обрат-

ной сжимаемости и изменения знака dρ/dT , является

случайным.

C. Измерения локальной сжимаемости. Ilani

и др.. [30, 31] провели локальные измерения ∂µ/∂n

в широком диапазоне плотностей, включая локали-

зованное состояние. В измерениях использовались

одноэлектронные транзисторы (SET), расположен-

ные непосредственно над двумерным дырочным га-

зом (2DHG) структур GaAs/AlGaAs. Этот метод

позволил исследовать локальное поведение ∂µ/∂n,

а также его пространственные вариации. В состоя-

нии равновесия энергия Ферми постоянна по всему

образцу, поэтому изменение µ(n) вызывает измене-

ние электростатического потенциала, которое легко

найти путем измерения изменения тока через SET.

Пространственное разрешение, определяемое разме-

ром SET и его расстоянием от 2DHG, составляло

0.1× 0.5мкм2.

В “металлическом” режиме высокой плотности, в

отличие от ожидаемого результата HF для чистой

системы, измеренная зависимость µ(n) имеет кусоч-

ный характер с длинными пилообразными колеба-

ниями. В локализованном состоянии на них накла-

дывается новый набор быстрых пилообразных коле-

баний (рис. 6b) с характерным периодом на порядок

меньше и амплитудой, нарастающей с понижением

плотности.

Пилообразный профиль напоминает зависимость

электрохимического потенциала квантовой точки от

числа электронов [48] и, следовательно, указывает

на существование дискретных событий перезарядки.

Таким образом, измеряемое значение µ для 2DHG

не возмущается вдоль участков с отрицательными

наклонами, пока между 2DHG и SET не возникает

определенное смещение, делающее перезарядку про-

межуточного локализованного состояния энергети-

чески выгодной. Это приводит к резкому падению

электростатического потенциала, после чего µ про-

должает изменяться плавно до следующего события

в экранировке.

Авторы [30] реконструировали базовую зависи-

мость µ(n) путем сборки сегментов воедино; резуль-

таты показаны на рис. 7 для пяти SET, расположен-

ных на расстоянии друг от друга. В “металлическом”

режиме (высокая плотность) все данные коллапсиру-

ют на одну кривую на рис. 7, которая довольно близ-

ка к предсказанию модели HF.

Для локализованной фазы, предполагая, что но-

вая серия пилообразных осцилляций происходит от

экранирования ловушек заряда, авторы нанесли их

наклоны, ∂µ/∂n, на один график (рис. 7). В лока-

лизованной фазе знак наклона заранее не известен,

поэтому на рис. 7 приведены абсолютные значения

наклонов. Отклонения от зависимости HF достигают

порядка величины при наинизшей плотности и сви-

детельствуют об изменении экранирующих свойств

2DHG при переходе в локализованное состояние.
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Рис. 6. (a) – Измеренная зависимость µ(n) в металли-

ческом режиме (точки) и вычисленная зависимость в

приближении HF (1) для “чистой” системы (сплошная

линия). Измеренные отрицательные наклоны выделе-

ны темными символами для того, чтобы продемонстри-

ровать их схожесть с моделью HF. (b) – Измеренная

зависимость µ(n) по обе стороны от MIT. Вставка: уве-

личенная область данных в режиме изолятора. Из ра-

боты [30]

Флуктуации величины наклонов в состоянии изоля-

тора (рис. 7) указывают на мезоскопические эффек-

ты. Усредненное поведение ∂µ/∂n в состоянии изоля-

тора зависит от положения SET (вставка на рис. 7),

свидетельствуя о пространственно неоднородном со-

стоянии 2DE системы.

Локальные измерения [31] высветили важную

роль ловушек заряда в термодинамике основного со-

стояния 2DE системы. Это может иметь прямое от-

ношение к моделям фазового расслоения, в которых

2DE жидкость и заряженные ловушки находятся в

равновесии, в частности [49, 50]. Таким образом, в

металлической фазе ∂µ/∂n в среднем следует HF мо-

дели, свидетельствуя о том, что она пространственно

Рис. 7. Зависимость |dµ/dn|, собранная из данных от

нескольких SET на наескольких образцах. В режиме

изолятора величина |dµ/dn| характеризует как отри-

цательные, так и положительные наклоны. Каждая

точка соответствует сегменту на исходной зависимости

µ(n). Точка, отмеченная стрелкой отвечает отмеченно-

му сегменту на рис. 6a. Вставка: результаты для двух

SET на одном и том же образце демонстрируют про-

странственную зависимость |dµ/dn| в состоянии изоля-

тора. Из работы [30]

почти однородна. Фаза же изолятора, напротив, яв-

ляется существенно пространственно неоднородной.

III. Эффекты фазового расслоения в тер-

модинамике и транспорте: эксперимент.

A. Обнаружение “спиновых капель” из тер-

модинамических измерений спиновой намаг-

ниченности. Метод термодинамических измерений

∂µ/∂B был предложен и обоснован в [51, 52]. Для то-

го, чтобы исследовать чисто спиновую восприимчи-

вость, без орбитального вклада, измерения в [51, 52]

проводились в магнитном поле B‖, ориентированном

строго параллельно 2D плоскости. В [52] измерял-

ся ток перезарядки Si-МДП структуры с затвором

δI = [iωC0δB/e](∂µ/∂B) при модуляции магнитного

поля с амплитудой δB, где C0 – известная емкость

структуры “затвор – 2DE система”. Из тока переза-

рядки находилась ∂µ/∂B, которая, вследствие соот-

ношения Максвелла, ∂M/∂n = −∂µ/∂B, прямо дает

намагниченность на электрон ∂M/∂n.

Для изучения эффектов взаимодействия в ра-

боте [53] измерения проводились в слабых полях,

gµBB ≤ kBT . При больших плотностях (малых rs)

∂M/∂B имеет отрицательный знак, как и ожидается

для Ферми жидкости (см. раздел I), а при пониже-

нии плотности ∂M/∂n становится положительной и

гораздо большей, чем можно ожидать для воспри-
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имчивости Паули [53]. При увеличении поля (но при

соотношении gµBB < kBT ), ∂M/∂n быстро увели-

чивается и превышает магнетон Бора более чем в 2

раза при низких температурах (рис. 8).

Рис. 8. (Цветной онлайн) Намагничивание на электрон

∂M/∂n в слабом магнитном поле в зависимости от по-

ля, нормированного на температуру b = gµBB/kBT

для плотности электронов 5 × 1010 см−2 при несколь-

ких температурах (T = 0.8, 1.2, 1.8, 4.2, 7, 10, 24K,

сверху вниз). Из работы [53]

Рис. 9. (Цветной онлайн) Эмпирическая фазовая диа-

грамма 2DE системы. Заштрихованные области: I –

баллистический режим взаимодействий; II – режим

аномального магнитосопротивления; III – невырожден-

ный режим. Незакрашенная область при n < nc — ло-

кализованное состояние. Сплошные точки: температу-

ра “изгиба” Tkink; пустые кружки: точка перегиба Tinfl.

Штрихпунктирные кривые отмечают расчетные значе-

ния зонного (TF ) и перенормированного (T ∗
F ) значения

температуры Ферми. Вставка показывает увеличенную

область низких плотностей; штриховая линия – TdM/dn

[53]. Из работы [54]

Такое поведение ∂M/∂n походит на зависимость

ожидаемую для свободных спинов [53]. Однако, тот

факт, что ∂M/∂n превышает магнетон Бора, прямо

указывает на ферромагнитное упорядочение элек-

тронных спинов. Кривые намагничивания ∂M/∂n

(рис. 8) насыщаются в поле b = µBB/(kBT ) ∼ 0.25,

сигнализируя, что частицы, которые реагируют на

модуляцию поля и перезаряжаются, имеют спин,

равный 1/(2b) ≈ 2, а не 1/2. Этот результат является

прямым свидетельством возникновения в 2D системе

двухфазного состояния, состоящего из парамагнит-

ной Ферми жидкости (FL) и ферромагнитных доме-

нов (“спиновых капель”) с полным спином ∼ 2, состо-

ящих, соответственно, из 4-х или более электронов.

Существование двухфазного состояния не явля-

ется исключительным свойством локализованного

(по критериям транспорта) состояния с низкой плот-

ностью. Cпиновые капли детектировались в [53] в

широком диапазоне плотностей, вплоть до n ≈ 2 ×
× 1011 см−2, т.е. в два раза выше критической плот-

ности перехода в локализованное состояния, иначе

говоря в режиме высокой “металлической” проводи-

мости σ ∼ 80e2/h.

B. Эффекты фазового расслоения в транс-

порте заряда. В работе [54] были обнаружены

несколько взаимосвязанных особенностей в магни-

тотранспорте, транспорте в отсутствии поля и тер-

модинамической спиновой намагниченности в 2DE

коррелированной системе. Более детально: (i) в маг-

нитопроводимости (МС), в параллельном поле об-

наружено установление нового режима выше неко-

торой температуры Tkink(n), зависящей от плотно-

сти. (ii) Температурная зависимость сопротивления

в нулевом поле примерно при этих же темпераурах

Tinfl(n) ≈ T ∗ имеет точку перегиба. (iii) В термодина-

мических измерениях восприимчивость на электрон,

∂χ/∂n ≡ ∂2M/∂B∂n, изменяет знак при TdM/dn ≈ T ∗

[53].

Все три характерные температуры, Tkink, Tinfl и

TdM/dn близки друг к другу и наблюдаются только в

режиме сильных межэлектронных корреляций. Ни-

же показано, что эти особенности удается описать в

рамках модели фазового расслоениея.

1. Магнитотранспорт в параллельном поле. Осо-

бенности магнитотранспорта в параллельном поле и

транспорта в нулевом поле требуют более детально-

го рассмотрения. В традиционной теории квантовых

поправок взаимодействия (IC) [55], в наинизшем по-

рядке изменения MC в слабом поле gµBB‖ < kBT ≪
≪ kBTF является параболическим. Это ясно из сооб-

ражений симметрии, а также следует из теории IC,

или из теории температурно-зависимого экранирова-

ния [56, 57].

σ = σ0−aσB2+O
(
B2
)
; ρ = ρ0+aρB

2+O(B2), (8)
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Здесь

aσ ≡ −1

2

∂2σ

∂B2

∣∣∣∣
B=0

=
1

2ρ2
∂2ρ

∂B2
; aρ ≡

1

2
∂2ρ/∂B2

∣∣∣∣
B=0

.

В работе [54] детально изучалось магнитосопро-

тивление в терминах коэффициента aσ(T, n). В тео-

рии IC изменение σ(T,B) для 2DE системы описыва-

ется суммой одночастичной интерференционной по-

правки и поправок от e-e взаимодействия [58, 55]

∆σ(T ) ≈ ∆σC(T,B) + nT (B)∆σT (T,B) +O

(
1

kF l

)
.

Здесь первый член объединяет одночастичную ин-

терференционную поправку и поправку взаимодейс-

ствия в синглетном канале, а второй член – это

поправки взаимодействия в триплетных каналах,

kF l ≫ 1 – безразмерная проводимость. В рамках то-

го же подхода, MC в слабом поле, параллельном 2D

плоскости связано с зависимостью от поля эффек-

тивного числа триплетных каналов, которое, в свою

очередь, определяется Зеемановским расщеплением

[55].

В результате, поправки первого порядка

∆σ(B, T ) ≡ σ(T,B) − σ(T, 0) за счет взаимодей-

ствия в диффузионном и баллистическом режимах

[55] могут быть выражены в терминах aσ следующим

образом:

aσ(T ) ∝
{

(1/T )2, T τ ≪ 1

(1/T ), T τ ≫ 1.
(9)

Точные выражения для поправок приведены в [55].

Таким образом, согласно предсказаниям теории

IC, с ростом температуры, MC должно трансфор-

мироваться от зависимости (1/T 2) к (1/T ). Эти пред-

сказания теории хорошо подтверждаются измерени-

ями на образцах Si-МДП с низкой подвижностью

(большие плотности, слабое взаимодействие) [54]. В

противоположность этому, для образцов с высокой

подвижностью (низкие плотности, сильное взаимо-

действие), как показано на рис. 10, с ростом тем-

пературы aσ(T ) изменяется от обычной зависимо-

сти баллистического типа −(B2/T ) к аномальной за-

висимости −(B2/T 2). Несмотря на отсутствие пере-

грева электронов [59], диффузионный режим МС в

структурах с высокой подвижностью не наблюдается

вплоть до T = 0.3K.

Из рисунка 10 видно, что зависимость баллисти-

ческого типа aσ ∝ T−1 протягивается до температур

1.5–2 K (которые на порядок больше, чем ожидаемая

граница диффузия/баллистика, Tdb ≈ 0.2K) [54], а

затем резко изменяется на новый непредвиденный

Рис. 10. (Цветной онлайн) Сравнение температурных

зависимостей коэффициента aσ(T ) для двух образцов,

и для двух значений плотности (в единицах 1011 см−2).

Кривые отмасштабированы для ясности на коэффици-

ент, указанный рядом с каждой кривой. Цитировано

из [54]

тип зависимости aσ(T ) ∝ T−2. Это поведение даже

качественно не согласуется с теорией (9). Кроссовер

на рис. 10 устанавливается довольно резко, как излом

на двойном логарифмическом графике. Этот излом

и общее поведение воспроизводимо наблюдалось на

нескольких образцах с высокой подвижностью в ши-

роком диапазоне плотностей. В следующем разделе

показано, что наблюдаемый эффект в магнитном по-

ле связан с установлением двухфазного состояния.

2. Транспорт в нулевом поле. В этом разделе ана-

лизируются ρ(T ) и σ(T ) зависимости в нулевом поле.

Для Si-МДП структур с высокой подвижностью из-

менения ρ(T ) и σ(T ) при B = 0 (см. рис. 11) велики

(до 10 раз), не позволяя применять теорию кванто-

вых поправок.

Каждая из ρ(T ) зависимостей для различных

значений плотности имеет две характерные точки:

Tmax – максимум ρ(T ), и Tinfl – точка перегиба

[60, 61]. Тогда как Tmax имеет порядок перенорми-

рованной энергии Ферми, точка перегиба соответ-

ствует более низким температурам, в заведомо вы-

рожденном режиме. Важно, что точка перегиба ока-

зывается близкой к температуре излома зависимо-

стей aσ(T ) (см. рис. 9 и 11). Кроме того, T ∗(n) много

больше температуры “декогерентности”, при которой

исчезает фазовая когерентность (определенная как

τϕ(T ) = τ [62]), подтверждая, что излом, перегиб и

смена знака ∂χ/∂n не имеют отношения к поправкам

за счет одночастичной интерференции [62–65].

Как видно из рис. 11, температурная зависимость

ρ(T ) является монотонной вплоть до T = TF и имеет
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Рис. 11. (Цветной онлайн) Аппроксимация зависимостей ρ(T,B = 0) (слева) и aσ(T ) (справа) с одним и тем же набором

подгоночных параметров. Плотность носителей (сверху вниз) n = 1.5, 2.0, 2.5 и 3.25 × 1011 см−2. Штриховые линии

на левых панелях – вычисленные IC поправки в баллистическом режиме. Вертикальные стрелки на правых панелях

отмечают положения изломов. Из [54]

одну и ту же аддитивную функциональную зависи-

мость в широком диапазоне плотностей:

ρ(T ) = ρ0 + ρ1 exp(−∆(n)/T ),

∆(n) = α(n− nc(B)), (10)

где ρ1(n,B) – медленно убывающая функция n, а

ρ0(n, T ) включает сопротивление Друде и квантовые

поправки, как одночастичные, так и многочастич-

ные. Хотя данная эмпирическая температурная за-

висимость сопротивления была предложена в [66] из

других соображений, она хорошо описывает ρ(T ) для

различных 2D систем [66–73].

Эмпирическая форма (10) удовлетворяет общим

требованиям симметрии поведения транспорта в

окрестности критической точки перехода металл-

изолятор [74, 61]. Эта форма подразумевает 2-х ка-

нальное рассеяние и, следовательно, согласуется с

представлением о двухфазном состоянии 2D систе-

мы (правило Матиссена). Как отмечено выше, изме-

нение ρ(T ) (и σ(T )) с температурой (рис. 11) велико,

поэтому поправки первого порядка по Tτ , конечно,

не могут его описать. Функциональная зависимость

(10) с экспоненциальным членом правильно описы-

вает точку перегиба ρ(T ), а также ее линейную зави-

симость от плотности [66, 75]. Очевидно, что в этой
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модели Tinfl = ∆/2. Для учета магнитного поля и,

следуя результатам [75], в (∆/T ) включены все чет-

ные по B члены низшего порядка:

∆(T,B, n)/T = ∆0(n)/T − β(n)B2/T − ξ(n)B2/T 2,

(11)
c ∆0 = α[n− nc(0)].

Формулы (10) и (11) связывают температурные

зависимости магнитопроводимости и ρ(T ). Объеди-

няя (10) и (11), получаем

ρ(B, T ) = [σD − δσ · exp (−T/TB)]−1
+

+ ρ1 exp

(
−αn− nc(0)

T
− β

B2

T
− ξ

B2

T 2

)
. (12)

Первый член включает проводимость Друде и кван-

товые поправки [58, 55], плавно обрезаемые при T =

= TB ≈ ∆/2. В [54] δσ(B, T ) была вычислена, исполь-

зуя экспериментально измеренные значения Ферми-

жидкостных констант F σ0 (n) [76, 65], а также σD,

определенное согласно алгоритму [77].

Коэффициент aσ = −(1/2)∂2σ/∂B2, вычислен-

ный из (12), показан на рис. 11 в сравнении с экспе-

риментальными данными. При аппроксимации ρ(T )

(рис. 11a, c, e, g) использовался только один подго-

ночный параметр ρ1(n) для каждой плотности. nc(0)

определялось из обычного скейлингового анализа

при B = 0 [61], а наклон α = 2∂Tinfl(n)/∂n может

быть определен из рис. 9.

Как видно, обе измеренные зависимости ρ(T ) и

aσ(T ) хорошо аппроксимируются данной моделью с

одними и теми же параметрами; модель правильно

описывает резкую зависимость ρ(T ), ее перегиб, а

также излом на зависимости aσ(T ). Очевидно, что

в рамках данной модели изгиб соответствует перехо-

ду от низкотемпературного режима МС (с домини-

рующей линейной зависимостью σ(T )) к “высокотем-

пературному” режиму с экспоненциальной зависимо-

стью ρ(T ). Подчеркнем, что оба режима не имеют от-

ношения к диффузионному режиму взаимодействия.

Этот важный вывод ставит под сомнение ранние по-

пытки применения даухпараметрического скейлинга

для описания магнитосопротивлении σ(B) и темпе-

ратурной зависимости ρ(T ) в рамках ренормгруппы.

Таким образом, в рамках феноменологической

двухфазной модели с двумя каналами рассеяния

удается объяснить все наблюдаемые особенности в

транспорте и магнитотранспорте в параллельном по-

ле. Важно, что их характерные температуры близ-

ки к температуре кроссовера TdM/dn(n), где спино-

вая намагниченность на электрон изменяет знак [53]

(вставка на рис. 9). Физически это означает, что при

температурах ниже TdM/dn(n) коллективные капли

с большим спином (миноритарная фаза) “плавятся”

при увеличении плотности. Другими словами, элек-

троны, добавляемые в Ферми-жидкость, улучшают

экранирование, содействуя исчезновению спиновых

капель. При температурах выше TdM/dn(n), напро-

тив, число спиновых капель растет с повышением

плотности; в этом случае добавляемые в 2D систе-

му электроны предпочитают объединяться в новые

спиновые капли. В [54] был сделан вывод, что T ∗

может быть связано с усредненным энергетическим

спектром SD фазы.

C. Эффекты фазового раcслоения в спи-

новой восприимчивости. С помощью методики с

управляемым вектором поля в работе [50] были пре-

цизионно измерены осцилляции Шубникова–де Га-

аза (ШдГ) при различных магнитных полях в 2D

плоскости. Ранее [76, 78, 79] было показано, что ос-

цилляции δρxx хорошо аппроксимируются формулой

Лифшица–Косевича [78–81]; это позволяет опреде-

лять с высокой точностью спиновую восприимчи-

вость χ∗ (∼ 1%) и плотность носителей nSdH из бие-

ний осцилляций.

Рисунок 12 показывает основной результат [50]

– резкая немонотонная зависимость χ∗ от магнит-

ного поля в плоскости. Характерные изменения

δχ∗(B)/χ∗(0) составляют ∼ 25% при низкой плот-

ности, снижаясь до ∼ 6% при высоких плотностях

10× 1011 см−2. Эти результаты [50] в пределе B‖ → 0

совпадают с ранее измеренными значениями [76, 65].

Характерное поле минимума χ∗(B), B‖ ∼ 1T для

n = (1.1 − 2) × 1011 см−2, гораздо меньше поля пол-

ной спиновой поляризации 2DE системы Bp ∼ 20T.

Известно, что для однородной Ферми жидкости есть

только одно характерное поле – Bp.

Изменения δχ∗(B), найденные из осцилляций

ШдГ, характеризуют только подвижные электроны.

Ключем к объяснению этого эффекта является кор-

реляция δχ∗(B) с изменением плотности делокали-

зованных носителей δnSdH (рис. 13b), и с термодина-

мической намагниченностью коллективных локали-

зованных состояний M(B) (рис. 8c) [53]. Такая кор-

реляция подсказывает, что наблюдаемые изменения

свойств делокализованных состояний вызваны из-

менением намагниченности локализованных состоя-

ний и, как следствие, перераспределением носителей

между двумя подсистемами. Диапазон доступных

плотностей, где удается измерять δnSdH(B‖), ограни-

чен, так как при приближении к критической плот-

ности перехода в локализованное состояние прило-

жение поля в плоскости быстро приводит к полной

локализации [82–85].

Из наблюдаемого при сверхнизких температурах

перераспределения плотности между двумя подси-
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Рис. 12. (Цветной онлайн) Сводка зависимостей

χ∗(B‖)/χ
∗(0) для двух образцов и нескольких значе-

ний плотности. Для наинизшей плотности n = 0.99,

изменения χ∗(B)/χ∗(0) уменьшены в 2 раза. Плот-

ность – в единицах 1011 см−2, T = 0.1K. Из [50]

стемами следует, что локализованные SD состояния

расположены по энергии вблизи уровня Ферми. Ни-

какой зависимости от температуры не обнаружено

для δnSdH в диапазоне 0.1−0.5K, следовательно, пе-

рераспределение происходит посредством упругого

туннелирования. Схематическая диаграмма, иллю-

стрирующая это двухфазное состояние, приведена на

рис. 14. Отметим, что данная диаграмма резко отли-

чается от традиционной модели локализованных за

счет беспороядка одночастичных состояний вблизи

хвоста зоны проводимости [8, 86, 87].

Следует отметить, что концентрация, определяе-

мая из осцилляций ШдГ в системе с фазовым рассло-

ением, определяется локальной плотностью в Ферми-

жидкостных областях, в которых носители обладают

наибольшим временем релаксации, а совсем не пол-

ной плотностью (определяемой из измерений емко-

сти или тока перезарядки), и также не средней плот-

ностью. Такая картина сохраняется до тех пор, пока

области делокализованных состояний (“озера” Фер-

ми жидкости, FL) распространяются на размере об-

разца.

Отметим также, что перераспределение носите-

лей между двумя фазами не легко определить дру-

гими методами: например, емкостные измерения на

частотах 101−105 Гц дают информацию о всех носи-

телях, которые перезаряжаются на временах модуля-

ции, т.е. как делокализованных (с τ ∼ ps), так и SD

состояниях. Холловские измерения также не могут

пролить свет на распределение плотности делокали-

Рис. 13. (Цветной онлайн) Корреляция между зависи-

мостями от магнитного поля B‖ для: (a) – χ∗(B)/χ∗(0);

(b) – плотности nSdH; (c) – спиновой намагничен-

ности M(B) (черные символы). Красная кривая –

tanh(µBB/kBT ) – аппроксимация данных M(B). Кон-

центрация n0 = 1.6 × 1011 см−2 для (a) и (b), и 1.4 ×
× 1011 см−2 для (c), T = 0.1K. Из [50]

Рис. 14. (Цветной онлайн) (a) – Схематическое про-

странственное устройство двухфазного состояния и

(b) – его энергетическая диаграмма. Из [50]

зованных и SD состояний, поскольку Холловское на-

пряжение перестает быть связанным с плотностью

носителей при приближении к локализованному со-

стоянию [88].
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Измерения [50] были проведены на МДП структу-

ре при фиксированном напряжении на затворе Vg и

при варьировании B‖ и T . В таких условиях в МДП

структуре полный заряд постоянен, поэтому измене-

ние плотности (δnSdH) в FL-областях может проис-

ходить только путем перетекания носителей в лока-

лизованные области (SD) и обратно [42, 53].

Для описания полученных данных в работе [50]

была предложена простая модель сосуществования

двух фаз в термодинамическом равновесии. Эта мо-

дель, как оказалось, описывает результаты каче-

ственно, используя параметры, определенные из экс-

перимента. В частности, зависимость nFL(B), вычис-

ленная в этой модели для типичной плотности 1.4×
×1011 см−2 показана на рис. 15. Как видно, она согла-

суется с экспериментальными данными на рис. 13b;

эта схожесть подтверждает применимость двухфаз-

ной термодинамической модели.

Рис. 15. (Цветной онлайн) Модельная кривая δT1(B‖),

вычисленная из экспериментальных данных. Из рабо-

ты [50]

Резюмируя содержание данного раздела, заклю-

чаем, что результаты [54, 50] дают основание счи-

тать, что фазовое расслоение в коррелированной 2D

электронной системе существует не только вблизи

перехода в состояние изолятора (как было выявле-

но в локальных изимерениях сжимаемости [30]), но

и в широком диапазоне плотностей, даже глубоко

в “металлическом режиме” высокой проводимости

σ = (3 − 80)× (e2/h) [89].

IV. Заключение. Двумерная электронная си-

стема в кремниевых структурах в течение послед-

них 50 лет служит площадкой, на который было

обнаружено множество новых эффектов, включая

целочисленный квантовый эффект Холла, отрица-

тельная электронная сжимаемость, сильная перенор-

мировка эффективной массы и спиновой воприимчи-

вости и пр. Эта 2DE система является сильно кор-

релированной в широком диапазоне плотностей, где

энергия межчастичных взаимодействий много боль-

ше кинетической энергии Ферми.

Локальные измерения сжимаемости [30] свиде-

тельствовали о развитии неоднородного состояния на

микроскопическом масштабе в 2D системе при по-

нижении концентрации носителей вблизи перехода

в изолятор. Долгое время этот результат не прини-

мали во внимание, рассматривая систему с высокой

проводимостью как, в среднем, однородную Ферми

жидкость. Из такого рассмотрения были определены

ее усредненные Ферми-жидкостные параметры и ко-

личественно описаны усредненные свойства в транс-

порте заряда. Однако, более поздние термодинами-

ческие измерения [53] выявили признаки сосущество-

вания и термодинамического равновесия, в широком

диапаон концентраций, мажоритарной Ферми жид-

кости и миноритарной фазы коллективных локали-

зованных состояний с большим спином.

Последующие прецизионные измерения осцилля-

ций ШдГ в присутствии поля, приложенного в 2D

плоскости, выявили резкое изменение χ∗(B‖) в сла-

бых полях и одновременное изменение концентра-

ции подвижных носителей δnSdH(B). Установлено,

что первопричиной этих вариаций является намаг-

ничивание коллективных локализованных состояний

(“спиновых капель”) и, как результат, перераспреде-

ление носителей между двумя фазами. Независимые

измерения спиновой намагниченности и магнитосо-

противления в слабом параллельном поле, а также

температурной зависимости сопротивления выяви-

ли существование нового энергетического масшта-

ба T ∗(n) ≪ TF , который отмечает кроссовер меж-

ду режимом преимущественного размножения SD

состояний и режимом их исчезновения. Результа-

ты рассмотренных экспериментов удалось описать

в рамках феноменологической двухфазной модели,

что подтверждает правомочность концепции фазо-

вого расслоения и его существования даже в режиме

высокой металлической проводимости σ = (3− 80)×
× (e2/h) [89].

В казиодномерных системах главная движущая

сила фазового расслоения связана с нестингом по-

верхности Ферми, который приводит к возникнове-

нию волны спиновой или зарядовой плотности, со-

существующей с парамагнитной или сверхпроводя-

щей металлической фазой в окрестности фазово-

го перехода [4, 90, 91]. В 2D системах нестабиль-

ность также может возникнуть в зарядовом или

спин-обменном канале. Теоретически рассматрива-

лись несколько сценариев, в которых в мажоритар-

ной Ферми жидкости возникает миноритарная фаза,

такая как “льдинки” Вигнеровского кристалла или

спин-поляризованные “капли”. Движущей силой в

этих случаях является локальная Вигнеровская кри-
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сталлизация [92, 93], локальная Стонеровская неста-

бильность [94–100], или, возможно, изменение топо-

логии поверхности Ферми [101–105].

Экспериментальные результаты, представлен-

ные в данном обзоре, свидетельствуют в пользу

реализации миноритарной фазы в виде спин-

поляризованных капель в мажоритарной Ферми-

жидкости. Не исключено, однако, что при более

сильном взаимодействии или более слабом беспоряд-

ка может проявиться нестабильность в зарядовом

канале. Попытки игнорировать тенденцию к спино-

вой/зарядовой нестабильности или нестабильности

Ферми-поверхности, рассматривая только полуклас-

сические эффекты беcпорядка и экранирования

[106], хотя и способны описать некоторые экспери-

ментальные результаты (такие как отрицательная

сжимаемость, транспорт в нулевом поле), но дают

черезчур упрощенную картину явления фазового

расслоения и упускают структуру гетерофазного

состояния.

Интересными и пока открытыми вопросами оста-

ются микроскопический механизм, отвечающий за

фазовое расслоение, за перетекание носителей между

фазами, а также энергетическая структура минори-

тарной фазы.
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Mg-карбонат является одним из основных карбонатов, субдуцирующихся с поверхности Земли в

мантию, и возможные реакции этого соединения с мантийными минералами определяют стабильность

карбонатов во внутренних оболочках Земли. Недавно на основе теоретических расчетов нами было по-

казано, что при давлениях и температурах нижней мантии Земли MgCO3 должен реагировать с MgO с

образованием Mg2CO4. В настоящей работе, на основе экспериментов в ячейке с алмазными наковальня-

ми мы провели in situ исследование продуктов реакции MgCO3 + MgO при давлениях порядка 50 ГПа и

температурах выше 2000 К. Исследование рентгеновских дифрактограмм и спектров комбинационного

рассеяния однозначно указывает на то, что реакция была реализована, и в качестве продукта реакции

получена модификация, подобная Mg2CO4-P21/c. Используя метод просвечивающей электронной мик-

роскопии, нам удалось показать, что в образце после воздействия высокого давления присутствует новая

фаза магнезиального ортокарбоната/карбоната.

DOI: 10.31857/S1234567822190090, EDN: kinjab

1. Введение. Карбонаты являются основными

минералами океанической коры, содержащими уг-

лерод в окисленном состоянии [1]. Их погружение

в мантию Земли является одним из основных эта-

пов глобального цикла углерода, который имеет су-

щественный вклад в углеродный бюджет глубинных

слоев Земли [1–3]. По разным оценкам, около 20–80 %

карбонатов Ca, Mg и Fe могут избежать разложения

и плавления под островными дугами и быть перене-

сены на глубину ∼ 150 км в пределы верхней мантии

Земли [1, 2]. Хотя карбонаты и могут быть восста-

новлены по окислительно-восстановительным реак-

циям до карбидов и алмаза [4, 5], первичные мине-

ральные включения Ca- и Mg-карбонатов в сверх-

глубоких алмазах подтверждают их существование

вплоть до глубин, соответствующих нижней мантии

Земли [6–11].

1)См. дополнительный материал к данной статье на сайте
нашего журнала www.jetpletters.ac.ru

2)e-mail: gavryushkin@igm.nsc.ru; p.gavryushkin@g.nsu.ru

Кальцит и доломит являются преобладающими

фазами среди карбонатов океанической коры, однако

при высоких давлениях их стабильность ограниче-

на реакциями с силикатами, процессами разложения

или плавления [12, 13]. Кривые солидуса карбонати-

зированных перидотитов и эклогитов расположены

над геотермами субдукции при давлениях 21–32 ГПа,

и появление твердых фаз карбонатов маловероятно

в переходной зоне [14–20]. Однако магнезит (MgCO3)

остается твердым даже в случае значительного плав-

ления карбонатитовых пород в присутствии щелочей

или воды [17] и может погружаться в нижнюю ман-

тию Земли.

Магнезит считается основной фазой, содержа-

щей углерод в окисленной форме, среди фаз, при-

сутствующих в переходной зоне и верхней части

нижней мантии [21]. Его структура характеризует-

ся плоскими треугольными группами [CO3], в ко-

торых углерод находится в sp2-гибридизованном со-

стоянии. Магнезит стабилен до давлений 80–115 ГПа

и температуры 2500 K в чистой карбонатной систе-
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ме [22–25], далее он переходит в полиморфную мо-

дификацию, MgCO3-II, характеризующуюся моно-

клинной симметрией (C2/m). В этой структуре уг-

лерод находится в sp3-гибридизованном состоянии

и характеризуется тетраэдрической [CO4] координа-

цией. Структура MgCO3-II была сначала теоретиче-

ски предсказана [22], а затем подтверждена на ос-

нове монокристальной раcшифровки рентгеновских

дифракционных спектров для Fe-содержащего маг-

незита [26] и для чистого магнезита [27].

Карбонаты состава M2CO4 и M3CO5 с тетраэдри-

чески координированными атомами углерода были

недавно обнаружены в карбонатно-оксидных систе-

мах MgCO3–MgO, CaCO3–CaO, SrCO3–SrO, BaCO3–

BaO [28, 29] и PbCO3–PbO [30]. Эти соединения мож-

но рассматривать как соли гипотетической орто-

угольной кислоты H4CO4, в силу чего они полу-

чили названия ортокарбонатов (M2CO4) и оксиор-

токарбонатов (M3CO5). На данный момент про-

веденные эксперименты подтвердили существование

фаз Ca2CO4-Pnma [31], Sr2CO4-Pnma [32] и Sr3CO5-

I4/mcm [33]. В соответствии с предсказаниями, все

найденные структуры характеризуются ковалент-

но связанными группами [CO4] и имеют изострук-

турные аналоги среди силикатов [28]. Некоторые

из ортокарбонатов оказались динамически стабиль-

ными при атмосферном давлении, что было под-

тверждено их успешной декомпрессией и извлече-

нием из камеры высокого давления. Последнее бы-

ло реализовано в отношении Sr2CO4-Pnma [32] и

Sr3CO5-Pnma [33].

По сравнению с другими карбонат-оксидными си-

стемами, система MgCO3–MgO имеет непосредствен-

ное приложение для определения равновесных фаз

нижней мантии Земли, поскольку обе фазы, ферро-

периклаз и магнезит, могут присутствовать в ман-

тийных условиях. Основываясь на расчетах предска-

зания структур, нами было показано, что при высо-

ких давлениях и температурах MgCO3 реагирует с

MgO, образуя Mg2CO4 [34]. Были предсказаны две

фазы высокого давления: фаза Mg2CO4-Pnma, ста-

бильная ниже 80 ГПа, и фаза Mg2CO4-P21/c, ста-

бильная выше этого давления. В отличие от других

щелочноземельных металлов, стабильных структур

состава Mg3CO5 обнаружено не было.

В настоящей работе, руководствуясь выполнен-

ными предсказаниями, мы провели эксперименталь-

ное in situ исследование продуктов реакции между

MgCO3 и MgO при давлениях порядка 50 ГПа, а так-

же исследование тех же продуктов, извлеченных из

ячейки после воздействия высокого давления.

2. Экспериментальная методика и детали

расчетов.

2.1. Экспериментальная методика. Эксперимен-

ты высокого давления проводились в симметричных

ячейках с алмазными наковальнями (diamond anvil

cell, DAC) с размерами калеты (culet) 200 мкм. Ре-

ниевые гаскеты обжимались до толщины 30–35 мкм

и просверливались лазером в центре обжимае-

мой области, чтобы сформировать камеру для

образцов. Смесь природного магнезита состава

Mg0.99Fe0.003Ca0.004CO3 (месторождение Bahia, Бра-

зилия) и химически чистый MgO (99.9 %, Merck)

измельчались в мелкий порошок, тщательно пе-

ремешивались и помещались внутрь камеры для

образцов вместе с небольшим количеством порошка

Pt (99.9 %, Alfa Aesar), который использовался в ка-

честве поглотителя лазерного излучения и маркера

давления. Давление определяли с использованием

уравнения состояния платины [35].

Все эксперименты проводились следующим обра-

зом. Сначала давление повышалось до желаемого

значения при комнатной температуре. Затем образец

нагревался с использованием техники двухсторонне-

го лазерного нагрева волоконным лазером YLR-100-

AC (производитель IPG Photonics, мощность 100 Вт,

длина волны 1070 нм) в режиме непрерывной ге-

нерации с диаметром области однородного нагрева

около 10 мкм [36]. Температуру измеряли одновре-

менно с обеих сторон DAC с использованием спек-

тральной радиометрии; спектры теплового излуче-

ния были сопоставлены с функцией излучения План-

ка серого тела с помощью программного обеспече-

ния T-Rax (разработанного Клеменсом Прешером

(C. Prescher)).

Спектры комбинационного рассеяния (КР) света

измерялись до и после каждого цикла нагрева с по-

мощью спектрометра HORIBA Jobin Yvon LabRam

HR800 VIS (GFZ, Потсдам), оснащенного зеленым

(532 нм) Nd:YAG лазером. Для анализа данных ис-

пользовалось программное обеспечение Fityk [37].

Исследование рентгеновской дифракции про-

водилось с использованием сфокусированного

монохромного пучка (λ = 0.29 Å) на линии P02.2

синхротрона Petra-III (DESY, Гамбург, Германия).

Рентгеновские данные были получены при каждом

давлении после нагрева, чтобы наблюдать воз-

можные фазовые превращения. Алмазные ячейки,

использовавшиеся в первом и третьем эксперимен-

тах (EXP1, EXP3, см. ниже), имели меньший угол

раскрытия и давали возможность снимать только

порошковые рентгенограммы. Полученные дифрак-

ционные картины интегрировались в программе
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Dioptase с целью получения одномерных дифракци-

онных рентгенограмм [38]. Во второй серии экспе-

риментов (EXP2) для сбора монокристаллических

рентгеновских данных использовалась алмазная

ячейка с углом раскрытия ±30◦. Пошаговое ска-

нирование выполнялось с шагом 0.5◦. Обработка

полученных данных в программном обеспечении

CrysAlisPro (включая программу CrysAlisTabbiner

К. Глазырина [https://github.com/DESY-

Petra-III/CrysalisTabbiner]), была выполнена

с использованием протокола ЭСПЕРАНТО

[https://doi.org/10.1107/S0909049513018621].

Всего было проведено три эксперимента:

•EXP1: с нагревом до 3600 K при ∼ 50 ГПа и

дальнейшим снятием дифракционных порошковых

спектров;

•EXP2: с нагревом до 2700 K при ∼ 55 ГПа и

дальнейшим снятием монокристальных дифракци-

онных спектров;

•EXP3: с нагревом не выше 3000 K при ∼ 55 ГПа

и дальнейшим снятием дифракционных порошковых

спектров.

После экспериментов образцы извлекались из

алмазной ячейки и анализировались методом про-

свечивающей электронной микроскопии (ПЭМ).

Электронно-прозрачные пленки (15× 10× 0.15мкм)

изготавливались методом сфокусированного ионно-

го пучка (FIB) (FEI FIB 200 TEM, GFZ Potsdam)

примерно из срединных частей областей, подвер-

гавшихся лазерному нагреву [39]. Исследования

проводились с помощью электронного микроскопа

Tecnai G2 F20 X-Twin transmission, работающего при

200 кВ с электронной пушкой (field emission gun)

в качестве источника электронов (GFZ, Потсдам).

Просвечивающий электронный микроскоп был осна-

щен энергетическим фильтром Gatan Tridiem TM,

рентгеновским анализатором EDAX Genesis TM и

высокоугольным кольцевым детектором темного

поля Fishione (HAADF) для спектроскопии харак-

теристических потерь энергии электронов (EELS)

и получения изображений с фильтрацией по энер-

гии. Были получены изображения ярких и темных

полей, а также изображения высокого разрешения.

Электронные структуры каждого элемента были

исследованы с использованием EELS спектров,

собранных на K-краях углерода и кислорода с

дисперсией по энергии 0.1 эВ/канал. Дифракцион-

ные картины, рассчитанные с помощью быстрого

преобразования Фурье (FFT) по изображениям

высокого разрешения, использовались для измере-

ния межплоскостных расстояний и углов между

плоскими сетками пространственной решетки. Об-

работка спектров, включающая вычитание фона,

устранение многократного рассеяния, деконволюция

отношения Фурье, осуществлялась с использованием

программного пакета Digital Micrograph.

Химический состав и однородность образцов

были охарактеризованы с помощью электронного

микрозондового анализа с использованием JEOL

Hyperprobe JXA-8500F EMP с эмиссионным като-

дом (GFZ, Потсдам). Анализы проводились при

ускоряющем напряжении 15 кВ, токе пучка 10 нА и

размере пучка 0.5–10 мкм. В качестве стандартных

материалов использовались доломит, кальцит и

сидерит с известными составами.

2.2. Детали расчетов. Все расчеты выполне-

нялись в рамках теории функционала плотности,

реализованной в программном пакете VASP [40, 41].

Обменно-корреляционное взаимодействие учиты-

валось в приближении обобщенного градиента по

схеме Пердью–Бюрке–Эрнцерхофа (Perdew–Burke–

Ernzerhof, PBE) [42]. Электронные остовы атомов

были аппроксимированы с использованием псевдо-

потенциалов проекционных присоединенных волн

(Projector augmented wave, PAW) [41], а валентные

электроны были представлены базисом плоской

волны с энергией обрезания 800 эВ. Использовались

псевдопотенциалы со следующими валентными

электронными конфигурациями: 2p63s2 для Mg,

2s22p2 для С и 2s22p4 для O. Разбиение зоны Брил-

люэна выполнено по схеме Монкхороста–Пака [43] с

плотностью сетки k-точек, равной 0.2 Å−1.

Для расчетов были использованы структурные

данные ранее известных модификаций: MgCO3-R3̄c

[44], MgO-Fm3̄m [45], Mg2CO4-Pnma [34], Mg2CO4-

P21/c [34], MgO2-Pa3̄ [46], MgO2-I4/mcm [46], ǫ-

O2 [47], Mg2C-Fm3̄m [48], Mg2C-Pnma [49], Mg2C-

P42/mnm [48], Mg2C-P63/mmc [48].

Для учета температурного эффекта и расчета фа-

зовых P–T диаграмм использовался метод решеточ-

ной динамики в рамках квазигармонического при-

ближения (Quasi-harmonic approximation, QHA), по-

добно тому как это было реализовано в нашей работе

[50]. Для этой задачи были рассчитаны частоты ко-

лебаний решетки с помощью кода PHONOPY [51].

Для получения спектров КР были рассчитаны тен-

зоры поляризуемости для каждой кристаллической

моды с использованием кода vasp_raman.py [52].

3. Результаты.

3.1. Спектроскопия комбинационного рассеяния.

КР-спектры, измеренные до и после нагрева при 50 и

55 ГПа, показаны на рис. 1. Спектры, снятые перед

нагреванием, характеризуются тремя полосами вы-

сокой интенсивности при 1225, 824, 539 см−1 и широ-
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Рис. 1. (Цветной онлайн) Экспериментальные

КР-спектры, снятые до и после нагрева при 50 и

55 ГПа

кой полосой низкой интенсивности при 348 см−1, что

указывает на присутствие магнезита [27]. Высокоча-

стотные полосы (800–1300 см−1) объясняются внут-

ренними колебаниями групп [CO3]: симметричным

растяжением (ν1) и изгибом в плоскости (ν4). Сим-

метричная вибрация растяжения магнезита остается

преобладающей особенностью в спектрах комбина-

ционного рассеяния света в высокочастотной области

даже после нагрева до 3600 K. Колебания решетки,

расположенные на низких частотах (539 и 348 см−1),

усиливаются и становятся более резкими при нагре-

вании до 2700 K.

Новые полосы появляются в диапазоне 100–

800 см−1 на КР-спектрах, снятых при 2500 K, и их

интенсивность увеличивается с температурой. При

2500 K различаются, по крайней мере, три новых

моды колебаний: при 285, 565 и 644 см−1. Кроме

того, на низкочастотной стороне полосы магнезита

ν4 при 825 см−1 появляется плечо. Область высоких

частот не изменяется до 2700 K и характеризуется

наличием моды магнезита ν1. Дальнейшая эволю-

ция спектров после нагрева при 2700 K отмечена

увеличением интенсивности полос 565 и 644 см−1 и

новыми особенностями при 250 и 1040, 1100 см−1.

КР-спектры, снятые после нагрева до 3600 K, пока-

зывают тот же набор мод, однако со значительно

уменьшенной относительной интенсивностью исход-

ных полос магнезита и преобладанием новых пиков

ниже 900 см−1.

Появление новых полос указывает на образова-

ние новых фаз, отличных от магнезита. Для уточ-

нения спектров были рассмотрены все известные со-

единения в системе Mg–C–O. Высокочастотные моды

при 1040 и 1100 см−1 могут быть отнесены к колеба-

ниям растяжения-сжатия связи O–O в пероксидной

группе. Для пероксида магния известно две поли-

морфных модификации высокого давления, кубиче-

ская (Pa3̄) и тетрагональная (I4/mcm). Для обеих

модификаций колебания растяжения-сжатия связи

O–O являются основным характеристическим при-

знаком, поскольку соответствующие им полосы об-

ладают наиболее высокой интенсивностью [53]. Мо-

ды этих колебаний появляются в спектре закаленно-

го образца только после нагрева при 2700 K. Из-за

перекрытия пиков нельзя однозначно сделать вывод

о том, какая из модификаций появилась в экспери-

менте (рис. S1).

Рис. 2. (Цветной онлайн) Экспериментальные

КР-спектры при 3600 K и 50 ГПа (a), (b) и при

55ГПа и 2700 K (c), (d) в сравнении со спектрами рас-

четанными на основе теории функционала плотности

для фаз Mg2CO4-P21/c, MgCO3-R3̄c и MgO2-I4/mcm

при 60 ГПа

Полосы в низкочастотной области спектров не

могут быть полностью объяснены смесью магнезита

и пероксида и указывают на присутствие дополни-

тельной фазы, которая образуется уже при 2500 K.

На основе сравнения полученных эксперименталь-

ных КР-спектров с рассчитанными КР-спектрами

моноклинной (P21/c) и ромбической (Pnma) фаз

Mg2CO4 (рис. 2 и рис. S1), новые пики в низкочастот-

ной области могут быть удовлетворительно объяс-
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нены комбинацией магнезита и Mg2CO4-P21/c. Мо-

ноклинная фаза Mg2CO4-P21/c лучше согласуется

с экспериментальными спектрами, чем ромбическая

Mg2CO4-Pnma. Единственный стабильный карбид

Mg при 50–55 ГПа, Mg2C-Pnma, не наблюдается в

экспериментальных спектрах (рис. S1).

3.2. Эксперименты по рентгеновской дифракции.

Проведенное картированние рентгенограмм, снятых

в EXP1, показало появление новой фазы с пиком

вблизи d = 1.90 Å в пятне нагрева (рис. S2a). К со-

жалению, мы не смогли однозначно идентифициро-

вать какие-либо другие рентгеновские пики, принад-

лежащие этой фазе, ни на порошковых, ни на мо-

нокристальных дифрактограммах (последнее из-за

малого ±10◦ угла раскрытия алмазной ячейки, ко-

торая использовалась в этих экспериментах). Един-

ственной фазой в системе Mg–C–O, характеризую-

щейся интенсивным пиком при 1.9 Å, является пе-

роксид MgO2-I4/mcm (рис. 3а), присутствие которо-

го также согласуется с КР-спектрами.

Рис. 3. (Цветной онлайн) Порошковые рентгенограм-

мы, снятые в EXP1 (a) и EXP3 (b) и расчетные положе-

ния пиков Pt, MgO, MgO2-I4/mcm, магнезита, Mg2C,

Mg2CO4-P21/c при давлении ∼50 ГПа

Во второй попытке воспроизвести образование

новых фаз при лазерном нагреве в EXP3 аналогич-

ная смесь (MgO + MgCO3 + Pt) сжималась почти

до того же давления ∼50 ГПа, но нагревалась до

более низких температур, не превышающих 3000 K.

Порошковые рентгенограммы, снятые после нагрева,

снова показали появление пиков, указывающих на

образование новой фазы. В качестве такой фазы мы

предполагаем модификацию Mg2CO4-P21/c, показы-

вающую наилучшее соответствие с эксперименталь-

ными спектрами по сравнению с другими фазами

(рис. 3b). Необходимо отметить и некоторую разни-

цу в положениях и интенсивностях эксперименталь-

ных пиков и пиков фазы Mg2CO4-P21/c. Основыва-

ясь на этом различии, мы предполагаем, что в экспе-

риментах была синтезирована фаза, не идентичная,

но структурно близкая Mg2CO4-P21/c.

В EXP2 для снятия монокристальных рентгено-

грамм с зерен новообразованных фаз использовалась

алмазная ячейка с большим углом раскрытия. Ис-

пользуемый метод позволил произвести индексиро-

вание “поликристаллических” данных, по которым

были проиндексированы следующие фазы:

1) тригональная или гексагональная фаза с ха-

рактерной ячейкой a = 4.378(4) Å и c = 12.67(3) Å,

однозначно интерпретируемая как магнезит;

2) кубическая фаза с a = 3.741(2) Å, однозначно

интерпретируемая как Pt при давлении ∼ 55 ГПа;

3) неизвестная тригональная или гексагональная

фаза с характерной ячейкой a = 2.693(4) Å и c =

= 6.517(12) Å.

3.3. ПЭМ. Поперечное сечение области образца,

в которой проводился лазерный нагрев, было под-

готовлено для анализа методом ПЭМ с целью ис-

следования текстур, пространственного распределе-

ния и полуколичественных химических составов син-

тезированных фаз. Тонкие пленки были изготовле-

ны из областей, в которых осуществлялся лазер-

ный нагрев при 50 ГПа до температур 3600 K. Изоб-

ражение ПЭМ показывает многофазный характер

образца в зоне нагрева (рис. S2b). Большая пусто-

та в центре образца на рис. S2 отражает присут-

ствие флюидной фазы при высоких давлениях и тем-

пературах, которая высвобождалась в процессе де-

компрессии. Ассоциации фаз изменяются от центра

нагретого пятна и образуют отдельные зоны, ко-

торые появляются из-за температурного градиента

внутри нагретого пятна. В образце были обнаруже-

ны следующие фазы: нетрансформированный маг-

незит и оксид магния во внешней зоне, новый кар-

бонат/ортокарбонат магния в середине и платина с

остатками оксида ближе к центру. EDS cпектр ново-

го Mg-карбоната/ортокарбоната показан на рис. S2c.

Были получены три изображения высоко-

го разрешения (HRTEM) и соответствующие

электронные дифрактограммы новой карбонат-

ной/ортокарбонатной фазы. Дифракционные кар-

тины не могут быть проиндексированы с помощью

структуры магнезита. Обе фазы ортокарбоната,

Mg2CO4-Pnma с параметрами элементарной ячейки

a = 9.94 Å, b = 5.96 Å, c = 4.46 Å и Mg2CO4-P21/c

с параметрами элементарной ячейки a = 5.172 Å,

b = 6.174 Å, c = 9.2780 Å β = 120.4860◦, пока-
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Рис. 4. Изображение ПЭМ, светлое поле (a), изображение высокого разрешения (b) и дифракционная картина (FFT)

(c) новой фазы; hkl индексы приведены в соответствии со структурой Mg2CO4- P21/c. Область, с которой были по-

лучены изображение высокого разрешения и электронно-дифракционная картина, показана белым кружком

зывают приемлемое соответствие с полученными

дифракционными спектрами. Отклонение экспери-

ментально измеренных межплоскостных расстояний

не превышает 0.08 Å при среднем значении 0.03 Å, а

отклонение углов между плоскостями hkl находится

в пределах двух градусов (рис. 4).

EELS спектры C-K края Mg-карбоната (рис. 5)

показывают сдвиг основного пика нового карбоната

до значения 292.7 эВ, в то время как пик магнези-

та находится на уровне 290.5 эВ. Полученные спек-

тры O-K краев новой карбонатной фазы также от-

личаются от спектров магнезита с основными пика-

ми, наблюдаемыми в положениях выше по энергии

на 1–2 эВ.

4. Дискуссия и выводы. КР-спектры и спек-

тры рентгеновской дифракции однозначно показы-

вают образование новой фазы в результате реак-

ции между MgCO3 и MgO при давлениях около

50 ГПа. Единственной фазой в системе Mg–C–O, ко-

торая не находится в явном противоречии получен-

ным спектрам, является Mg2CO4-P21/c. В Допол-

нительном материале показано, что фазы высокого

давления O2, CO2 или Mg-карбидов не согласуются

с полученными результатами. Мы также исключаем

возможность реакции между исходными реагентами

(MgCO3, MgO) и платиной, поскольку многочислен-

ные эксперименты с этими соединениями, в которых

Pt использовался в качестве поглотителя лазерно-

го излучения, не обнаружили никаких признаков их

взаимодействия [24, 54].

Ранее [34], основываясь на теоретических пред-

сказаниях, мы показали стабильность при высоких

давлениях и температурах двух ортокарбонатных

фаз Mg2CO4-Pnma и Mg2CO4-P21/c (рис. 6a). В на-

стоящей работе мы провели повторный анализ энер-

гетических соотношений между фазами ортокарбо-

ната и установили, что единственной термодинами-

чески стабильной фазой Mg2CO4 является P21/c, а

фаза Pnma является метастабильной во всем диа-

пазоне давлений и температур, по крайней мере,

в квазигармоническом приближении (рис. 6b). Это

согласуется с результатами экспериментов, показы-

вающими лучшее соответствие для фазы Mg2CO4-

P21/c, чем для Mg2CO4-Pnma. Mg2CO4-P21/c со-

гласно теоретическим расчетам становился стабиль-

ным, начиная с давления 70 ГПа. Это примерно на

20 ГПа выше, чем давление появления ортокарбона-

та магния в наших экспериментах (рис. 6b). Разни-

ца в давлениях может быть объяснена неотъемле-

мым различием теоретической модели и реального

эксперимента, а также структурным различием меж-

ду фазой, наблюдаемой в эксперименте, и Mg2CO4-

P21/c. Если в эксперименте реализовывалась фаза,

более энергетически выгодная, чем Mg2CO4-P21/c,

то для нее нижний предел термодинамической устой-

чивости будет ниже по давлению, чем для фазы

Mg2CO4-P21/c, что уменьшит расхождение в экспе-

риментальном и теоретическом значении.

Результаты, полученные методом ПЭМ, свиде-

тельствуют о стабильности синтезированного Mg-

ортокарбоната при атмосферном давлении. Cогласно

расчетам фононных спектров, фаза Mg2CO4-P21/c

также динамически стабильна при атмосферном дав-

лении. Однако фаза, полученная в эксперименте, не

идентична Mg2CO4-P21/c и ее фонные спектры еще

предстоит рассчитать.

Обнаруженное появление пероксида магния в

наших экспериментах заслуживает внимания. Мы

предполагаем, что он образуется в результате реак-

ции, характерной и для других систем MCO3–MO со

щелочноземельными металлами. По крайней мере, в

наших неопубликованных экспериментах мы наблю-
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Рис. 5. (Цветной онлайн) O-K и C-K края Mg2CO4

(синяя кривая) и эталонного MgCO3 (красная кривая)

дали образование SrO2 при нагревании смеси (SrCO3

+ SrO). Рассчитанные значения свободных энергий

Гиббса показали, что MgO2 является метастабиль-

ным в наших экспериментах, и он должен разла-

гаться на смесь (MgO + 0.5O2) при давлениях ниже

100 ГПа (рис. S4). В данном случае метастабильное

образование Mg-пероксида не является удивитель-

ным и его синтез при атмосферном давлении осу-

ществляется в промышленных масштабах. Реакция,

по которой образовывался MgO2 в наших экспери-

ментах неясна, можно предположить, что пероксид

является одним из продуктов разложения ортокар-

боната.

Обнаруженное сложное фазовое поведение систе-

мы MgCO3–MgO при высоких давлениях и темпе-

ратурах и возможное существование принципиаль-

но новых фаз, которые не были описаны в предыду-

щих экспериментах, расширяют список возможных

фаз-концентраторов углерода в мантии Земли. Ранее

предполагалось, что магнезит является основным но-

сителем углерода при P–T параметрах нижней ман-

тии Земли, и только выше 80 ГПа он переходит в

модификацию MgCO3-II с тетраэдрической коорди-

нированным углеродом. Установленная реакция маг-

незита с периклазом подразумевает, что ортокарбо-

наты магния с тетраэдрической координированным

углеродом может образовываться при существенно

более низких давления, порядка 50 ГПа.
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Определены частоты электронно-ядерных взаимодействий с ядрами 13C и 29Si на удаленных коор-

динационных сферах в триплетных спиновых центрах в виде нейтральных Si-C дивакансий в кристалле

карбида кремния гексагонального политипа 6H-SiC, десятикратно обогащенном изотопом 13C. Приме-

нялись методы высокочастотного двойного электронно-ядерного резонанса и оптически детектируемого

магнитного резонанса в условиях оптического выстраивания спинов. Обнаружены осцилляции электрон-

ной спиновой плотности на ядрах 29Si и 13C. Переходы ядерного магнитного резонанса на ларморовских

и близких к ним частотах 13C и 29Si вызывают гигантские изменения населенностей спиновых подуров-

ней с трансформацией этих резонансов в сигналы электронного парамагнитного резонанса и оптические

сигналы.
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Карбид кремния (SiC) широко используется в

электронных устройствах с возможностью примене-

ния их в экстремальных условиях окружающей сре-

ды. В SiC имеются два семейства спиновых центров

окраски с S = 1 и S = 3/2, обладающих свой-

ством оптического выстраивания населенностей спи-

новых уровней. Уникальные магнитно-оптические

свойства, позволяющие оптически манипулировать

электронными и ядерными спинами в условиях окру-

жающей среды, дают возможность рассматривать

эти спиновые центры в качестве материальной плат-

формы для спинтроники, сенсорики, квантовой об-

работки информации, разработки гибридных кван-

товых систем [1–22]. В настоящей работе будет рас-

смотрено семейство триплетных (S = 1) центров

окраски, являющихся нейтральными дивакансиями

в виде ковалентно связанной пары вакансий VSi-VC

[1, 2, 10, 12]. Симметрия этих центров обусловлена на-

правлением связи Si-C, расщепления тонкой струк-

туры для этих центров находятся в гигагерцовом

диапазоне, подобно NV-центрам в алмазе [12, 23].

Основные спиновые явления в SiC в значитель-

ной степени определяются наличием изотопов крем-

ния и углерода с ядерными магнитными моментами,

1)e-mail: yulia.uspenskaya@mail.ioffe.ru

несмотря на то, что содержание этих изотопов со-

ставляет единицы процентов: 4.7 % для 29Si и 1.1 %

для 13C. Для многих квантовых применений спи-

новых центров в SiC важно фиксировать величи-

ны (частоты) электронно-ядерных взаимодействий,

при этом низкое содержание изотопов с ядерными

магнитными моментами часто затрудняет эти изме-

рения. Тем не менее эти частоты необходимы для

управления ядерными и электронными спиновыми

состояниями при использовании спиновых центров

в качестве сенсоров, кубитов, создания гироскопов

на ядерных спинах, поэтому для их определения мы

использовали кристаллы SiC, обогащенные изотопом
13C ∼ 12%.

В ряде алгоритмов применения спиновых центров

в SiC в квантовой обработке информации рассмат-

ривается возможность использования ядерных спи-

нов 13C и 29Si в качестве долговременной памяти,

например, [12]. В данной статье с помощью двойно-

го электронно-ядерного резонанса (ДЭЯР) получе-

ны частоты сверхтонких (СТ) взаимодействий элек-

тронного спина с ядерными магнитными моментами

изотопов 13C и 29Si, в том числе и с ядрами, удален-

ными от места локализации спинового центра. Важ-

ной задачей для использования спиновых центров

является выяснение воздействия высокого содержа-
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ния изотопа с ядерным магнитным моментом (более

чем десятикратное увеличение содержания 13C в на-

стоящих исследованиях) на релаксационные харак-

теристики этих центров.

Номинально нелегированные кристаллы 6H-SiC

n-типа, обогащенные изотопом 13C ∼ 12 %, были вы-

ращены сублимационным сэндвич-методом [24]. Об-

разцы подвергались облучению быстрыми нейтрона-

ми при комнатной температуре с дозой ∼ 1018 см−2

с последующим 30-минутным изохронным отжигом

при температуре 700 ◦С. Кристаллы были выколо-

ты в виде пластин с известной кристаллографиче-

ской ориентацией с возможностью вращения образца

в магнитном поле в заданных плоскостях.

Эксперименты по электронному парамагнитно-

му резонансу (ЭПР) и оптически детектируемому

магнитному резонансу (ОДМР) выполнены на

радиоспектроскопическом комплексе, созданном в

ФТИ им. А. Ф. Иоффе, включающем высокочастот-

ный спектрометр ЭПР/ОДМР диапазона 94 ГГц

(W-диапазон) с использованием магнитооптического

криостата замкнутого цикла, с диапазоном рабочих

температур 1.5–300 К и широким диапазоном из-

менения магнитных полей −7 ÷ +7Тл с переходом

через нулевое значение. В комплекс также входит

спектрометр ОДМР, выполненный на базе конфо-

кального оптического микроскопа [25]. Сигналы

ОДМР регистрировались при различных температу-

рах, вплоть до комнатной температуры, с помощью

синхронного детектирования при приложении по-

стоянного магнитного поля и осциллирующего на

низкой частоте переменного магнитного поля.

Для определения концентрации изотопа 13C

непосредственно в кристаллической решетке 6H-SiC

был зарегистрирован спектр ЭПР (X-диапазон,

9.4 ГГц, T = 300К) классической изолированной

отрицательно заряженной вакансии кремния V−
Si

(S = 3/2) [26], который представлен на рис. 1a.

Пунктирной черной линией показан симулиро-

ванный спектр ЭПР для кристалла 6H-SiC с

содержанием изотопа 13C ∼ 12% и природным со-

держанием изотопа 29Si. Для сравнения пунктирной

синей линией показан симулированный спектр ЭПР

для кристалла 6H-SiC с природным содержанием

изотопов 13C и 29Si. Обозначены СТ переходы для

взаимодействия с ближайшими четырьмя атомами

углерода, CNN, где NN – nearest neighbor: атом

углерода # 1 расположен вдоль оси c кристалла,

три атома # 2–4 расположены в эквивалентных

позициях вдоль связей, отвернутых на 70◦ от оси c.

В образце, обогащенном 13C, эти переходы чрезвы-

чайно интенсивные, но видны и в симулированном

спектре ЭПР в кристалле с природным содержанием

изотопов. В последнем случае видны интенсивные

сателлиты от взаимодействия с двенадцатью ато-

мами кремния во второй координационной сфере

относительно вакансии кремния, обозначенные как

SiNNN, где NNN – next nearest neighbor. СТ структу-

ра для взаимодействия с 29Si составляет примерно

9 МГц (∼ 0.3 мТл) [27].

На рисунке 1b приведены последовательности

импульсов, которые использовались для реги-

страции спектров ЭПР и ДЭЯР по электронному

спиновому эху (ЭСЭ) в диапазоне 94 ГГц, оптималь-

ная последовательность π/2-τ -π соответствовала

временам 36–280–72 нс. Измерения ДЭЯР прово-

дились на спектрометре ЭПР Bruker Elexsys 680,

частота 95 ГГц. Принцип регистрации ДЭЯР ос-

нован на использовании высокоэнергетического

сигнала ЭПР для детектирования низкоэнерге-

тических квантов ядерного магнитного резонанса

(ЯМР), что позволяет на порядки повысить чувстви-

тельность регистрации ЯМР и исследовать малые

расщепления энергий, которые в обычном ЭПР не

разрешаются и просто приводят к уширению линий.

Регистрация ДЭЯР проводилась в импульсном

режиме, поэтому основная часть измерений была

выполнена в режиме ЭСЭ.

На рисунке 1c представлена структура кристал-

лической решетки 6H-SiC, имеются две квазикуби-

ческие (k1, k2) и гексагональная (h) позиции Si и

C. Возможны три конфигурации нейтральных дива-

кансий Si-C, ориентированных вдоль оси c: (k1k1),

(k2k2), (hh), так называемые P6 центры [28], а так-

же набор дивакансий, отвернутых на 70◦ от оси c:

(k1k2), (k1h), (k2h) – P7 центры [28]. Семейства P6 и

P7 имеют триплетные основные состояния нейтраль-

ной дивакансии Si-C и характеризуются симметрией

C3v и C1h соответственно. На рисунке 1c представ-

лена только одна конфигурация дивакансии (k1k1),

обозначим ее как P6′, остальные конфигурации легко

получить, используя изображенную часть кристал-

лической решетки. На рисунке 1c также выделена

изолированная отрицательно заряженная вакансия

VSi− [26], спектр ЭПР которой показан на рис. 1а.

Эта вакансия характеризуется нулевым параметром

тонкой структуры, D = 0, [29] и не проявляет уни-

кальных спиновых свойств в виде оптически индуци-

рованного выстраивания спинов. Обозначены атомы

углерода и кремния (CNN, SiNNN, CIII, SiIV), располо-

женные в окружении вакансии кремния, входящей в

дивакансию VSi-VC, выделенную на рис. 1c как P6′.

На рисунке 2 приведены зарегистрированные по

ЭСЭ ориентационные зависимости спектров ЭПР
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Рис. 1. (Цветной онлайн) (a) – Спектр ЭПР изолированной отрицательно заряженной вакансии кремния V−
Si в кри-

сталле 6H-SiC, обогащенном изотопом 13C ∼ 12 %, зарегистрированный на частоте 9.4 ГГц. Пунктирными линиями

показаны симулированные спектры ЭПР (описание в тексте). (b) – Последовательности импульсов для регистрации

спектров ЭСЭ и ДЭЯР в диапазоне 94 ГГц. (c) – Схематическое представление кристаллической решетки 6H-SiC.

Представлена одна конфигурация дивакансии (k1k1). Обозначены атомы кремния и углерода, расположенные в окру-

жении вакансии кремния, входящей в дивакансию VSi-VC. Условно показано попадание одного изотопа с ядерным

магнитным моментом в окружение дивакансии

нейтральных дивакансий VSi-VC в кристалле 6H-SiC,

обогащенном изотопом 13C (12 %) при непрерыв-

ном оптическом лазерном возбуждении, длина вол-

ны 808 нм, температура 150 К. Для ориентации, близ-

кой к B‖c (θ = 0◦), черной линией показан спектр

ЭПР при отсутствии оптического возбуждения. Вид-

но, что в отсутствие света все линии ЭПР имеют

одинаковую фазу, так как характеризуют оптиче-
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Рис. 2. (Цветной онлайн) Зарегистрированные по ЭСЭ ориентационные зависимости спектров ЭПР нейтральных дива-

кансий VSi-VC в кристалле 6H-SiC, обогащенном изотопом 13C ∼ 12% при непрерывном оптическом лазерном возбуж-

дении (описание в тексте). Красным цветом представлены два спектра ОДМР, зарегистрированные в том же образце,

что и спектры ЭСЭ. Все спектры зарегистрированы на частоте 94 ГГц (W-диапазон)

ское поглощение микроволновой энергии, в то же

время оптическое возбуждение приводит к инвер-

тированию фаз для ряда переходов, что объясняет-

ся наличием излучения вместо поглощения микро-

волновой энергии. На вставке в увеличенном мас-

штабе представлены линии излучения и поглощения

микроволновой мощности для ориентации близкой

к θ = 0◦, где отчетливо проявляется СТ структу-

ра 13C для двух P6 центров (P6′ и P6′′) в виде пе-

реходов для взаимодействия с ближайшими тремя

атомами углерода # 2–4, расположенными в экви-

валентных позициях вдоль связей, отвернутых на

70◦ от оси c, θ = 70◦ (см. рис. 1с). В ориента-

ции θ = 70◦ проявляются спектры ЭПР нейтраль-

ных дивакансий VSi-VC, отвернутых на 70◦ от оси c

(P7 центры).
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Красным цветом представлены два спектра

ОДМР, зарегистрированные в том же образце при

двух ориентациях. Сигналы в области g = 2 (в

диапазоне магнитных полей 3.347–3.357 Tл) при-

надлежат семейству спиновых центров с S = 3/2 и

будут рассмотрены в отдельной работе. Фаза линий

ОДМР одинакова для обоих переходов, хотя эти

линии соответствуют поглощению и излучению мик-

роволнового излучения. Таким образом, поглощение

и излучение микроволновой мощности приводят

к одним и тем же изменениям интенсивности

фотолюминесценции спиновых центров.

Спиновый гамильтониан, описывающий основное

состояние нейтральной дивакансии VSi-VC в SiC,

имеет вид [12]:

Ĥ = geµBB · Ŝ+D[Ŝ2
z − (1/3)S(S + 1)] +

+ E[Ŝ2
x − Ŝ2

y ] + Σi(Ŝ ·Ai · Îi − gNiµNB · Îi). (1)

Здесь Ŝ – оператор спина электрона с S = 1, ge –

изотропный электронный g-фактор, равный ∼ 2.0,

µB – магнетон Бора. Первый член описывает зее-

мановское взаимодействие электронов, второй и тре-

тий члены отражают тонкую структуру вследствие

взаимодействия с кристаллическим полем, при этом

E = 0 для P6 центров и отлично от нуля для P7 цен-

тров. СТ структура в спектрах ЭПР и ДЭЯР описы-

вается последними членами спинового гамильтониа-

на под знаком суммирования. Представлены опера-

торы ядерного спина для ядер 29Si (ISi = 1/2) или
13C (IC = 1/2), расположенных в разных координа-

ционных сферах относительно положений дивакан-

сии VSi-VC, gNi – g-фактор ядра i (gN – отрицатель-

ный для 29Si и положительный для 13C), µN – ядер-

ный магнетон. Первая часть суммы отражает сверх-

тонкое взаимодействие, где Ai – тензор, описываю-

щий СТ взаимодействие с i-ми атомами Si или C. СТ

взаимодействия в первой и второй сферах относи-

тельно вакансии Si частично разрешены в спектрах

ЭПР. Вторая часть под знаком суммирования описы-

вает ядерное зеемановское взаимодействие для ядер
29Si и 13C.

Без внешнего магнитного поля (B = 0) основное

состояние S = 1 расщепляется из-за наличия акси-

ального кристаллического поля с параметром тон-

кой структуры D, расщепление между подуровнями

MS = 0 и MS = ±1 имеет значение ∆ = D. Оп-

тическое возбуждение приводит к изменению насе-

ленностей (выстраиванию) спиновых состояний ди-

вакансии в SiC, в результате избыточно населяется

уровень MS = 0 и опустошаются уровни MS = ±1

(вставка на рис. 2). Изменение населенностей уров-

ней в результате резонансного воздействия микро-

волнового излучения приводит к сильным изменени-

ям интенсивности фотолюминесценции (ФЛ). Этот

эффект позволяет осуществить оптическое детекти-

рование магнитного резонанса. Техника ОДМР при-

водит к гигантскому увеличению чувствительности,

вплоть до возможности регистрировать одиночные

спины [10, 11, 23].

Параметры тонкой структуры рассматриваемых

в настоящей работе триплетных центров приведе-

ны в ряде работ [28, 30, 31], в них представлены раз-

личные конфликтующие модели, которые были пе-

ресмотрены и окончательно установлены как ней-

тральные дивакансии VSi-VC в основном триплет-

ном состоянии в 6H-SiC [1]. Было показано, что ос-

новное состояние соответствует S = 1, в результа-

те сделан вывод о нейтральном зарядовом состоянии

дивакансии в решетке SiC, т.е. имеются по 4 элек-

трона на связях для вакансии углерода и кремния.

Позднее модель нейтральной дивакансии была под-

тверждена в 4H-SiC [2]. Параметры D для семейства

P6 и P7, найденные в различных работах, в основ-

ном совпадают, несмотря на различие в интерпрета-

ции структуры этих центров. В наших эксперимен-

тах для P6′ и P6′′ параметрD равен ∼ 440×10−4 см−1

и ∼ 430× 10−4 см−1 соответственно.

Частоты переходов ДЭЯР, определяемые прави-

лами отбора, ∆MS = 0 и ∆mI = ±1, даются форму-

лами [12]:

νENDORi = h−1|MS [ai+bi(3 cos
2 θ−1)]−gNiµNB|, (2)

где ai и bi – изотропная и анизотропная части

СТ взаимодействия с i-м ядром, θ – угол меж-

ду внешним магнитным полем B и тензором СТ

взаимодействия, gNiµNB/h – ларморовская часто-

та fL. Компоненты тензора СТ взаимодействия мо-

гут быть выражены через изотропную a- и анизо-

тропную b-компоненты как A‖ = a + 2b и A⊥ =

= a − b с аксиальной симметрией относительно оси

p-функции. Здесь a = (8π/3)geµBgNµN|Ψ2s(0)|2 и

b = (2/5)geµBgNµN〈r−3
2p 〉, где ge – электронный g-

фактор, а Ψ – волновая функция неспаренного элек-

трона, т.е. значения a и b дают возможность одно-

значно определять спиновую плотность на ядрах ли-

гандов.

На рисунке 3 представлены зарегистрированные

по ЭСЭ спектры ДЭЯР дивакансий VSi-VC в кри-

сталле 6H-SiC, обогащенном изотопом 13C ∼ 12 %

при непрерывном оптическом возбуждении лазером

808 нм и температуре 150 К. Справа представлен

спектр ЭПР, зарегистрированный по ЭСЭ в ориен-

тации, близкой к B‖c (θ = 0◦). Спектры ДЭЯР, обо-

значенные как lf (low field) и hf (high field), соответ-

Письма в ЖЭТФ том 116 вып. 7 – 8 2022



486 Р. А. Бабунц, Ю. А. Успенская, А. С. Гурин и др.

Рис. 3. (Цветной онлайн) Зарегистрированные по ЭСЭ в диапазоне 94 ГГц спектры ДЭЯР нейтральной дивакансии

VSi-VC, P6′, в кристалле 6H-SiC, обогащенном изотопом 13C ∼ 12% при непрерывном оптическом лазерном возбужде-

нии. Справа представлены две линии ЭПР P6′ центров: высокополевая (hf) и низкополевая (lf). На вставках показаны

в увеличенном масштабе линии ДЭЯР, зарегистрированные в области ларморовских частот 13C и 29Si. На правой

вставке представлена угловая зависимость СТ структуры (HFS) для одной из групп координационной сферы CIII

ствуют низкополевому и высокополевому ЭПР пере-

ходам, показанным справа. Наблюдается зеркальное

отражение линий ДЭЯР, обусловленных СТ взаимо-

действиями с 13C и 29Si, находящихся в различных

координационных сферах относительно дивакансии,

зарегистрированных по низкополевому и высокопо-

левому переходам. СТ взаимодействия с ядрами 29Si

и 13C однозначно разделены благодаря селективному

заселению уровней тонкой структуры с определен-

ными значениями MS. Определены знаки этих взаи-

модействий и, как следствие, знаки осциллирующей

спиновой плотности на ядрах 29Si и 13C. Определены

значения СТ взаимодействия с ядрами 29Si и 13C, ко-

торые могут быть использованы рядом алгоритмов

квантовой обработки информации в качестве долго-

временной памяти (см., например, [32]).

Отличительной особенностью спектров ДЭЯР яв-

ляется наблюдение интенсивных сигналов на лармо-

ровских частотах 13C и 29Si, т.е. переходы ЯМР на

удаленных сферах от дивакансии с S = 1 индуциру-

ют сильные изменения населенностей спиновых под-

уровней центра, что и отражается в изменениях ин-

тенсивности ЭСЭ. На вставках рис. 3 показаны в уве-

личенном масштабе линии ДЭЯР, зарегистрирован-

ные в области ларморовских частот 13C и 29Si. На

правой вставке рис. 3 представлена угловая зависи-

мость СТ структуры (hyper-fine structure – HFS) для

одной из групп координационной сферы CIII.

В соответствии с предложенной моделью ней-

тральной дивакансии с S = 1 основную роль для СТ

взаимодействий играет вакансия кремния, в ближай-

шем окружении которой находятся три атома угле-

рода CNN (один атом углерода, # 1, расположенный

вдоль оси c кристалла отсутствует), # 2–4, располо-

женные в эквивалентных позициях вдоль связей, от-

вернутых на 70◦ от оси c. На вставке рис. 2 показа-

ны сателлиты, обусловленные СТ взаимодействиями

именно с тремя атомами углерода, обозначенные как

# 2, # 3 и # 4 на схеме рис. 1с. Отметим, что в спек-

тре ЭПР на рис. 1а для изолированной (темной) ва-
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Таблица 1. Сверхтонкие взаимодействия с ядрами 13C и 29Si, окружающими нейтральные дивакансии Si-C со спином S = 1,
обозначенные как P6′ и P6′′ в 6H-SiC. СТ взаимодействие с тремя атомами C, расположенными в ближайшем окружении (NN)
кремниевой вакансии, входящей в состав дивакансии, имеет симметрию, близкую к аксиальной вдоль направления связи Si-C,
поэтому параметры даны параллельно связи (A‖) и перпендикулярно связи (A⊥). Структура центра P6′ и обозначения атомов C
и Si приведены на рис. 1с. Жирным шрифтом выделены группы линий, принадлежащих одному типу позиций атомов углерода

Центр Позиция C Расщепления СТ взаимодействия

и Si для 13C, 29Si (МГц)

CNN(2-4) A70 = 60

A‖ ≈ 114, A⊥ ≈ 49

z-ось (‖) вдоль направления связи VSi-CNN

θ = 0: 1.651, 1.637, 1.582; 1.568, 0.798, 0.672;

−1.346, −1.221, −0.256

θ = 10: 1.776, 1.734, 1.678, 1.582, 1.540, 1.498;

−1.317

CIII θ = 20: 1.907, 1.852, 1.623, 1.525, 1.345, 1.303; 0.95, 0.881,

0.839, 0.728, 0.7;

−1.283

P6′ θ = 30: 2.004, 1.935, 1.588, 1.463, 1.22, 1.185; 1.006, 0.776,

0.693;

−1.221

Удаленные координационные сферы

0.067, 0.038; −0.064, −0.036

SiNNN (1-3): 19.412

SiNNN (4-9): 9.09, 9.15

SiNNN (1-12) SiNNN (10-12):

θ = 0: 1.015, 0.987, 0.736, 0.721, 0.553;

−1.945, −1.244, −0.836, −0.513

Удаленные координационные сферы

0.062, 0.035; −0.064, −0.038

CNN (2-4) A70 = 55

P6′′ [CI] A‖ ≈ 105, A⊥ ≈ 44

z-ось (‖) вдоль направления связи VSi-CNN

кансии кремния с S = 3/2 имеется также взаимодей-

ствие с атомом углерода # 1, который отсутствует в

дивакансии.

В таблице 1 представлены сверхтонкие взаимо-

действия с ядрами 13C и 29Si, окружающими ней-

тральную дивакансию Si-C, обозначенные как P6′ и

P6′′. По данным ЭПР, СТ взаимодействие с тремя

атомами углерода, расположенными в ближайшем

окружении кремниевой вакансии, входящей в состав

дивакансии, имеет симметрию близкую к аксиальной

вдоль направления связи, поэтому параметры да-

ны параллельно связи (A‖) и перпендикулярно свя-

зи (A⊥). Константа СТ взаимодействия определяется

по формуле A = (A2
‖ cos

2 θ + A2
⊥ sin2 θ)1/2.

Структура центра P6′ и обозначения атомов C и

Si приведены на рис. 1с. Положительным значениям

СТ расщепления для 29Si соответствует отрицатель-

ная спиновая плотность, а положительным значени-

ям СТ расщепления для 13C соответствует положи-

тельная спиновая плотность (также верно обратное

утверждение). Мы не анализировали полные ориен-

тационные зависимости сигналов ДЭЯР, так как при

больших значениях угла линии ЭПР начинают пере-

крываться, как для разных переходов в дивакансии,

так и с линиями ЭПР других спиновых центров. Тем

не менее в табл. 1 мы приводим значения СТ взаи-

модействий с различными координационными сфе-

рами, полученными из спектров ДЭЯР. Видно, что

ряд сигналов обладает сильной анизотропией, так-

же различие в знаках может дать информацию для

идентификации позиции атомов 13C и 29Si. Необходи-

мо проведение теоретических расчетов для обоснова-

ния наблюдаемых СТ взаимодействий, что выходит

за рамки настоящей работы.

Широкие возможности для применения карбида

кремния в сенсорике, квантовых вычислениях и для

создания квантовых гироскопов открываются бла-

годаря эффективному воздействию ЯМР на лармо-

ровских частотах 13C и 29Si на сигнал ЭСЭ, что

непосредственно связано с изменением населенно-
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стей электронных спиновых уровней, и, как резуль-

тат, превращение ЯМР в оптические сигналы. По-

добные эффекты наблюдались для NV-центров в ал-

мазе, которые также имеют триплетное основное со-

стояние, как и дивакансии, в которых используют-

ся ядерные магнитные моменты для долговремен-

ной записи информации и при создании гироскопов.

Именно для таких применений необходимо исполь-

зование SiC, обогащенного изотопами с магнитными

моментами в фиксированных пропорциях, поскольку

большинство применений основывается на использо-

вании свойств ядерных магнитных моментов изото-

пов 13C и 29Si. При этом важную роль может играть

различие в знаках магнитных моментов 13C и 29Si,

так как ожидается эффективная компенсация неже-

лательных вращений ядер при их использовании для

разработки гироскопических приборов. Параллель-

ная регистрация ОДМР в 6H-SiC (13C ∼ 12 %) сви-

детельствует о том, что любые изменения населен-

ностей электронных спиновых подуровней изменяют

интенсивность люминесценции спиновых центров.

Заключение. Методами высокочастотного

импульсного ЭПР и ДЭЯР определены величины

электронно-ядерных взаимодействий с ядрами угле-

рода 13C и кремния 29Si на удаленных оболочках для

нейтральных дивакансий со спином S = 1 в условиях

оптически индуцированного выстраивания спинов

в 6H-SiC, десятикратно обогащенном изотопом 13C.

Сверхтонкие взаимодействия с ядрами 13C и 29Si

однозначно разделены благодаря селективному

заселению уровней тонкой структуры с опреде-

ленными значениями MS . Определены знаки этих

взаимодействий и обнаружены осцилляции спиновой

плотности на ядрах 29Si и 13C. Ранее такой эффект

был обнаружен для центров окраски с S = 3/2

в SiC [27], а также теоретически предсказан для

NV-центров в алмазе [33]. Переходы ЯМР на лармо-

ровских частотах 13C и 29Si и частотах, чрезвычайно

близких к ларморовским, отстоящих от них на

килогерцы с осциллирующей спиновой плотностью,

вызывают гигантские изменения населенностей

спиновых подуровней. Этот эффект свидетельствует

о сильном воздействии ЯМР на удаленных ядрах

на населенности электронных спиновых уровней,

изменения которых могут трансформироваться в

сигналы ЭСЭ и оптические сигналы. Отметим,

что оптические сигналы совместимы с полосой

прозрачности волоконной оптики и живой материи.
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В статье показано, что вблизи горизонта вращающихся черных дыр возможны температуры поряд-

ка температуры фазового перехода в модели Хиггса стандартной модели элементарных частиц. Даны

численные оценки параметра расстояния от горизонта, а также испускаемого при столкновении частиц

гравитационного и электромагнитного излучений.
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1. Введение. В Брукхейвенской национальной

лаборатории на релятивистском коллайдере тяже-

лых ионов при столкновении ионов золота в 2010 г.

была получена кварк-глюонная плазма, температура

которой составляла 4 триллиона градусов Цельсия.

В 2012 году сообщалось о достижении температуры в

5 триллионов градусов кварк-глюонной плазмы, воз-

никающей при столкновении ядер свинца при энер-

гиях порядка нескольких ТэВ на каждый сталкива-

ющийся нуклон на Большом адронном коллайдере

(БАК). Однако исследование столкновений частиц в

окрестностях вращающихся черных дыр [1–5] пока-

зало, что можно говорить о существовании в природе

естественного суперколлайдера с энергиями столк-

новений, значительно превышающими достижимые

на БАК. Тем самым возникновение кварк-глюонной

плазмы в таких столкновениях должно иметь след-

ствием появление очень высоких температур. По-

этому представляет интерес вопрос о возникновении

температуры фазового перехода в кварк-глюонной

плазме, в частности, в теории электрослабого вза-

имодействия. При этой температуре происходит из-

менение вакуума, в силу чего среднее по вакууму от

хиггсовского поля обращается в нуль. Масса квар-

ков становится равной нулю и кварк-глюонная плаз-

ма меняет существенно свои свойства. Целью насто-

ящей статьи является указать, при каких условиях

это происходит, в частности, на каких расстояниях

от горизонта событий черной дыры имеет место ука-

занное явление. Ранее фазовый переход в электро-
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слабых взаимодействиях обсуждался в космологии

Киржницем и Линде [6, 7], Вайнбергом [8] и др.

2. Фазовые переходы в ранней Вселенной.

При экстраполяции стандартной космологической

модели на времена, близкие к моменту Большого

взрыва, теоретически могли достигаться очень высо-

кие температуры и могли иметь место следующие пе-

реходы между состояниями космической среды, ко-

торые обычно называют космологическими фазовы-

ми переходами:

1) между кварк-глюонной плазмой и адронами

при энергиях E порядка 200 МэВ. Соответствующая

температура T = E/kB ≈ 1012 К, где kB = 1.380649×
×10−23 Дж/К – постоянная Больцмана, могла иметь

место в расширяющейся Вселенной во время порядка

10−6 с после Большого взрыва.

2) Электрослабый фазовый переход при энергиях

порядка EW ≈ 100ГэВ. Соответствующая темпера-

тура TW ≈ 1015 К могла иметь место во время поряд-

ка 10−12 с после Большого взрыва.

3) Переход Большого объединения при энерги-

ях EGUT ≈ 1016 ГэВ. Температура, соответствующая

энергии Большого объединения TGUT = EGUT/kB ≈
≈ 1029 К, могла не достигаться в ранней Вселен-

ной [9], в моделях с инфляционной стадией, в кото-

рых температура разогрева значительно ниже TGUT.

В моделях с радиационно-доминированной стадией

в ранней Вселенной температура TGUT могла быть

достигнута на временах порядка 10−38 с.

Отметим, что возможное существование фазо-

вых переходов в ранней Вселенной приводит к из-

вестной проблеме космологической постоянной [9].

Дело в том, что плотность энергии вакуума, со-
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ответствующая указанным фазовым переходам, на

много порядков превосходит значение, соответствую-

щее наблюдаемой космологической постоянной. Для

объяснения этого приходится предполагать тонкую

подстройку исходного затравочного значения космо-

логической постоянной.

3. Хокинговская температура в окрестно-

сти горизонта невращающейся черной дыры.

Высокие температуры и области возможных фазо-

вых переходов могут иметь место в окрестностях го-

ризонта черных дыр благодаря открытому Хокин-

гом [10, 11] эффекту теплового излучения черных

дыр.

Метрика невращающейся черной дыры может

быть записана в виде

ds2 =
(
1− rg

r

)
c2dt2 − dr2

1− rg
r

− r2dΩ2, (1)

где rg = 2GM/c2, G – гравитационная постоянная,

c – скорость света, M – масса черной дыры, dΩ2 =

= dθ2+sin2 θ dϕ2. Хокинговская температура на бес-

конечном удалении от черной дыры Шварцшильда

равна [12]:

TH =
~c3

8πkBGM
≈ 6.169 · 10−8K · M⊙

M
, (2)

где ~ = 1.05457 · 10−34Дж · с – приведенная постоян-

ная Планка, M⊙ – масса Солнца.

Как известно [13], в гравитационном поле в усло-

виях термодинамического равновесия имеет место

равенство

T
√
g00 = const. (3)

Поэтому для хокинговской температуры невращаю-

щейся черной дыры в точках со значением радиаль-

ной координаты r получим

T (r) = TH/

√
1− rg

r
=

~c

4πkBrg

√
r

∆r
≈

≈ 6.169 · 10−8K · M⊙

M

√
r

∆r
, (4)

где ∆r = r− rg . Для значений радиальной координа-

ты, на которых достигается заданная температура T

хокинговского излучения, получим, при r ≈ rg,

∆r ≈ ~
2c4

32π2k2BGMT 2
≈ 1.12 · 10−11

T 2

M⊙

M
(м). (5)

В последнем равенстве значение температуры изме-

ряется в кельвинах, а расстояние выражается в мет-

рах. Подставляя в формулу (5) температуру кварк-

глюонного фазового перехода, получим для черной

дыры солнечной массы расстояние ∆r ≈ 10−35 м.

Эта величина порядка значения планковской дли-

ны lPl =
√
~G/c3 ≈ 1.616 ·10−35 м. Для черных дыр

больших масс эта величина будет еще меньше.

Отметим, что r – это радиальная координа-

та, ее нельзя отождествлять с физическим поняти-

ем расстояния, которое может быть определено в

искривленном пространстве-времени лишь локаль-

но [14]. Для пояснения смысла r напишем радиаль-

ное уравнение времениподобных геодезических в по-

ле Шварцшильда (1) (см. [15], § 19):

(
dr

c dτ

)2

= ε2 −
(
1− rg

r

)(
1 +

L2

(mcr)2

)
, (6)

где τ – собственное время движущейся частицы мас-

сы m, ε = E/(mc2) – ее удельная энергия, L – ее

момент импульса. Из формулы (6) следует

dτ =
dr

c

√
ε2 −

(
1− rg

r

) (
1 + L2

(mcr)2

) . (7)

Для частицы с фиксированным значением момента

импульса, получаем из (7) при r → rg, что время

пребывания в области dr примерно равно dr/(εc).

Для частиц, падающих из далекой от горизонта со-

бытий области, полная энергия не может быть мно-

го меньше mc2, и, следовательно, время пребывания

в указанной области по порядку величины не пре-

вышает dr/c. Поэтому полученные оценки ∆r для

кварк-глюонного фазового перехода показывают, что

снаружи горизонта событий черной дыры вещество

сможет находится в таком состоянии в течении про-

межутка времени порядка планковской величины,

что для наблюдения физически неприемлемо.

Вывод: наблюдать фазовые переходы, даже

кварк-глюонные, в окрестности горизонта аст-

рофизических черных дыр за счет хокинговской

температуры нельзя.

4. Температура, достигаемая при столкно-

вениях вблизи горизонта экстремально вра-

щающейся черной дыры. Метрика Керра вра-

щающейся черной дыры [16] в координатах Бойера–

Линдквиста [17] имеет вид:

ds2 =
ρ2∆

Σ2
c2dt2− sin2θ

ρ2
Σ2 (dϕ−ωdt)2− ρ2

∆
dr2−ρ2dθ2,

(8)

где

ρ2 = r2 +
a2

c2
cos2θ, ∆ = r2 − 2GMr

c2
+
a2

c2
, (9)

Σ2 =

(
r2 +

a2

c2

)2

− a2

c2
sin2θ∆, ω =

2GMra

Σ2c2
, (10)
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M – масса черной дыры, aM – ее момент импуль-

са. Полагаем, что 0 ≤ a ≤ GM/c. Горизонт событий

керровской черной дыры соответствует значению ко-

ординаты

r = rH ≡ G

c2

(
M +

√
M2 −

(ac
G

)2
)
. (11)

Согласно [1] энергия столкновения в системе цен-

тра масс двух частиц массы m, с моментами импуль-

са L1, L2, нерелятивистских на бесконечности, сво-

бодно падающих в экваториальной плоскости на чер-

ную дыру с моментом импульса aM , равна

E2
c.m.

m2c4
=

2

x(x2 − 2x+A2)

[
2A2(1 + x)−

− 2A(l1 + l2)− l1l2(x− 2) + 2(x− 1)x2 − (12)

−
√
2(A−l2)2−l22x+2x2

√
2(A−l1)2−l21x+2x2

]
,

где используются безразмерные величины

x = rc2/GM , l = Lc/GmM , A = ac/GM . Для экс-

тремально вращающейся черной дыры A = 1, а го-

ризонт событий соответствует значению x = xH = 1.

Чтобы падающая частица смогла достигнуть гори-

зонта событий, ее момент импульса должен быть не

очень большим по абсолютной величине. Например,

при падении в экваториальной плоскости момент

импульса нерелятивистской на бесконечности час-

тицы (E/mc2 = 1), достигающей горизонта черной

дыры, должен лежать в пределах

−2[1 +
√
1 +A] ≤ l ≤ 2[1 +

√
1−A]. (13)

В случае невращающейся (A = 0) черной дыры энер-

гия столкновения двух частиц с моментами импуль-

са l1 = 4 и l2 = −4 у горизонта событий составля-

ет 2
√
5mc2. С ростом скорости вращения черной ды-

ры максимально достижимая энергия столкновения

в системе центра масс увеличивается [3].

В случае экстремально вращающейся черной ды-

ры частица с максимально возможным моментом

импульса l2 = 2 (критическая частица) будет в

свободном падении бесконечно долго по собствен-

ному времени накручиваться на поверхность гори-

зонта. Энергия соударения этой критической час-

тицы с другой, с моментом импульса l1, лежащим

в интервале (−2(1 +
√
2), 2), может быть неогра-

ниченно большой (резонанс Банадоса–Силка–Веста

(БСВ) [1]) вблизи горизонта событий

E2
c.m.

m2c4
=

4

x(x−1)

(
1−l1 + x2−

√
(1−l1)2− l21x/2 +x

2

)
.

(14)

Для температуры, рассчитываемой по формуле T =

= (Ec.m. − 2mc2)/kB , получим

T =
2mc2

kB

[√
1−l1 + x2−

√
(1−l1)2− l21x/2 +x

2

x(x− 1)
−

− 1

]
≈ 1.083

mc2

kB

√
2− l1
x− 1

, x→ 1. (15)

Расстояние, на котором будет достигаться заданная

температура T

r − rH ≈ 1.17 · (2− l1)rH

(
mc2

kBT

)2

, r → rH . (16)

Для масс m, порядка массы протона и l1 = 0, элек-

трослабая температура достигается в окрестности

экстремально вращающейся черной дыры при

r − rH ≈ 2 · 10−4rH . (17)

Такие расстояния составляют десятки сантиметров

для черных дыр звездных масс и, в отличие от слу-

чая хокинговской температуры, вполне приемлемы

для реализации процесса фазового перехода.

Чтобы оценить соответствующее значение темпе-

ратуры, наблюдаемое вдали от черной дыры, исполь-

зуем уравнение для временной компоненты времени-

подобной геодезической [15]

ρ2
dt

dτ
=

1

∆

(
Σ2ε− 2

(
GM

c2

)2

rl
a

c

)
. (18)

Для частицы с l < 2εrHc/a (некритическая части-

ца) при свободном падении вблизи горизонта экстре-

мально вращающейся черной дыры замедление соб-

ственного времени τ по сравнению со временем на

бесконечности t составляет

dt

dτ
∼ 2ε(2ε− l)

(x− 1)2(1 + cos2 θ)
, x→ 1. (19)

Для критической частицы с l = lH = 2εrHc/a замед-

ление времени равно

dt

dτ
∼ 4ε

(x − 1)(1 + cos2 θ)
, x→ 1. (20)

Ограничения на возможные значения удельной

энергии ε и проекции момента импульса l на ось вра-

щения черной дыры при заданной радиальной коор-

динате r можно получить из уравнений для ради-

альной и угловых компонент геодезических. Ограни-

чимся случаем движения в экваториальной плоско-

сти θ = π/2. Тогда уравнение радиальной компонен-

ты геодезической можно записать в виде [15]

ρ2

c

dr

dτ
= ±

√
R, (21)
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R = Σ2ε2− lr

(
GM

c2

)2(
4ε
a

c
+ l

(
r − 2

GM

c2

))
−r2∆.

(22)

Для критической частицы условие R ≥ 0 приводит

к ограничению ε ≥
√
x/(x+ 2), и, следовательно, за-

медление времени

dt

dτ
&

4√
3(x− 1)

, x→ 1. (23)

Для некритических частиц, падающих на экстре-

мальную черную дыру, удельная энергия может быть

мала. Так, в случае l = 0, из требования R ≥ 0 полу-

чаем ε ≥ εmin, где

εmin =
(x− 1)

√
x√

x3 + x+ 2
∼ x− 1

2
, x→ 1. (24)

В предельном случае εmin замедление времени, со-

гласно (18), равно

dt

dτ
=

√
x2 + 1 + 2/x

x− 1
∼ 2

x− 1
, x→ 1. (25)

В процессе столкновения частиц вблизи горизон-

та событий черной дыры и возникновения кварк-

глюонной плазмы следует ожидать рождения час-

тиц с различными значениями удельных энергии и

импульса и последующего излучения фотонов при

их столкновениях. Как видно из формул (19), (23),

(25), если столкновение происходит вблизи горизонта

x → 1, то энергия столкновения и локальная темпе-

ратура образовавшихся частиц может неограничен-

но расти, но наблюдаемая на большом удалении от

черной дыры температура за счет красного смеще-

ния будет стремиться нулю, при стремлении точки

столкновения к горизонту событий черной дыры.

Зависимость температуры, наблюдаемой на боль-

шом удалении от черной дыры, от радиальной ко-

ординаты x точки столкновения приближенно полу-

чим, комбинируя формулы (15) и (25):

T (x) ≈ mc2

kB
· 2(x− 1)√

x2 + x+ 2/x
×

×
[√

1−l1 + x2−
√
(1−l1)2− l21x/2 +x

2

x(x − 1)
− 1

]
. (26)

Максимальное значение T (x) при l1 = −4 составляет

≈ 0.534mc2/kB и достигается при x ≈ 1.744.

Соответствующие результаты для столкновения

частиц с l1 = −4, l2 = 4 и E1,2 = mc2, падающих в

черную дыру Шварцшильда, имеют вид

T (x) ≈ mc2

kB
· 32

x
(
x+

√
x2 + 16

)
√
x− 2

x
. (27)

Здесь максимальное значение T (x) составляет

≈ 0.803mc2/kB и достигается при x ≈ 2.645.

Таким образом, вне зависимости от скорости вра-

щения черной дыры, наблюдаемая на большом уда-

лении температура, порожденная высокоэнергети-

ческими столкновениями в окрестностях горизон-

та событий, по порядку величины не превосходит

нескольких десятых от значения mc2/kB. Локаль-

ная температура в окрестности места столкновения

в экстремально вращающейся черной дыре может

быть, в принципе, неограниченно большой. Общее

излучение из-за столкновения, выходящее наружу от

черной дыры, не может в силу законов сохранения

превышать сумму энергий сталкивающихся частиц

(2mc2 при столкновении нерелятивистских на беско-

нечности частиц одинаковых масс m, если не рас-

сматривается эффект Пенроуза для вращающихся

черных дыр).

Отметим, что при падении любой частицы на

экстремально вращающуюся черную дыру, эта чер-

ная дыра перестает быть экстремальной [18]. Это

делает сомнительным существование экстремальных

черных дыр в природе. Оценка из работы [19] для

предельного момента импульса черной дыры, дости-

жимого при аккреции вещества на нее, составляет

A = 0.998. При таком значении момента импульса

черной дыры максимальная энергия столкновения

в системе центра масс свободно падающих нереля-

тивистских на бесконечности частиц составит всего

Ec.m. ≈ 19mc2.

5. Многократные столкновения вблизи го-

ризонта неэкстремально вращающихся чер-

ных дыр. Как было показано в работах [2, 3], в

случае неэкстремальных черных дыр сверхвысокая

энергия столкновения в системе центра масс может

быть достигнута в случае многократных столкнове-

ний. Падающие из бесконечности частицы, способ-

ные достичь горизонта, должны иметь небольшой

по абсолютной величине момент импульса. Необхо-

димый для столкновения с большой энергией в си-

стеме центра масс момент импульса одной из частиц

может быть приобретен или в результате многократ-

ных столкновений, или при взаимодействии с элек-

тромагнитным полем аккреционного диска. По по-

рядку величины возможная энергия столкновения в

системе центра масс частицы с моментом импульса l

с другой частицей той же массы m может составлять

величину [2]

Ec.m.(r) ≈
mc2√
δ

√
2(lH − l)

1−
√
1−A2

, (28)

параметр δ характеризует область радиальных коор-
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динат, где возможно высоко-энергетическое столкно-

вение

x ≤ xH +
δ2(1−

√
1−A2)2

4xH
√
1−A2

. (29)

Из (28), (29) для расстояния, на котором может быть

достигнута заданная энергия столкновения Ec.m., по-

лучим

x− xH ≈ (lH − l)2

xH
√
1−A2

(
mc2

Ec.m.

)4

, (30)

в частности, при l = 0 для вращающихся черных дыр

с A, близким к единице,

r − rH ≈ 2.8rH√
1−A

(
mc2

Ec.m.

)4

. (31)

В случае предельного значения [19] A = 0.998 темпе-

ратура электрослабого масштаба по порядку величи-

ны возможна при r−rH ≈ 6·10−3rH . Для черных дыр

звездной массы такие расстояния составляют метры

по порядку величины, а для сверхмассивных черных

дыр это могут быть тысячи километров.

Таким образом, достижение температур кварк-

глюонных и даже электрослабых фазовых пере-

ходов при многократных столкновениях частиц в

окрестности вращающихся черных дыр, в принципе,

возможно.

6. Столкновение макроскопических тел.

Столкновения макроскопических тел в окрестностях

горизонта событий черных дыр могут иметь ме-

сто только в случае, когда такие тела достигают

окрестностей горизонта, не разрушившись прилив-

ными силами поля тяготения. Процессы разруше-

ния макроскопических объектов (звезд) приливными

силами в окрестности сверхмассивных черных дыр

многократно наблюдались в космическом экспери-

менте SRG/eROSITA [20]. Приливные силы вблизи

горизонта уменьшаются с ростом массы черной ды-

ры. Приведем некоторые оценки для массы черных

дыр, при которых макроскопические объекты у го-

ризонта событий не разрушаются (см. также [21],

с. 772). Ограничимся случаем невращающейся чер-

ной дыры и радиальными приливными силами. В

координатах, связанных с центром масс падающего

тела из уравнения девиации геодезических следует

(см. [22], формула (32.24b)):

D2ξr

dτ2
=

2GM

r3
ξr, (32)

где ξr – соответствующая радиальная координата.

Для оценки примем, что звезда или падающая пла-

нета разрушаются, если приливные силы для точек

центра масс и поверхности превышают силу притя-

жения точек поверхности к центру падающего тела.

Будем считать, что падающий объект представляет

собой однородный шар плотности ρ и радиусом R.

Тогда для падения без разрушения до горизонта по-

лучим
2GM

r3g
R <

G4πρR3

3R2
. (33)

Следовательно, звезда или планета, связанная сила-

ми гравитации, не разрушится при падении до гори-

зонта событий, если масса черной дыры превышает

M >
c3

4G3/2

√
3

πρ
,

M

M⊙
> 1.9 · 108

√
ρW
ρ
, (34)

где ρW = 103 кг/м3. Таким образом, о столкновении

со скоростью сближения, близкой к скорости све-

та звезд или планет, можно говорить только вбли-

зи горизонта событий сверхмассивных черных дыр c

массой, превышающей 108 масс Солнца. Такие чер-

ные дыры встречаются в центрах многих галактик.

Столкновение компактных объектов звездных масс

вблизи сверхмассивных черных дыр рассматрива-

лось ранее в [23]. В работе [24] было показано, что

вокруг сверхмассивных черных дыр должны обра-

зовываться огромные облака из комет, астероидов и

камней.

Оценим теперь массу черной дыры, допускаю-

щую падение до горизонта без разрушения камня

обычных размеров в несколько сантиметров (мет-

ров). В этом случае разрушение падающего камня

наступит, если приливные силы превысят его предел

прочности (на разрыв для радиального направления,

или пределы сжатия для полярных и азимутальных

направлений). Ограничимся случаем разрыва в ра-

диальном направлении и в качестве предела прочно-

сти возьмем прочность титановых сплавов на разрыв

σ = 109 Па. Чтобы тело с характерным размером d и

плотностью ρ не разрушилось, необходимо выполне-

ние равенства
GM

4r3g
ρd2 < σ (35)

(см. вывод формулы (32.25a) в [22]). Подставив вы-

ражение для гравитационного радиуса rg и для чис-

ленной оценки, выбрав плотность железа ρ = 7.87×
× 103 кг/м3, получим

M >
c3d

4G

√
ρ

2σ
,

M

M⊙
> 102d, (36)

где d измеряется в метрах. Таким образом, столкно-

вения “камней” размерами 0.1м со скоростями, близ-

кими к скорости света, возможны у горизонта чер-

ных дыр звездных масс.
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Для получения высоких температур необходима

не суммарно большая энергия столкновения, а боль-

шая энергия столкновения на каждую составляю-

щую тело частицу. Для макроскопических тел меха-

низм многократных столкновений, очевидно, непри-

меним, так как любое столкновение с релятивистски-

ми скоростями неизбежно приведет к разрушению

тел. Поэтому столкновения с энергиями в системе

центра масс, значительно превышающими mc2, мог-

ли бы осуществляться только в окрестности горизон-

та экстремально вращающихся черных дыр.

Следует ожидать, что процесс ультрареляти-

вистских столкновений макроскопических тел име-

ет сложную структуру. Такие процессы пока не на-

блюдались в природе. Отметим, что при столкнове-

ниях нейтронных звезд или слиянии черных дыр,

наблюдавшихся по всплескам гравитационного из-

лучения, скорости сталкивающихся объектов хотя и

близки к скорости света, но соответствующий фак-

тор γ = 1/
√
1− v2/c2 не значительно превосходит

единицу.

При ультрарелятивистском столкновении макро-

скопических тел (кинетическая) энергия каждой со-

ставляющей эти тела частицы значительно превосхо-

дит энергию электромагнитных связей этих частиц в

самих телах. Поэтому такие тела в модели ультраре-

лятивистских столкновений следует рассматривать,

как сталкивающиеся облака частиц. Если размеры

d облака таковы, что σnd ≪ 1, где σ – эффективное

сечение рассеяния, n – концентрация частиц, то в ре-

акцию вступает лишь незначительное число частиц

облака и в процессе столкновения облака проходят

друг сквозь друга, не разрушаясь. Для оценочного

расчета возьмем σ = πr2n – площадь поперечного се-

чения ядра, с радиусом rn ≈ 10−15 м, а концентра-

цию положим равной концентрации атомов железа

n = 8.4 · 1028 м−3. Тогда полное разрушение будет

иметь место при столкновении твердых тел с харак-

терными размерами d ≥ 30м. В этом случае столк-

новение макротел будет приводить к ультрареляти-

вистским парным столкновениям составляющих те-

ла нуклонов.

При ультрарелятивистских столкновениях мак-

роскопических тел следует ожидать всплеск элек-

тромагнитного и гравитационного излучения. Бу-

дем считать, что столкновение макротел приводит

к парным столкновениям составляющих эти тела

нуклонов и воспользуемся оценками, полученными

в работе [25]. Гравитационное излучение при парных

столкновениях частиц массы m можно оценить по

формуле (10.4.23) из книги [26]. Оно будет подавле-

но фактором m2/M2
Pl (см. формулу (11) в [25])), где

MPl – планковская масса. Электромагнитное излу-

чение по порядку величины составит

Eem ≈ e2

~c
Ec.m. (37)

(см. формулу (17) в [25]), где e – элементарный элек-

трический заряд. Очевидно, даже с учетом красного

смещения у горизонта суммарное электромагнитное

излучение от столкновения макротел будет значи-

тельным и может быть доступным наблюдению. Так,

при столкновении в окрестности горизонта экстре-

мально вращающейся черной дыры массой 109M⊙ в

точках с радиальной координатой rH+7 ·105 км мак-

симальная энергия столкновения в системе центра

масс может достигать 100mc2. Для парных столк-

новений нуклонов это будет энергия электрослабого

объединения. Если с соответствующим γ-фактором

сталкиваются два железных астероида диаметром

1 км, то максимальная суммарная энергия столк-

новения в системе центра масс составит порядка

3 · 1031 Дж. Электромагнитное излучение в системе

центра масс вблизи столкновения может составить

2 · 1029 Дж при мощности порядка 1034 Вт, а на боль-

шом удалении от черной дыры за счет красного сме-

щения и замедления времени в гравитационном поле

может наблюдаться вспышка электромагнитного из-

лучения с энергией порядка 1025 Дж при мощности

порядка 1028 Вт.

7. Заключение. Стандартная модель предска-

зывает существование частицы Хиггса, предсказан-

ной из модели Хиггса, в свою очередь, основанной

на модели Голдстоуна. Модель Голдстоуна построе-

на, как известно [27], по аналогии с теорией сверхте-

кучести и сверхпроводимости и предполагает суще-

ствование двух вакуумов – симметричного и асим-

метричного. Экспериментальное открытие на БАК

бозона Хиггса заставляет серьезно относиться к воз-

можности фазового перехода от одного вакуума к

другому при высоких температурах, как это имеет

место в квантовой нерелятивистской теории многих

тел, где роль вакуума играет основное состояние. В

настоящей статье показано, что такой фазовый пе-

реход в стандартной модели возможен вблизи гори-

зонта вращающихся черных дыр (в их эргосфере)

при многократных столкновениях для неэкстремаль-

ных черных дыр. Для экстремальных черных дыр

эффект возможен и для макротел при столкновени-

ях двух таких тел при условиях наличия резонанса

БСВ [1]. В статье также обсуждаются эффекты, со-

путствующие фазовому переходу – испускание гра-

витационных и электромагнитных волн. Гравитаци-

онное излучение при таких столкновениях оказыва-
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ется незначительным, но электромагнитное излуче-

ние достаточно велико и соответствующая вспышка

может наблюдаться на Земле.

Это исследование поддержано Российским науч-

ным фондом (грант # 22-22-00112).
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Исследована температурная зависимость стимулированного лазерного излучения с высокой степе-

нью циркулярной поляризации в хиральных полупроводниковых наноструктурах в температурном диа-

пазоне от гелиевых температур вплоть до ∼ 140K. Исследования проводились на полупроводниковых

лазерных структурах с электрической накачкой на основе планарных микрорезонаторов с GaAs кванто-

выми ямами внутри и с периодической квадратной решеткой фотонного кристалла хиральной симмет-

рии, сформированного в результате частичного травления на верхнем брэгговском зеркале. При мак-

симальных значениях импульсного тока, текущего через образец, наблюдалась развитая многомодовая

лазерная генерация в виде спектрально очень узких полос с высокой степенью величины циркулярной

поляризации излучения > 70% вплоть до температур ∼ 90K.
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Создание компактных устройств, с помощью ко-

торых можно управлять состоянием поляризации

излучаемого света, является одной из централь-

ных задач нанофотоники. По аналогии со спин-

поляризованными инжекторами тока в спинтронике

[1], где были предложены новые принципы работы

приборов, в которых электронный спин наряду с за-

рядом используется для передачи и обработки ин-

формации [2, 3], компактные источники циркуляр-

но поляризованного излучения открывают возмож-

ность их практического применения в таких бурно

развивающихся областях, как квантовые технологии

оптической записи и чтения квантовой информации

и оптоэлектроника [4, 5].

Обычный способ получения света с круговой

поляризацией заключается в использовании чет-

вертьволновых пластинок из двулучепреломляюще-

го материала, которые имеют сравнительно большую

толщину. Для создания компактных лазеров с кру-

говой поляризацией излучения возможно использо-

вание оптической или электрической инжекции спи-

нов (так называемые спиновые лазеры) [6–8] или же

использование в качестве активных сред оптических

хиральных материалов, например, холестерических

жидких кристаллов [9, 10]. Однако с практической

точки зрения выгодны полностью твердотельные хи-

ральные фотонные или плазмонные структуры, фо-

тонные кристаллы и метаповерхности из-за их совме-

1)e-mail: maksimov@issp.ac.ru

стимости с существующими и широко используемы-

ми лазерными и полупроводниковыми технологиями

[5, 11–16].

Возможность возбуждения фотолюминесценции

(ФЛ) с круговой поляризацией света в полупровод-

никовой гетероструктуре на основе обычных ахи-

ральных полупроводников A3B5 возникает [11, 12],

когда в ее верхнем слое, путем частичного трав-

ления, формируется очень тонкая модулированная

структура с хиральной симметрией. В таких на-

ноструктурах неэквивалентность электромагнитных

мод, циркуляно поляризованных по или против часо-

вой стрелки, возникает из-за общей хиральной сим-

метрии системы и может быть использована для со-

здания компактных излучателей света с круговой

поляризацией без приложения внешнего магнитно-

го поля и без необходимости возбуждения цирку-

лярно поляризованным светом или инжекции спин-

поляризованных носителей.

Слой встроенных в полупроводниковую гетеро-

структуру квантовых точек InAs при оптической на-

качке может демонстрировать ФЛ с круговой поля-

ризацией [12, 14, 15]. Циркулярно поляризованная

ФЛ была получена в наноструктурах из обычных

ахиральных полупроводников A3B5 как в планар-

ном волноводе GaAs, так и в микрорезонаторах с

AlAs/(Al, Ga)As брэгговскими зеркалами, когда на

верхнем слое структуры была образована пласти-

на фотонного кристалла с квадратной решеткой с

C4 хиральной симметрией точечной группы (т. е. без
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плоскостей зеркальной симметрии). В оптимизиро-

ванных структурах степень циркулярной поляриза-

ции ρC ФЛ могла достигать величины ρC ∼ 96%

по отношению к слабому неполяризованному бес-

структурному фону (ρC ∼ 81% с учетом фона [15]).

В полном соответствии с теоретическими расчетами

[14, 15, 17] эти структуры демонстрируют сильную

угловую зависимость спектров ФЛ [16], а знак (σ+

или σ−) круговой поляризации коррелирует с соот-

ветствующей ориентацией фотонного кристалла.

Была также продемонстрирована возможность

лазерной генерации с круговой поляризацией излу-

чения [18] при оптической накачке микрорезонато-

ров AlAs/(Al, Ga)As с квантовыми ямами GaAs в ак-

тивной области и пластиной фотонного кристалла

с хиральной симметрией, вытравленной на верхнем

брэгговском зеркале. Изготовление полупроводнико-

вых микрорезонаторов с высокой добротностью и ле-

гированных брэгговских зеркал позволило реализо-

вать поляритонный лазер с электрической накачкой

со значительно более низким порогом генерации, чем

обычные инжекционные полупроводниковые лазеры

[19]. Следующий важный шаг в этом, также имею-

щем практическое значение, направлении был сде-

лан в работах [20, 21], в которых была продемон-

стрирована реализация полупроводникового лазера

с электрической накачкой с циркулярно поляризо-

ванным излучением. Лазерные структуры состояли

из микрорезонатора AlAs/(Al, Ga)As, содержащего

несколько квантовых ям GaAs в активной области, и

пластины хирального фотонного кристалла, вытрав-

ленной в верхнем распределенном брэгговском отра-

жателе (DBR). Было показано, что в таких устрой-

ствах при низкой температуре наблюдалась лазер-

ная генерация при инжекции электрического тока в

ближней инфракрасной области спектра с высоки-

ми степенями круговой поляризации, достигающи-

ми значений ∼ 90%, при этом направление круговой

поляризации контролируется направлением хираль-

ности фотонно-кристаллической пластины и меняет-

ся на противоположное в зеркально-симметричной

структуре.

Целью настоящей работы было подробное иссле-

дование температурных зависимостей свойств гене-

рации света в инжекционных полупроводниковых

лазерных структурах, аналогичных исследованным

в [21], параметры которых были исходно оптимизи-

рованы на область гелиевых температур, в макси-

мально широком температурном интервале вплоть

до ∼ 140K.

На рисунке 1 схематически показана часть лазер-

ной структуры, в которой при приложении электри-

Рис. 1. (Цветной онлайн) Схема лазерной структуры,

излучающей циркулярно поляризованный свет

ческого напряжения в режиме развитой лазерной

генерации излучается циркулярно поляризованный

свет. Образец был выращен на ориентированной

(100) n-допированной GaAs подложке методом

молекулярно-пучковой эпитаксии. Исследовались

лазеры, выращенные на основе λ-микрорезонатора

Al0.40Ga0.60As. В пучности электрического поля

в центре микрорезонатора располагались четыре

квантовые ямы из GaAs шириной 7 нм, разделенные

4 нм Al0.40Ga0.60As барьерами. 27 n-допированных

кремнием пар слоев AlAs/Al0.20Ga0.80As составляли

нижнее брэгговское зеркало микрорезонатора, а

верхнее содержало 23.5 пары слоев, p-допированных

углеродом. На верхнем брэгговском зеркале были

вытравлены на глубину до середины пятого сверху

слоя Al0.20Ga0.80As фотонные кристаллы с квад-

ратными элементарными ячейками с различным

знаком хиральности. Знак хиральности определялся

направлением закрученности (по часовой стрелке

или против) вытянутых прямоугольников с соот-

ношением длин сторон 2 : 1, лежащих в основаниях
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четырех микростолбиков, из которых состоит эле-

ментарная ячейка фотонного кристалла [21]. Период

фотонного кристалла был равен 880 нм, а размеры

длинных сторон прямоугольников изменялись от 256

до 280 нм в различных лазерных наноструктурах.

Каждая отдельная вертикально излучающая лазер-

ная структура представляла собой параллелепипед

с размерами основания 60×60 мкм2, на верхнем

зеркале которого, внутри площади, ограниченной

золотым кольцевым контактом, размещался фо-

тонный кристалл размером 36 × 36мкм2. Общая

площадь образца составляла величину порядка

1 см2, на которой размещалось несколько сотен

независимых лазерных структур. Микрорезонатор

имел плавно меняющуюся толщину (∼ 228 нм) в

зависимости от места на образце, что обеспечивало

изменение спектрального положения фотонного

резонанса микрорезонатора в разных лазерных

структурах и его отстройку от экситонного уровня

в GaAs квантовых ямах.

Образец помещался в оптический гелиевый крио-

стат с регулируемой температурой. Спектры излу-

чения регеистрировались в направлении, близком к

нормали к поверхности образца с помощью спек-

трометра, оснащенного охлаждаемым CCD детекто-

ром. Максимальное спектральное разрешение изме-

рительной системы составляло ∼ 40мкэВ.

Оптимальные условия для наблюдения мощной

лазерной генерации в исследованных структурах до-

стигались при импульсном электрическом возбужде-

нии прямоугольными импульсами с длительностями

в диапазоне от ∼ 0.1 мкс до ∼ 1 мс со скважностью

∼ 1 : 100. Максимальные значения импульсного тока

J , текущего через различные лазерные структуры,

не превышали ∼ 40мА при самых коротких электри-

ческих импульсах возбуждения.

Развитая лазерная генерация с высокой степенью

циркулярной поляризации излучения ρC & 70% бы-

ла получена вплоть до температур ≃ 90K. На ри-

сунке 2 представлены спектры излучения одного из

лазеров при возбуждении импульсами длительно-

стью 1 мкс в σ+ (сплошные кривые) и σ− (точечные

кривые) циркулярных поляризациях при различных

значениях текущего через образец импульсного то-

ка J . Спектры регистрировались по направлению,

близкому к нормали образца при температуре 90 K.

При малых значениях импульсного тока наблюдался

спектральный сдвиг линии излучения на величину

∼ 1.5мэВ. При дальнейшем увеличении тока возни-

кает несколько узких мод лазерной генерации и на-

блюдается резкий сверхлинейный рост их интенсив-

ности и сужение спектральной ширины.

Рис. 2. (Цветной онлайн) Изменения спектров излуче-

ния хиральной полупроводниковой лазерной структу-

ры в σ+ (сплошные кривые) и σ− (точечные кривые)

циркулярной поляризации с ростом значений импульс-

ного тока J : 2.2, 4.1, 18.9, 20.8, 22.6 и 26.1 мА. Дли-

тельность импульса возбуждения 1мкс, температура

T = 90K

В целом, спектральные характеристики излуче-

ния, наблюдаемые при увеличении тока, текущего

через лазерную структуру, при различных темпера-

турах . 90K не сильно отличаются от характери-

стик, исследованных при низких ∼ 2K температурах

[21]. Типичные зависимости интенсивности лазерно-

го излучения, измеренные при различных темпера-

турах в диапазоне от 2 до 90 K, от текущего через

образец импульсного тока J представлена на верх-

ней панели рис. 3 в двойном логарифмическом мас-

штабе. Видно, что линейная зависимость интенсив-

ности излучения при малых токах, сменяется ее рез-

ким сверхлинейным ростом при достижении порого-

вых значений тока Jth, которые несколько возраста-

ют при повышении температуры.

Нижняя панель рис. 3 демонстрирует, что сте-

пень циркулярной поляризации излучения ρC , кото-
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Рис. 3. (Цветной онлайн) Зависимости интенсивности

I (верхняя панель) и степени циркулярной поляриза-

ции ρC (нижняя панель) излучения полупроводнико-

вого лазера на основе хирального микрорезонатора от

величины импульсного тока возбуждения J (длитель-

ность импульса 1 мкс), измеренные при различных тем-

пературах. Прямая линия на верхней панели отвечает

линейной зависимости величины I от J

рая определяется как ρC = (I+ − I−)/(I+ + I−), где

I+ и I− – интенсивность лазерного излучения в σ+ и

σ− поляризациях, соответственно, при низких токах

(в спонтанном режиме) имеет относительно низкие

значения ρC ∼ 10%, а, начиная с пороговых значе-

ний импульсного тока при его увеличении, наблюда-

ется резкий рост степени циркулярной поляризации

лазерного излучения до величины ρC & 70%. Причи-

ны такого поведения степени циркулярной поляриза-

ции при изменении величины возбуждающего тока,

связанные с конкуренцией различных мод лазерной

генерации, в не полностью оптимизированных лазер-

ных структурах в режиме многомодовой генерации

подробно обсуждались в работах [18, 21].

Длина волны излучения λ основной полосы гене-

рации в исследованных лазерных структурах опре-

деляется соотношением λ = n · d, где n – эффек-

тивный показатель преломления (Al, Ga)As матери-

ала микрорезонатора, а d – точное значение тол-

щины микрорезонатора в месте расположения ла-

зера на образце. Изменение показателя преломле-

ния с температурой приводит к спектральному сме-

щению линий лазерной генерации в красную сторо-

ну на величины ∼ 5мэВ при изменении температу-

ры от 2 до 140 K. На верхней панели рис. 4 точка-

Рис. 4. (Цветной онлайн) Зависимость спектрального

положения линий генерации света двух различных ла-

зеров с близкими параметрами (верхняя панель) и эф-

фективного показателя преломления n (Al,Ga)As ма-

териала микрорезонатора (нижняя панель) от темпе-

ратуры

ми показано спектральное положение линий генера-

ции двух различных лазерных структур с близки-

ми параметрами и слабо различающимися толщи-

нами микрорезонатора. Используя простейшую од-

ноосцилляторную модель для зависимости показате-

ля преломления Al0.40Ga0.60As от температуры [22],

можно хорошо описать наблюдаемый на эксперимен-

те красный сдвиг линий генерации – сплошные ли-

нии на верхней панели рис. 4. Можно восстановить

и само температурное поведение эффективного по-

казателя преломления и его изменение на величину
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∼ 0.01 в этом температурном интервале материала

λ-микрорезонатора (сплошная линия на нижней па-

нели рис. 4) при учете различия номинальных тол-

щин в месте расположения двух лазеров ∼ 1.5 Å.

В исследованных наноструктурах лазерная ге-

нерация наблюдалась при электрической накачке

вплоть до температур T & 140K (рис. 5). На верхней

Рис. 5. (Цветной онлайн) Спектры излучения хираль-

ной полупроводниковой лазерной структуры при раз-

личных значениях импульсного тока J длительности

0.1 мкс (верхняя панель). Спектры в σ+ (сплошная

кривая) и σ− (точечная кривая) циркулярной поляри-

зации при величине импульсного тока J ≈ 41мА и сте-

пень циркулярной поляризации излучения ρC (пунк-

тирная кривая) полупроводникового лазера на основе

хирального микрорезонатора (нижняя панель). Темпе-

ратура T = 143K

панели рис. 5 показано изменение спектров излуче-

ния одной из лазерных структур при возбуждении

импульсами длительностью 0.1 мкс при различных

возбуждающих токах. При температуре 143 K так-

же наблюдается спектральное сужение линий генера-

ции и сверхлинейный рост их интенсивности. Одна-

ко, как видно из нижней панели рис. 5, где подробно

показаны спектры в двух различных циркулярных

поляризациях излучения при максимальном возбуж-

дающем токе J ≈ 41мА и спектральная зависимость

их степени поляризации ρC , максимальные значения

степени поляризации различных мод генерации не

превышают по модулю величины 20–30 %.

Таким образом, мы продемонстрировали, что

в исследованных полупроводниковых лазерных

структурах на основе брэгговского микрорезонатора

AlAs/(Al, Ga)As с хирально вытравленным сегмен-

том фотонного кристалла на верхнем отражателе

можно при электрической накачке получать лазер-

ное излучение в широком температурном диапазоне

с высокой (ρC & 70%) степенью циркулярной по-

ляризации излучения до температур T & 90K, а с

более низкой – вплоть до T & 140K. Такие структу-

ры являются компактными источниками лазерного

излучения с круговой поляризацией, знак которой

может быть задан на этапе изготовления за счет

симметрии хирального фотонно-кристаллического

зеркала. Можно ожидать, что адаптация конструк-

ции использованных лазеров позволит реализовать

устройства, работающие при комнатной темпе-

ратуре [18]. Также можно предположить, что

оптимизированные структуры смогут работать в

режиме сильной связи, обеспечивая сверхнизкие

пороги генерации благодаря большой поляритонной

нелинейности [19].
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5. H. Hübener, U.De Giovannini, C. Schäfer, J. Andberger,
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M. Kamp, and S. Höfling, Phys. Rev. B 92, 205309

(2015).

16. А.А. Максимов, А.Б. Пещеренко, Е.В. Филатов,

И.И. Тартаковский, В. Д. Кулаковский, С. Г. Тиходе-

ев, С.В. Лобанов, Х. Шнайдер, С. Хeфлинг, Письма

в ЖЭТФ 106, 615 (2017).

17. S.V. Lobanov, T. Weiss, N.A. Gippius,

S.G. Tikhodeev, V.D. Kulakovskii, K. Konishi,

and M. Kuwata-Gonokami, Opt. Lett. 40, 1528 (2015).

18. A.A. Demenev, V.D. Kulakovskii, C. Schneider,

S. Brodbeck, M. Kamp, S. Hoefling, S.V. Lobanov,

T. Weiss, N.A. Gippius, and S.G. Tikhodeev, Appl.

Phys. Lett. 109, 171106 (2016).

19. C. Schneider, A. Rahimi-Iman, N.Y. Kim, J. Fischer,

I.G. Savenko, M. Amthor, M. Lermer, A. Wolf,

L. Worschech, V.D. Kulakovskii, I. A. Shelykh,

M. Kamp, S. Reitzenstein, A. Forchel, Y. Yamamoto,
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Luminescent carbonaceous nanoparticles or carbon

nanodots (CNDs) are an emerging class of nanomate-

rials with unique and attractive properties for appli-

cation in fluorescent bioimaging, fluorescence sensing,

photocatalysis and light emitting devices [1, 2]. CNDs

commonly exhibit visible photoluminescence (PL) at-

tributed to small luminescent organic groups within

their structure [3]. Due to heterogeneity of these emis-

sion centers CNDs frequently have excitation-dependent

or even multicolor PL [4]. Knowing if a single nanopar-

ticle can carry several emitters of the same or differ-

ent colors is essential for understanding luminescence

mechanism of CNDs and tailoring their emission prop-

erties. Usually this information is obscured by ensemble-

averaged luminescence measurements. Detection of PL

from a single nanodot using fluorescence microscopy can

uncover distribution of emission centers of CNDs [5, 6],

but is laborious and requires expensive and complicated

equipment.

An alternative strategy for revealing localization of

luminescence emitters of CND is based on nonradioac-

tive resonance energy transfer (RET) between closely

situated emitters [7]. RET affects emission anisotropy in

case of homotransfer between fluorophores of the same

type and also emission spectra and decay kinetics in case

of heterotransfer between fluorophores of different emis-

sion colors (Fig. 1a). Here we employed measurements

of luminescence anisotropy and photobleaching-induced

changes in spectra and decay kinetics to study RET ef-

fects and uncover multiple emissions centers localized

on the same nanoparticle.

Two types of carbon nanodots referred as p- and b-

CNDs were produced by pulsed laser synthesis from liq-

uid pyridine and benzene respectively [8]. Both samples

consisted of nanometer-sized particles and exhibited vis-

ible PL with broad and excitation-dependent emission

1)e-mail: astafiev.artyom@gmail.com

spectra. In order to reveal homo-RET effects we ana-

lyzed anisotropy decay of blue PL of CNDs at 450 nm

emission wavelength as a function of solvent viscosity

η. We show that a simple model of a cluster of several

identical fluorophores in solution [9] predicts that the

anisotropy decay rate is a linear function of inverse vis-

cosity:

K = α/η +K0, (1)

where α and K0 are independent of viscosity and the

first term corresponds to depolarization due to rota-

tional diffusion of nanodots in solution and the second

viscosity-independent term K0 – to RET between fluo-

rophores. Measurements of anisotropy decay kinetics of

p- and b-CNDs under pulsed laser excitation in glycerol-

ethanol mixtures confirmed that the anisotropy decay

rate followed the linear dependence (1) (Fig. 1b). The

homo-RET rate of p- and b-CNDs was found as an inter-

cept on a linear fit of experimental K(1/η) dependence

and was equal to 0.17 and 0.22 ns−1 respectively. The

homo-RET rate could be increased by photooxidation of

CNDs, which produced additional luminescence groups

and increased the average number of luminescence emit-

ters per nanoparticle.

Presence of energy exchange between emission

centers of CNDs was confirmed by measurement of

anisotropy decay kinetics in pure glycerol, where

rotational diffusion was arrested due to high solvent

viscosity. Emission anisotropy of p- and b-CNDs in

glycerol decayed as a single exponent and decay times –

7 and 4.5 ns respectively were in reasonable agreement

with inverse of the homo-RET rate. Almost complete

depolarization of PL at long time reveals that nanodots

carry a large number of emission centers exchanging

excitation energy – at least 10–15 per nanoparticle in

average.

Steady-state emission anisotropy of p- and b-CNDs

in glycerol strongly decreased with increase of the emis-
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Fig. 1. (Color online) (a) – Scheme of homo- and hetero-RET between emitters localized on the same carbon nanodot. (b) –

Anisotropy decay rate K of p-CNDs (1) and b-CNDs (2) at 450 nm emission wavelength as a function of solvent inverse

viscosity, experimental data points and linear fit. Linear fit is expressed with the formula: K = 2.73/η + 0.17 (p-CNDs) and

K = 2.15/η + 0.23 (b-CNDs)

sion wavelength. This fact suggests that green and yel-

low luminescence is excited by hetero-RET from blue

emitters. Hetero-RET was further confirmed by photo-

bleaching experiments, where CNDs solution was con-

tinuously irradiated with a blue diode at 450 nm wave-

length. Irradiation resulted in bleaching of green PL, at

the same time the intensity of blue PL of both samples

increased by 20–25 % and the lifetime of blue PL became

longer. These results are interpreted as dequenching of

blue emitters (energy donors) upon bleaching of green

emitters (acceptors). The average hetero-RET efficiency

was estimated as 0.17 and 0.20 and heterotransfer rate

as 0.17 and 0.33 ns−1 for p- and b-CNDs respectively.

In conclusion, we demonstrated homo- and hetero-

RET within aromatic compounds–derived luminescent

carbon nanodots, which revealed that a single nanodot

can carry multiple luminescence emitters exchanging en-

ergy by nonradiative transfer. Resonance energy trans-

fer influence luminescent properties of nanodots and

should be considered in tailoring luminescent perfor-

mance of CNDs and analysis of emission anisotropy.

Experimental protocol described in the letter can be

applied to other types of luminescent nanoparticles.
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Особенности получения мощных (до 1 МВт, 100 мДж) 3-мкм

наносекундных лазерных импульсов в эрбиевых кристаллах
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Исследованы усилительные и генерационные свойства эрбиевых лазерных кристаллов (Er:YAG,

Er:YSGG, Cr:Er:YSGG) с высокой (до 50 %) концентрацией иона активатора для получения мощного

излучения наносекундной длительности в 3-мкм диапазоне длин волн на самоограниченном переходе.

Измеренные коэффициенты усиления в них при мощной неселективной ламповой (до 260 Дж) и се-

лективной диодной (до 3Дж) накачке составляют от 1.2 до 2.1 и обеспечивают возможность создания

эффективных усилителей. Показано, что для среды Er:YAG возбуждение высоколежащих энергетиче-

ских уровней (4I9/2 и 4I11/2) играет определяющую роль в формировании инверсии населенностей, в то

время как для других эрбиевых сред это менее важно. В разработанном генераторе Er:YAG с электрооп-

тической модуляцией добротности и двумя однопроходными усилителями получена энергия импульсов

62 мДж на 10 Гц в режиме ТЕМ00 моды. Оптико-механическая модуляция добротности на основе вра-

щающегося зеркала открывает доступ к большей выходной энергии благодаря отсутствию потерь в оп-

тических элементах и из-за деполяризации. В лазере Er:YAG получены одиночные импульсы с энергией

75 мДж и длительностью 123 нс на частоте 10 Гц, в то время как в Cr:ErYSGG высокий коэффици-

ент усиления является ограничением на получение единичных наносекундных импульсов в такой схеме

модуляции добротности. Разработка таких источников с высокой пиковой и средней мощностью пред-

ставляет интерес для мощных фемтосекундных лазерных систем усиления чирпированных импульсов

на основе халькогенидов, легированных ионами железа, в средней ИК (3–5мкм) области тераваттного

уровня.

DOI: 10.31857/S1234567822200046, EDN: knykom

1. Введение. Источники среднего ИК диапазо-

на сейчас привлекают большое внимание благода-

ря бурному развитию ИК фотоники. В частности,

3-мкм лазеры уже давно нашли применения для сто-

матологии и косметологии, а сейчас особый инте-

рес к ним связан с возможностью их использования

для накачки параметрических усилителей и лазер-

ных генераторов и усилителей в среднем ИК диапа-

зоне [1, 2], а также исследования свойств воды [3, 4].

Мощные наносекундные лазерные импульсы с боль-

шой энергией могут быть получены непосредствен-

но из резонатора (вероятно, в многомодовом режи-

ме), либо с помощью усиления импульсов, получен-

ных в генераторе с небольшой энергией и высоким

качеством пучка. Режим модуляции добротности в

3-мкм активных элементах имеет некоторые фун-

даментальные ограничения, в частности, самоогра-

ниченность лазерного перехода. Благодаря наличию

1)e-mail: av.pushkin@physics.msu.ru

большого числа резонансов у ионов эрбия и голь-

мия велика вероятность апконверсионных и кросс-

релаксационных переходов [5–7]. Именно они, глав-

ным образом, обеспечивают высокую эффективность

свободной генерации и даже возможность непрерыв-

ной генерации на самоограниченных переходах. Од-

нако в процессе генерации гигантского импульса ука-

занные процессы заморожены и не дают доступа к

и без того ограниченной запасенной энергии в ак-

тивном элементе [8]. На энергетические характери-

стики в значительной степени влияет выбор метода

модуляции добротности. Одни из них полагаются на

эффекты, требующих высокого качества поляриза-

ции излучения, такие как электрооптический (ЭО)

и акустооптический (АО). Однако, в кристаллах из-

за значительного нагрева возникает деполяризация

излучения и наведенная анизотропия, уменьшающие

эффективность таких подходов. Кроме этого, выход-

ная энергия ограничена лучевой прочностью ЭО и

АО материалов. В последнее время появляются со-
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общения о разработке новых материалов, прозрач-

ных на длинах волн вблизи 3 мкм [9], обладающих

на порядок большей лучевой прочностью по срав-

нению с обычно используемыми (ниобат лития, па-

рателлурит). В лазере Cr:Er:YSGG с электрооптиче-

ским модулятором на кристалле LGS была получена

энергия 216 мДж [10]. Также больший контроль со-

стояния поляризации излучения внутри резонатора

позволил масштабировать энергию до 226 мДж в ла-

зере Er:YAG с ниобатом лития [11].

Другие методы модуляции добротности не требу-

ют определенного состояния поляризации излучения

внутри резонатора, такие как, например, вращающе-

еся зеркало. Она позволяет избежать использования

материалов с низкой лучевой прочностью, а также

потерь за счет деполяризации излучения в активном

элементе. В работе [12] в лазере Er:YAG с электро-

оптической модуляцией добротности на ниобате ли-

тия была получена выходная энергия 137 мДж, од-

нако после повреждений затвора авторы обратились

к методу вращающегося зеркала [13]. Метод враща-

ющегося зеркала активно использовался в лазерах

Er:YAG, разрабатываемых для медицинских задач

[14, 15]. На сегодняшний день наибольшая энергия

(0.8 Дж) гигантского импульса на 3 мкм получена в

лазере Er:YAG именно на этом методе модуляции

добротности, однако, на частоте всего 1 Гц из-за вли-

яния тепловой линзы [16]. Минусом такого подхо-

да может быть нестабильность механических узлов,

являющаяся причиной большого временного джит-

тера, и ограниченная скорость переключения доб-

ротности. Если лазер используется для накачки ла-

зерной системы с малым временем жизни активного

элемента усилителя (например, Fe:ZnSe [1]), то необ-

ходима жесткая временная синхронизация. Оптико-

механическая модуляция добротности может не обес-

печить нужного уровня стабильности работы такой

системы в случае простейшей схемы синхронизации

без привязки к самому генерируемому импульсу.

Проблема тепловой линзы стоит довольно остро

в 3-мкм лазерах, даже с использованием диодной на-

качки. Причина этому – большой квантовый дефект,

многочисленные апконверсионные процессы и сопут-

ствующие им безызлучательные переходы, а также

невысокая теплопроводность матриц активных эле-

ментов. Поэтому для получения хорошего качества

пучка в импульсно-периодическом режиме применя-

ются различные схемы компенсации термооптиче-

ских искажений на основе выпуклых зеркал, линз,

сферических фасок и нелегированных торцов актив-

ных элементов [2, 17, 18]. Все эти факторы делают

задачу создания мощного 3-мкм наносекундного ла-

зера довольно многопараметрической. Оценку на до-

ступную энергию наносекундного импульса, получа-

емого в генераторе, может дать измерение усиления.

Исследования, посвященные усилению в кристаллах

Er:YAG [19–21] и Cr:Er:YSGG [22] демонстрируют од-

нопроходное усиление до 1.5 и 1.8 соответственно.

В данной работе были исследованы усилительные

свойства 3-мкм эрбиевых кристаллов, чтобы опреде-

лить перспективность их использования в качестве

активных элементов генераторов и усилителей нано-

секундных импульсов. На основе таких кристаллов

были спроектированы генераторы с электрооптиче-

ской и оптико-механической модуляцией добротно-

сти. Проведенная работа позволяет сделать выводы

о возможности масштабирования выходной энергии

в 3-мкм лазерах.

2. Усиление в активных элементах. Фор-

мирование инверсии в эрбиевых активных элемен-

тах главным образом обязано апконверсии и кросс-

релаксации, в результате которых снимается само-

ограничение 3-мкм перехода и имеет место сложная

конверсия возбуждения по уровням. Выходная энер-

гия гигантского импульса главным образом опреде-

ляется инверсией населенностей между уровнями ла-

зерного перехода, а генерация идет за короткое вре-

мя, в течение которого апконверсионные процессы

“заморожены” и не влияют на обновление населенно-

стей.

Для увеличения эффективности генерации эрби-

евые кристаллы также солегируют ионами хрома,

обладающим полосами поглощения в спектре лам-

пы и эффективно передающими возбуждение ионам

эрбия [23, 24]. Cr:Er:YSGG и Er:YAG отличают-

ся механизмом образования инверсной населенно-

сти. В Cr:Er:YSGG энергия возбуждения переда-

ется от ионов Cr3+ на уровни 4I9/2 и 4I11/2 иона

Er3+, а, уровень 4I13/2 может заселяться только от

безызлучательных и спонтанных переходов с уровня
4I11/2, вероятность которых на порядок меньше, чем

в Er:YAG. Таким образом, при длительности импуль-

са накачки, меньшей времени жизни уровня 4I11/2,

практически вся энергия, поглощенная в активном

элементе, релаксирует на верхний лазерный уровень,

а нижний лазерный уровень остается незаселенным.

Это позволяет создать в активном элементе более

высокую инверсию населенности. Характерная эф-

фективность конверсии энергии из свободной гене-

рации в энергию гигантского импульса составляет от

30 до 75 % [10, 25, 26].

В настоящей работе измерялось усиление в

эрбиевых 3-мкм кристаллах (Er:YAG, Er:YSGG и

Cr:Er:YSGG) при ламповой и селективной диод-
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ной накачке. Все кристаллы имели диаметр 4 мм

и накачивались ксеноновой лампой с разрядным

промежутком 75 мм в керамическом диффузном

осветителе. Блок питания лампы накачки обеспечи-

вал энергию в импульсе до 100 Дж с длительностью

около 100 мкс по полувысоте. В качестве пробного

импульса использовался импульс с отдельно со-

бранного лазера на идентичном активном элементе

с электрооптической модуляцией добротности с

энергией импульса порядка 10 мДж. Также раз-

работанная система синхронизации с варьируемой

задержкой позволила проследить эволюцию усиле-

ния пробного импульса внутри импульса накачки

усилителя.

На рисунке 1 представлен график зависимости

коэффициента однопроходного усиления от энергии

Рис. 1. (Цветной онлайн) Зависимости коэффициен-

та однопроходного усиления в кристаллах Er:YAG,

Er:YSGG и Cr:Er:YSGG от энергии импульса накачки.

Для кристалла Er:YAG приведены две зависимости – с

импульсами накачки длительностью 100 и 200 мкс

импульса накачки для семейства 3-мкм кристал-

лов. Наибольшее усиление демонстрирует кристалл

Cr:Er:YSGG, причем при энергии около 50 Дж на-

блюдается резкое увеличение наклона графика. Ве-

роятно, это связано с доминированием процессов пе-

редачи возбуждения от ионов хрома над накачкой

непосредственно ионов эрбия. В то же время для

кристалла Er:YSGG при этой же энергии наблюдает-

ся насыщение. Усиление в кристалле Er:YSGG боль-

ше чем в Er:YAG из-за значительно большего вре-

мени жизни верхнего уровня (1.3 мс против 0.1 мс в

Er:YAG [27]), которое позволяет ему запасти энер-

гию для усиления. Для преодоления этого ограни-

чения в кристалле Er:YAG рекомендуется использо-

вать более короткие импульсы накачки [8]. Для опре-

деления влияния длительности импульса накачки на

усиление в кристалле Er:YAG мы использовали более

мощный источник накачки с длительностью импуль-

са 200 мкс. Из графика видно, что короткий импульс

позволяет почти в полтора раза увеличить коэффи-

циент усиления при накачках 40–80 Дж.

На рисунке 2а представлена динамика усиления

в исследуемых кристаллах при ламповой накачке. В

кристаллах Er:YSGG и Cr:Er:YSGG максимальная

инверсия достигается ближе к концу импульса, в то

время как в кристалле Er:YAG это выражено менее

явно из-за его малого времени жизни. Подобная за-

висимость была получена в работе [21] для Er:YAG,

но там в качестве пробного импульса использовался

импульс свободной генерации микросекундной дли-

тельности и для более длинного импульса накачки.

Полученные значения усиления G позволяют оце-

нить инверсию населенностей между уровнями 4I9/2
и 4I11/2 как ∆N = ln(G)/l ·σ, где l – длина прокачан-

ной области (75 мм), σ – сечение вынужденных пере-

ходов (2.6 · 10−20 см2). При коэффициенте усиления

G = 1.5 в Er:YAG ∆N оценивается в 2.1 · 1018 см−3,

а при G = 2.1 в Cr:Er:YSGG – 3.8 · 1018 см−3. В этих

случаях, в предположении однородно распределен-

ной инверсии, в кристалле диаметром 4 мм запасено

от 130 до 240 мДж.

Для оценки роли апконверсионных переходов в

формировании инверсии в активных элементах было

измерено усиление в кристаллах Er:YSGG и Er:YAG

при боковой диодной накачке (рис. 2b). Лазерный

квантрон был оснащен шестью диодными матрица-

ми, излучающими на центральной длине волны око-

ло 970 нм с шириной спектра 5 нм по полувысоте. Ре-

шетки были установленными в два кольца вокруг

кристалла со смещением друг относительно друга

на 60 градусов для более симметричной прокачки.

Центральная длина волны диодных решеток могла

контролироваться при помощи элементов Пельтье

для управления глубиной поглощения излучения на-

качки в кристалле. Кристалл и термоэлектрические

элементы охлаждались водой с температурой 18 ◦С.

Длительность импульса накачки составляла 270 мкс

с суммарной энергией около 3 Дж с засвеченной об-

ластью в кристалле около 50 мм. Видно, что усиление

в кристалле Er:YSGG достигает приблизительно та-

кого же значения (G = 1.7), как и при ламповой на-

качке, в то время как в Er:YAG усиление значительно

меньше (G = 1.2), что говорит об определяющей ро-

ли возбуждения с высоко лежащих энергетических

уровней в этом кристалле.

Важно отметить, что кристаллическая матрица

YSGG, с одной стороны, обеспечивает большее вре-

мя жизни верхнего лазерного уровня, и таким об-
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Рис. 2. (Цветной онлайн) Динамика усиления в исследуемых кристаллах при ламповой накачке с энергией 100 Дж и

диодной накачке с энергией 3Дж на длине волны около 970 нм

разом позволяет запасать больше энергии. В то же

время теплопроводность матрицы меньше, чем в

YAG, а термооптический коэффициент dn/dT боль-

ше (12.3 · 10−6 K−1 в YSGG [28] и 7.3 · 10−6 K−1 в

YAG [27]), что способствует более сильной и астиг-

матичной тепловой линзе, худшему качеству пучка

и большим дифракционным потерям в резонаторе.

Такая тепловая линза сложна для компенсации в ла-

зерном резонаторе. Кристалл Er:YAG способен вы-

держивать большую тепловую нагрузку, обеспечи-

вая возможность работы в большей частоте повто-

рения.

3. Электрооптическая модуляция доброт-

ности. Для оценки доступа к запасенной энергии

были спроектированы генераторы с электрооптиче-

ской и оптико-механической модуляцией добротно-

сти. Кристалл ниобата лития обладает довольно низ-

кой лучевой прочностью (300 МВт/см2 [29]), поэто-

му для разработки резонатора была предпринята

работа по реализации схемы компенсации тепловой

линзы. Измерение тепловой линзы в различных 3-

мкм лазерных кристаллах описано в нашей преды-

дущей работе [30]. В ней нами использовалась схема

на основе рассеивающих линз в лазере Cr:Er:YSGG.

Среда Er:YAG обладает меньшим коэффициентом

усиления по сравнению с Cr:Er:YSGG, поэтому для

уменьшения внутрирезонаторных потерь в качестве

компенсации использовались не линзы, а выпуклые

сферические зеркала. Фокусное расстояние тепловой

линзы в кристалле Er:YAG при накачке 1.5 кВт до-

стигает всего 15–20 см. С учетом оптической силы

тепловой линзы при мощной лаповой накачке был

изготовлен набор выпуклых сферических зеркал раз-

личных радиусов в согласии с результатами модели-

рования на основе ABCD формализма.

Схема разработанного лазера представлена на

рис. 3. В качестве активного элемента использовался

Рис. 3. (Цветной онлайн) Схема установки с кристал-

лом Er:YAG и двумя выпуклыми зеркалами. HR – глу-

хое зеркало; OC – выходное зеркало; LN – электрооп-

тический модулятор добротности ниобат лития; СМ –

выпуклые зеркала; λ/4 – четвертьволновая пластинка

кристалл Er:YAG размером 4×100мм с просветляю-

щими покрытиями. Для компенсации тепловой лин-

зы использовались сферические зеркала с радиусом

закругления −350 см. Диафрагма диаметром 2.5 мм

обеспечивала генерацию с малым числом попереч-

ных мод. На частоте 10 Гц были получены импульсы

с энергией до 28 мДж. Затем энергия импульсов бы-

ла увеличена в двух однопроходных усилителях на

идентичных кристаллах Er:YAG до энергии 63 мДж.

После прохождения первого усилителя пучок приоб-

ретал небольшую эллиптичность, вызванную неод-

нородностью прокачки кристалла. Второй усилитель

был сориентирован с поворотом на 90 градусов от-

носительно первого, что позволило скомпенсировать

изменение формы пучка. Во избежание фокусиров-

ки лазерного пучка из-за тепловой фокусировки в
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кристаллах усилителей пучок транслировался с по-

мощью выпуклого зеркала и рассеивающей линзы.

Полагаясь на сделанную оценку запасенной энергии

из измерения усиления, можно сделать вывод, что

электрооптическая модуляция добротности не позво-

ляет снять запасенную энергию в полной мере. При-

чина этому, вероятно, высокие потери из-за деполя-

ризации в активном элементе при мощной накачке,

а также потери в кристалле модулятора. В результа-

те, чтобы держать усиление на достаточном уровне,

приходится поднимать энергию накачки, что ведет

к увеличению силы тепловой линзы, большим ди-

фракционным потерям, и необходимости более тон-

кого контроля каустики внутри резонатора.

4. Оптико-механическая модуляция доб-

ротности. Для получения большей выходной энер-

гии мы обратились к оптико-механической модуля-

ции добротности на основе вращающегося зеркала.

Исходя из результатов проведенных измерений уси-

ления в 3-мкм кристаллах, следует, что наибольшая

выходная энергия импульса может быть получена

в кристалле Cr:Er:YSGG. Для реализации оптико-

механической модуляции добротности был спроек-

тирован резонатор длиной 36 см, глухое зеркало ко-

торого было установлено на моторе с максималь-

ной частотой вращения 600 Гц, а выходное зеркало

R = 50% стояло стационарно. Для компенсации теп-

ловой линзы на частоте 5–10 Гц в качестве глухого

также использовалось выпуклое зеркало с радиусом

закругления 350 мм. В итоге была получена энергия

до 135 мДж, однако не в единичном наносекундном

импульсе (рис. 4), причем по мере увеличения выход-

ной энергии число импульсов увеличивалось. Дли-

тельность измерялась КРТ-детектором (Vigo PEM-

10.6) с постоянной времени 1.2 нс. Причиной этому

является высокое усиление в активном элементе. Па-

раметры оптико-механической модуляции добротно-

сти тесно связаны с динамикой соотношения потерь

в резонаторе и усиления в активном элементе [31].

При заданной скорости вращения зеркала (600 Гц)

импульс, благодаря высокому усилению, время раз-

вития генерации мало, и он успевает сгенерировать-

ся до момента минимальных потерь резонатора. В

результате, импульс не снимает всю доступную ин-

версию в активном элементе, и за время замыкания

резонатора успевают сгенерироваться еще несколь-

ко импульсов. Для увеличения потерь и скорости пе-

реключения добротности также использовалась пло-

скопараллельная пластинка YAG в качестве выход-

ного зеркала с увеличенной длиной резонатора до

50 см. Однако и в этих условиях реализовывался мно-

гоимпульсный режим. С подобной проблемой столк-

нулись авторы работы [31], где при сравнении двух

неодимовых активных элементов в среде с большим

сечением люминесценции была получена значитель-

но меньшая выходная энергия. В итоге, большое

усиление может быть препятствием для генерации

одиночного гигантского импульса при частотах вра-

щения зеркала порядка 500–700 Гц. Компенсировать

быстрое формирование импульса в таких средах мо-

жет более быстрое переключение добротности, т.е.

большая скорость вращения мотора.

Далее режим оптико-механической модуляции

добротности исследовался в кристалле Er:YAG в

идентичном резонаторе. Для увеличения запасенной

энергии использовался двухламповый диффузный

квантрон для накачки кристалла 4 × 100мм. При

вращении мотора на частоте около 400 Гц реализо-

вывался режим модуляции добротности. Рисунок 4b

демонстрирует измерение энергии и временной оги-

бающей в зависимости от энергии накачки. Видно,

что при увеличении накачки появляются несколько

импульсов. В пучке при этом присутствуют также

несколько пятен, число которых коррелирует с чис-

лом импульсов. Для больших накачек реализуется

большее усиление, и скорость переключения доброт-

ности резонатора оказывается недостаточной.

Была измерена зависимость выходной энергии и

огибающей для двух режимов накачки с энергией

170 и 200 Дж (рис. 5). Для меньшего уровня накач-

ки благоприятные условия для генерации наступают

уже при частоте вращения 450 Гц, и явно виден опти-

мум по частоте на 550 Гц с максимальной энергией и

минимальной длительностью. В случае высоких на-

качек частота 550 Гц является нижней границей по

частоте, а выходная энергия слабо зависит от самой

частоты.

Для увеличения частоты следования импульсов

до 10 Гц была предпринята работа по компенсации

тепловой линзы. Для этого в качестве глухого зерка-

ла было установлено выпуклое зеркало с радиусом

закругления ROC = −350мм и удлинен резонатор

до длины 54 см, чтобы уменьшить число поперечных

мод. В этом случае удалось получить импульсы с

энергией 75 мДж и длительностью 123 нс (рис. 6) при

накачке 278 Дж.

Формирование многоимпульсного режима в за-

висимости от энергии накачки или частоты враще-

ния зеркала может быть визуализировано с помо-

щью решения скоростных уравнений [32]. В них ре-

жим модуляции добротности задается через изменя-

ющиеся во времени потери, которые зависят от ско-

рости вращения мотора. Определяющую роль в фор-

мировании импульса будут играть скорость переклю-
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Рис. 4. (Цветной онлайн) Энергия и форма импульса в лазерах Cr:Er:YSGG (а) и Er:YAG (b) с вращающемся зеркалом

при различной энергии накачки. На вставке изображен прожиг фотобумаги от пучка в многоимпульсном режиме

чения добротности, уровень инверсии населенностей

(непосредственно связанный с усилением в актив-

ном элементе), и время развития генерации. Сама

система уравнений с учетом апконверсионных пере-

ходов в Er:YAG может быть найдена в работе [33], а

учет профиля добротности резонатора при модуля-

ции добротности на вращающемся зеркале рассмот-

рен в [26]. Для скоростей апконверсии взяты значе-

ния ω1 = 1.3·10−15 см−3с−1 и ω2 = 3.7·10−15 см−3с−1,

а коэффициент усиления в активном элементе разме-

ром 4× 100мм G = 1.7, измеренный в эксперименте.

На рисунке 7 представлена зависимость временной

огибающей импульса для режима работы, близко-

го к изображенному на рис. 5b при накачке 200 Дж.

Наибольшая энергия достигается в условиях, когда

момент формирования импульса приходится на мо-

мент минимальных потерь резонатора. Импульс на-

чинает формироваться в момент, когда усиление в
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Рис. 5. (Цветной онлайн) Энергия и огибающая импульсов при варьировании скорости вращения зеркала для двух

значений энергии накачки: (a) – 170 Дж (a) и (b) – 200 Дж

активном элементе превышает потери резонатора. В

случае, если скорость изменения потерь недостаточ-

ная (малая частота вращения), максимум огибающей

импульса приходится на момент раньше минимума

потерь, снимается лишь часть запасенной энергии, и

оставшейся инверсии достаточно для формирования

еще одного или нескольких импульсов. Таким обра-

зом, для доступа к максимальной энергии требуется

высокая скорость переключения добротности.

5. Заключение. В работе исследованы свойства

лазерных сред (Er:YAG, Er:YSGG, Cr:Er:YSGG) к

усилению и генерации наносекундных лазерных им-

пульсов на длинах волн около 3 мкм. При лампо-

вой накачке с энергией до 100 Дж наибольшее усиле-

ние демонстрирует Cr:Er:YSGG (G = 2,1) благодаря

большему поголощению излучения накачки. Боль-

шее время жизни кристалла Er:YSGG обеспечива-

ет увеличение усиления до G = 1.7 по сравнению
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Рис. 6. (Цветной онлайн) Длительность импульса из ге-

нератора Er:YAG на вращающемся зеркале с энергией

75 мДж на частоте 10Гц. На вставке изображен про-

жиг фотобумаги от пучка

Рис. 7. (Цветной онлайн) Огибающая лазерных им-

пульсов при варьировании скорости вращения зеркала,

полученные при решении системы скоростных уравне-

ний

с Er:YAG с G = 1.5. Измерение усиления с диодной

накачкой показывает, что возбуждение высоколежа-

щих энергетических уровней при ламповой накачке

носит определяющий характер, в то время как для

других эрбиевых сред это менее важно. В диодном

квантроне с энергией импульса накачки 3 Дж полу-

чено усиление 1.2 в Er:YAG и 1.7 в Er:YSGG. Из-

мерение усиления позволило сделать оценку на фор-

мируемую инверсию населенности, и таким образом

на запасенную в активном элементе энергию, доступ-

ную для преобразования в гигантский импульс. При

заданных условиях накачки эта энергия оценена в

величину от 130 до 240 мДж.

Реализованы две схемы модуляции добротности –

электрооптическая с использованием ниобата ли-

тия и оптико-механическая на основе вращающего-

ся зеркала. Первая схема была реализована в лазере

Er:YAG с компенсацией тепловой линзы в режиме

ТЕМ00 моды и была получена энергия 28 мДж на

10 Гц в генераторе и увеличена до 62 мДж в двух од-

нопроходных усилителях. По сравнению с кристал-

лами Cr:Er:YSGG, активные элементы Er:YAG бла-

годаря лучшим механическим свойствам способны

работать при большей мощности ламповой накачки

с сохранением высокого качества пучка. Схема моду-

ляции добротности на вращающемся зеркале откры-

вает доступ к большей выходной энергии благодаря

отсутствию требования на поляризацию излучения и

оптических элементов, вносящих потери. В схеме на

вращающемся зеркале в Er:YAG получено 113 мДж

на частоте 5 Гц и 75 мДж на частоте 10 Гц длитель-

ностью 123 нс с использованием схемы компенсации

тепловой линзы в режиме генерации одиночного ла-

зерного импульса. В аналогичной схеме с кристаллом

Cr:ErYSGG одиночные наносекундные импульсы по-

лучены лишь при очень малой энергии накачки. Вы-

сокий коэффициент усиления и быстрое развитие ге-

нерации в Cr:ErYSGG является ограничением на по-

лучение единичных наносекундных импульсов в схе-

ме модуляции добротности на вращающемся зеркале.

Доступ к одиночным импульсам с большой энергией

может быть обечпечен при большей скорости враще-

ния мотора.

Метод вращающегося зеркала является перспек-

тивным для создания 3-мкм наносекундных лазе-

ров с субджоулевым уровнем выходной энергии, поз-

воляя обойти ограничения на внутренние потери и

деполяризацию в оптических элементах. Разработ-

ка таких источников с высокой пиковой и сред-

ней мощностью представляет интерес для мощных

фемтосекундных лазерных систем усиления чирпи-

рованных импульсов на основе халькогенидов, леги-

рованных ионами железа, в средней ИК (3–5 мкм)

области тераваттного уровня. Генерация мощного

фемтосекундного излучения в среднем ИК диапа-

зоне позволяет значительно повысить эффектив-

ность нелинейно-оптического преобразования интен-

сивной волны накачки в терагерцевое (ТГц) излу-

чение в твердотельных (органических кристаллах)

и газовых средах, что дает доступ к интенсивным

ТГц импульсам (с напряженностью поля МВ/см),

что важно в связи с развитием нелинейной оптики

в перспективном ТГц диапазоне [34].

Работа выполнена при поддержке Российского

научного фонда (проект 20-19-00148).
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Данный обзор посвящен теории нематической сверхпроводимости в допированных топологических

изоляторах семейства Bi2Se3. Эксперимент показывает, что при переходе в сверхпроводящее состояние

в них возникает спонтанное нарушение вращательной симметрии. Такая сверхпроводимость называет-

ся нематической. Она хорошо описывается векторным триплетным параметром порядка. Мы изложим

основные положения микроскопической теории и теории Гинзбурга–Ландау для нематической сверхпро-

водимости. Обсудим конкуренцию возможных сверхпроводящих параметров порядка в топологических

изоляторах и покажем, что гексагональные искажения поверхности Ферми необходимы для реализа-

ции нематической фазы. Эта фаза весьма чувствительна к беспорядку, поскольку наличие заряженных

примесей уменьшает критическую температуру. Переход при допировании от закрытой к открытой

поверхности Ферми влияет на конкуренцию сверхпроводящих фаз. Обсуждаются поверхностные андре-

евские состояния в нематических сверхпроводниках. Из микроскопической теории выводится феномено-

логическая теория Гинзбурга–Ландау для двухкомпонентного параметра порядка. С помощью теории

Гинзбурга–Ландау показано, что основным состоянием является либо действительный нематический па-

раметр порядка со спонтанной деформацией решетки, либо комплексный хиральный параметр порядка

со спонтанной намагниченностью. Векторная структура параметра порядка вызывает необычную связь

сверхпроводимости с деформацией решетки и намагниченностью. Это приводит к сильной анизотропии

второго критического поля, возникновению спиновых вихрей (которые могут нести крамерсовские пары

фермионов Майораны), а также к необычному парамагнетизму Паули триплетных куперовских пар.

DOI: 10.31857/S1234567822200058, EDN: koaweu

1. Введение. Спонтанное нарушение симметрии

является фундаментальным понятием для теории

сверхпроводимости [1]. Так в обычной s-волновой

БКШ сверхпроводимости возникает спонтанное на-

рушение калибровочной симметрии U(1). Сверхпро-

водимость с дополнительными нарушениями сим-

метрии носит название необычной или экзотической.

Среди необычных сверхпроводящих фаз повышен-

ный интерес вызывает сверхпроводимость с триплет-

ным по спину спариванием [2, 3]. Такая сверхпро-

водимость, действительно, была обнаружена, напри-

мер, в рутенате стронция [4], системе с тяжелыми

фермионами UPt3 [5, 6] и др. [7]. В необычных сверх-

проводниках наблюдаются спонтанные нарушения и

других симметрий. Нарушение инвариантности от-

1)e-mail: dmitrii.a.khokhlov@gmail.com

носительно пространственной инверсии в системах

с центральной симметрией [8], нарушение симмет-

рии обращения времени [9–11], снижение симмет-

рии по отношению к вращению [12, 13]. Каждое та-

кое нарушение приводит к необычным физическим

эффектам. Например, нарушение симметрии обра-

щения времени может приводить к возникновению

спонтанной намагниченности при переходе в сверх-

проводящее состояние [14–16] и к возникновению хи-

ральных поверхностных состояний [17]. Нарушение

симметрии инверсии может приводить к сверхпро-

водимости с топологически защищенными бесщеле-

выми поверхностными состояниями [18]. Отметим,

что сложная зонная структура большинства экзоти-

ческих сверхпроводников затрудняет теоретический

анализ, а высокие требования к качеству образцов

затрудняют их экспериментальное исследование.
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Для реализации триплетной по спину сверх-

проводимости логично использовать материалы с

сильным спин-орбитальным взаимодействием, к ко-

торым относятся топологические изоляторы [12].

В топологических изоляторах Bi2Se3, Bi2Te3 спин-

орбитальное взаимодействие настолько велико, что

приводит к инверсии зон, обеспечивая нетривиаль-

ную топологию зонной структуры и наличие устой-

чивых бесщелевых поверхностных состояний [19].

Первоначальный интерес к сверхпроводимости в то-

пологических изоляторах был связан со сверхпрово-

димостью, наведенной на его поверхности из-за эф-

фекта близости [20, 21]. В такой системе могут су-

ществовать фермионы Майорана [20], которые пред-

ставляют интерес для топологически защищенных

квантовых вычислений [22, 23].

Допирование медью [24–27], стронцием [28–30]

или ниобием [31–34] переводит Bi2Se3 в металличе-

скую фазу, в которой при температуре ниже 3−3.5K

возникает сверхпроводимость. В работе [35] с помо-

щью точечной контактной спектроскопии была обна-

ружена сверхпроводящая щель в CuxBi2Se3. Отклик

на нулевой частоте в щели был отнесен авторами к

вкладу от поверхностных состояний с нетривиаль-

ной топологией. В то же время, исследования с помо-

щью сканирующего туннельного микроскопа (СТМ),

показали полную щель в спектре [36] без следов

поверхностных состояний. В работе [24] был изме-

рен сдвиг Найта в допированном медью Bi2Se3. На-

блюдение заметного сдвига Найта в сверхпроводнике

свидетельствует в пользу спин-триплетной сверхпро-

водимости. Более того, в этой работе было обнаруже-

но нарушение вращательной симметрии C3 кристал-

ла: при вращении магнитного поля в главной кри-

сталлической плоскости сдвиг Найта показывает C2

симметрию отклика. Стоит отметить, что измерения

сдвига Найта в сверхпроводящем состоянии доста-

точно сложны и наблюдаемые эффекты могут быть

интерпретированы разными способами. Тем не менее

аналогичное нарушение вращательной симметрии в

сверхпроводящем состоянии было обнаружено при

измерениях электронной теплоемкости в магнитном

поле [27] и наблюдении вихрей с помощью СТМ [25].

Весьма наглядно такое нарушение симметрии под-

тверждает сильная анизотропия второго критиче-

ского поля в главной кристаллической плоскости,

Hmax
c2 /Hmin

c2 ∼ 2− 8 [27, 37–40]. Важно, что направле-

ние анизотропии связано со знаком и направлением

деформации кристалла, которая возникает, напри-

мер, в процессе его роста. Несмотря на то, что эта

деформация обычно мала, uxx = δl/l ∼ 10−5 − 10−7,

ее влияние на свойства сверхпроводящего состояния

значительно. В работе [41] обнаружено, что переход

в сверхпроводящее состояние SrxBi2Se3 сопровожда-

ется изменением деформации решетки образца. Су-

ществуют и другие экспериментальные доказатель-

ства спонтанного нарушения вращательной симмет-

рии при переходе в сверхпроводящее состояние до-

пированных монокристаллов Bi2Se3.

Итак, экспериментальные данные указывают на

то, что в допированных топологических изоляторах

типа AxBi2Se3 (A = Sr, Cu, Nb) реализуется три-

плетная сверхпроводимость. Поскольку при перехо-

де в сверхпроводящее состояние возникает одноос-

ная анизотропия свойств в главной кристаллической

плоскости, то такую сверхпроводимость также назы-

вают нематической.

Интересным вопросом является возможность

спонтанного нарушения симметрии по обращению

ко времени в сверхпроводящем состоянии. В экс-

перименте [31] была обнаружена намагниченность

в сверхпроводящем состоянии NbxBi2Se3, которая

исчезала в нормальной фазе. Однако этот результат

не был опубликован в рецензируемом журнале, и он

противоречит работе [34], где в нулевом магнитном

поле такая система не имела магнитного момента.

Спонтанное нарушение симметрии обращения време-

ни наблюдалось в сверхпроводящей фазе Sr0.1Bi2Se3
в эксперименте по рассеянию мюонов [30].

Наблюдение осцилляций Шубникова–де Хааза

позволяет определить топологию поверхности Фер-

ми. В работе [42] показано, что при типичных кон-

центрациях допирования медью поверхность Фер-

ми Bi2Se3 имеет топологию цилиндра, достигающего

границ зоны Бриллюэна в направлении ΓZ. В рабо-

те [43] авторы пришли к аналогичному выводу при

допировании стронцием. В этих экспериментах бы-

ло отмечено, что сверхпроводимость возникала при

концентрациях носителей, соответствующих откры-

той поверхности Ферми.

Мы дадим краткий обзор современных теоретиче-

ских представлений о свойствах нематической сверх-

проводимости в допированных топологических изо-

ляторах. Мы проанализируем возможные сверхпро-

водящие фазы и покажем, что учет гексагональ-

ного искажения поверхности Ферми является необ-

ходимым условием для реализации нематической

фазы. Далее будут описаны поверхностные андре-

евские состояния. Затем мы получим функционал

Гинзбурга–Ландау (ГЛ) из микроскопической тео-

рии. Мы расскажем про эффекты, возникающие из-

за связи между сверхпроводимостью и магнетиз-

мом/деформацией, такие как анизотропия второго

Письма в ЖЭТФ том 116 вып. 7 – 8 2022



Теория нематической сверхпроводимости в допированных топологических изоляторах. . . 519

критического поля, спиновые вихри и парамагнетизм

Паули куперовских пар.

2. Нормальная фаза. Приведем краткий вы-

вод гамильтониана топологического изолятора в нор-

мальном состоянии [19, 44]. Элементарная кристал-

лическая ячейка Bi2Se3 состоит из двух слоев висму-

та и трех селена: Se-Bi-Se-Bi-Se. Такие пятислойки

слабо связаны между собой силами Ван-дер-Ваальса,

и взаимодействия внутри слоев (в плоскости (x, y))

являются наиболее сильными. Внешние орбитали Bi

(6s26p3) и Se (4s24p4) являются p-орбиталями, дру-

гие орбитали можно не рассматривать. Гибридиза-

ция орбиталей Bi и Se приводит к образованию ги-

бридизованных орбиталей висмута, Bi и Bi∗, и селена

Se, Se∗ и Se0.

Благодаря наличию симметрии инверсии

кристалла, удобно рассматривать связывающие

(bonding) и “разрыхляющие” (antibonding) со-

стояния с определенной четностью. Состояния

P1± = (Bi ± Bi∗)/
√
2 соответствуют связываю-

щему (четному +) или разрыхляющему (нечет-

ному −) состояниям орбиталей Bi, а состояния

P2± = (Se ± Se∗)/
√
2 соответствуют связывающему

(+) или разрыхляющему (−) состояниям орбиталей

Se с соответствующей четностью. Установлено,

что связывающее состояние P1+ и разрыхляющее

состояние P2− находятся ближе всего к уровню

Ферми. Кристалл имеет слоистую структуру вдоль

направления z. Кристаллическое поле приводит к

расщеплению энергии между pz и px, py орбиталями.

Если не учитывать спин-орбитальное взаимодей-

ствие, то pz-орбитали образовали бы зону проводимо-

сти P1+pz и валентную зону P2−pz вблизи уровня Фер-

ми. Однако сильное спин-орбитальное взаимодей-

ствие сдвигает энергию орбитали P1+pz вниз, а P2−pz
вверх. При некоторой величине спин-орбитального

взаимодействия орбитали с противоположной чет-

ностью пересекаются, т.е. происходит инверсия зон.

Инверсия зон и является основным признаком то-

пологического изолятора. Она приводит к появле-

нию устойчивых поверхностных состояний. В k-

пространстве инверсия происходит в инвариантной

относительно обращения времени Γ-точке, располо-

женной в центре зоны Бриллюэна.

В так называемом k · p-разложении по базису

(P1+pz , P2
−
pz) вблизи Γ-точки низкоэнергетический га-

мильтониан системы имеет вид (~ = 1) [19, 44]:

HN (k) = −µ+mσx + vσz(sxky − sykx) + vzkzσy. (1)

Здесь матрицы Паули si действуют в пространстве

спинов (↑, ↓), а матрицы Паули σi в пространстве

орбиталей (P1+pz , P2
−
pz), µ – химический потенциал

(при половинном заполнении µ = 0), 2m – электрон-

ная щель в объеме, v – скорость Ферми в плоскости

(ΓM,ΓK), которая параллельна плоскости (x, y) сло-

ев Bi и Se, vz – скорость Ферми вдоль направления

ΓZ (ось z), перпендикулярного слоям Bi и Se. Вда-

ли от точки Γ возникают дополнительные члены в

гамильтониане, что приводит к зависимости от им-

пульса его параметров: m→ m−M1(k
2
x+k

2
y)−M2k

2
z ,

µ → µ − C1(k
2
x + k2y) − C2k

2
z и возникновению гекса-

гональных искажений поверхности Ферми, которые

описываются дополнительными кубическими слага-

емыми в гамильтониане

Ĥw = λ1kx(k
2
x − 3k2y)szσz + λ2ky(k

2
y − 3k2x)σy . (2)

Гексагональные искажения играют важную роль

в описании физики топологических изоляторов

[45–48], в то время как квадратичные слагаемые

обычно не существенны. Стоит отметить, что линей-

ная дисперсия вдоль направления z хорошо работает

даже вдали от Γ-точки [19]. Для Bi2Se3 типичные

значения параметров составляют m ∼ −0.3 эВ,

v ∼ 3.3 эВ · Å, vz ∼ 2.3 эВ · Å, λ1 = 50.6 эВ · Å3
,

λ2 = −113.3 эВ · Å3
.

Введем обозначение Ĥ0 = ĤN + Ĥw. Важным

свойством нормального состояния является наличие

симметрии инверсии P̂ Ĥ0(k)P̂ = Ĥ0(−k), где опера-

тор P̂ = σx соответствует инверсии орбиталей. Га-

мильтониан ĤN инвариантен относительно враще-

ния вокруг оси z на произвольный угол. Однако при

учете слагаемого Ĥw гамильтониан нормального со-

стояния симметричен только при вращениях на угол

2π/3, что описывается оператором Ĉ3 = e−iszπ/3.

Зеркальное отражение x → −x определяется опера-

тором M̂ = −isx. Гамильтониан преобразуется как

M̂Ĥ0(kx, ky, kz)M̂
−1 = Ĥ0(−kx, ky, kz). Также, име-

ется глобальная симметрия обращения времени, где

T̂ Ĥ0(k)T̂
−1 = Ĥ0(−k), T̂ = isyK.

Низкоэнергетический спектр объемных состоя-

ний HN (k) без гексагональных искажений определя-

ется выражением

E(k) = −µ±
√
m2 + v2k2x + v2k2y + v2zk

2
z . (3)

Поверхность Ферми может быть закрытой или

открытой в зависимости от параметров систе-

мы (см. рис. 1). Если поверхность Ферми за-

крытая, то она имеет форму эллипсоида, вытя-

нутого вдоль направления z, так как vz < v.

Этот эллипсоид может быть параметризован в

эллиптических координатах (vkx, vky , vzkz) =

=
√
µ2 −m2(cosϕ sin θ, sinϕ sin θ, cos θ). В случае

замкнутой поверхности Ферми ϕ ∈ [0, 2π) и θ ∈ [0, π].
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Рис. 1. (Цветной онлайн) Поверхность Ферми до и по-

сле перехода Лифшица в безразмерных координатах.

Пунктирная синяя линия показывает границы первой

зоны Бриллюэна (белый фон) и второй зоны Бриллю-

эна (розовый фон). (a) – Серая кривая показывает за-

мкнутую поверхность Ферми при µ = 1.2m. (b) – Серая

линия показывает открытую поверхность Ферми при

µ = 1.4m

Переход Лифшица от закрытой поверхности Фер-

ми к открытой происходит, если размер зоны Брил-

люэна kc вдоль направления z становится меньше

фермиевского импульса vzkc <
√
µ2 −m2. В эллип-

тических координатах θ ∈ (θL, π − θL), где cos θL =

= min (1, vzkc/
√
µ2 −m2). Поверхность Ферми явля-

ется замкнутой при cos θL = 1. При cos θL < 1 поверх-

ность Ферми становится открытой. Случай cos θL =

= 0 соответствует цилиндрической поверхности Фер-

ми. Поверхность Ферми E(k) = 0 показана на рис. 1

для различных значений θL. Вид поверхности Фер-

ми на рис. 1 согласуется с результатами эксперимен-

та [42, 43] и расчета [43].

3. Микроскопическая теория. В подавляю-

щем большинстве работ по сверхпроводимости в до-

пированном Bi2Se3 считается, что спаривание элек-

тронов происходит из-за электрон-фононного взаи-

модействия [12, 49, 50]. В простейшей U−V модели

притяжение между электронами возникает в межор-

битальном и внутриорбитальном каналах

Hint = −U(n2
1 + n2

2)− 2V n1n2, (4)

где ni =
∑

k,s c
†
iksciks – плотность электронов на ор-

битали i, s – проекция спина. Константа U отвечает

за притяжение электронов внутри одной орбитали,

а константа V за притяжение между электронами с

разных орбиталей.

Симметрия нормальной фазы допускает суще-

ствование нескольких типов спаривания с различны-

ми спиновой и орбитальной структурами параметра

порядка ∆̂α [12] (индекс α нумерует возможный тип

такой структуры). Параметр порядка можно пред-

ставить в виде ∆̂α = Âα∆α, где ∆α – скалярная

величина, а Âα = σisj характеризует матричную

структуру параметра порядка в орбитальном и спи-

новом базисах. В таблице 1 выписаны допустимые

параметры порядка, их матричная структура, пре-

образования при инверсии, отражении относительно

плоскости (y, z) и вращении на угол π/3 вокруг оси

z. Также в табл. 1 указаны структуры аномальных

средних в терминах операторов вторичного кванто-

вания, классификация параметров порядка по спину

куперовской пары, а также параметр подобия ζα (см.

уравнение (6)).

В работе [51] были вычислены фононные спек-

тры Bi2Se3 и найдены константы связи электрон-

электронного притяжения. Оказалось, что наиболее

активно в спаривании участвуют фононы, распро-

страняющиеся вдоль направления ΓZ с малым им-

пульсом. Отметим, эксперимент по рассеянию ней-

тронов также установил, что такие фононы име-

ют наименьшее время жизни [49]. Таким образом,

этот эксперимент подтверждает, что данные фоно-

ны активно рассеиваются и, видимо, играют клю-

чевую роль в формировании куперовских пар. Ве-

роятно, такие фононы способствуют межорбиталь-

ному спариванию, и можно ожидать, что V > U в

гамильтониане взаимодействия (4). Учет реальных

фононных спектров для Bi2Se3 и кулоновского от-

талкивания показывает, что в рамках k · p модели

(1), наиболее выгодным типом спаривания являет-

ся псевдо-триплетный изотропный параметр поряд-

ка из представления A2u [51] (см. табл. 1). Из рабо-

ты [12] известно, что триплетное спаривание может

быть выгодным только при V > U . Таким образом,

из расчетов [51] можно предположить, что выполня-

ется соотношение V > U . В то же время нематиче-

ский параметр порядка из Eu представления оказы-

вается лишь немного менее выгодным [51].

В работе [12] была построена фазовая диаграмма

системы в зависимости от соотношений между кон-

стантами связи U/V и химическим потенциалом µ

без учета гексагональных искажений Ĥw. Оказалось,

что нематическая фаза всегда является менее выгод-

ной, чем скалярный спин-триплетный параметр по-

рядка ∆̂2, что противоречит эксперименту. Таким об-

разом, при описании сверхпроводимости необходимо
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Таблица 1. Возможные сверхпроводящие параметры порядка AxBi2Se3. Симметрия параметров порядка относительно инверсии
P̂ , отражения M̂ от плоскости (y, z) и вращения Ĉ3 вокруг оси z на угол 2π/3, см. работу [12]. Скобки 〈...〉 означают усреднение
по поверхности Ферми. Знаки + (−) означают четность (нечетность)

∆̂1 ∆̂2 ∆̂3 (∆̂4x, ∆̂4y)

Представление A1g A1u A2u Eu

Матричная структура Âα 1, σx σysz σz (σysx, σysy)

P̂ = σx + − − (−,−)

M̂ = −isx + − + (+,−)

Ĉ3 = e−iszπ/3 инвариантен инвариантен (x, y)

Структура спаривания
c1↑c1↓ + c2↑c2↓,

c1↑c2↓ − c1↓c2↑
c1↑c2↓ + c1↓c2↑ c1↑c1↓ − c2↑c2↓

(c1↑c2↑ + c1↓c2↓,

ic1↑c2↑ − ic1↓c2↓)

Спин куперовской пары 0 1 0 1

Параметр подобия ζα 1, 〈
v2(k2

x+k2
y)+R2

1

µ
〉 〈

v2(k2
x+k2

y)+v2
zk

2
z

µ
〉 〈m

µ
〉 (〈

v2k2
x+v2

zk
2
z+R2

1

µ
〉, 〈

v2k2
y+v2

zk
2
z+R2

1

µ
〉)

учитывать гексагональные искажения. Найдем фа-

зовую диаграмму системы. Для этого мы вычислим

критическую температуры каждой фазы. Основным

состоянием будет фаза с наибольшей критической

температурой Tc. Мы рассмотрим нематическую фа-

зу ∆̂4y, так как остальные ориентации нематика, оче-

видно, имеют такую же Tc.

Запишем линеаризованную аномаль-

ную функцию Грина в виде F̂
(1)
α (iω,k) =

= Ĝ0,e(iω,k)∆̂αĜ0,h(−iω,k), где G0,e(h) – элек-

тронная (дырочная) мацубаровская функция Грина

нормальной фазы, а индекс α указывает на тип

спаривания. Для нее мы решаем линеаризованное

уравнение Горькова:

∆̂α = gαT
∑

ω,k

F̂ (1)
α (iω,k). (5)

Константа gα = V для фаз ∆̂2 и ∆̂4, а для фазы ∆̂3

она равняется U . Для решения уравнения (5) удобно

домножить обе его части его на матричную струк-

туру левой части, взять след от результата и полу-

чить скалярное уравнение на амплитуду параметра

порядка ∆α = Tr(Âα∆̂α)/4. Откуда

∆α =
πTgαρ(µ)

4
ζα
∑

ω

∆α

|ω| , (6)

где ρ(µ) – плотность состояний в нормальной фазе,

а ζα = Tr 〈B̂†
αB̂α〉/4 – параметр подобия, который

выражается через проекцию матричной структуры

параметра порядка на волновые функции нормаль-

ного состояния B̂αij = 〈ψiN ÂαψjN 〉, ψiN соответству-

ют энергии Ферми. След берется по спиновым и ор-

битальным степеням свободы, усреднение 〈...〉 про-

изводится по поверхности Ферми. Если матрица Âα
коммутирует с гамильтонианом, [HN (k), Âα] = 0, то

ζα = 1 и уравнение на критическую температуру

совпадает с уравнением на Tc для однозонного син-

глетного сверхпроводника. Если [HN (k), Âα] 6= 0, то

ζα < 1 и Tc уменьшается при уменьшении параметра

подобия.

Отметим, что для четного синглетного параметра

порядка ∆̂1 спаривание происходит, как между элек-

тронами из одной зоны, так и между электронами из

разных зон [12, 52]. В результате критическая темпе-

ратура находится из условия совместимости следую-

щей системы уравнений:

∆1,0+∆1,xσx=T
∑

ω,k

[
UF̂

(1)
1,0 (iω,k)+V F̂

(1)
1,x (iω,k)

]
. (7)

Численный анализ уравнений (5) и (7) показыва-

ет, что фаза ∆̂3 всегда имеет меньшее значение Tc,

чем ∆̂1. В зависимости от параметров, основное со-

стояние системы может быть ∆̂1, ∆̂2 или ∆̂4. Для

некоторого набора параметров нами была вычисле-

на величина свободной энергии при нулевой темпера-

туре. Полученные результаты подтвердили правиль-

ность расчета фазовой диаграммы системы по вели-

чине Tc.

Интересно отметить, что свободная энергия

сверхпроводника зависит от ориентации нематично-

сти. Так, наименьшей энергией обладает фаза ∆̂4y,

которая имеет наибольшую щель в спектре. При

этом, разница в свободной энергии между ∆4y и ∆4x

намного меньше, чем типичная разница между сво-

бодными энергиями других фаз вдали от фазовых

границ. Это означает, в частности, что небольшая

деформация может изменить соотношение между

состояниями ∆4y и ∆4x. Нами была проанали-

зирована возможность существования хиральной

фазы с параметром порядка ∆4y ± i∆4x, который

спонтанно нарушает симметрию относительно об-

ращения времени. Эта фаза имеет ту же Tc, что

и ∆4y, но более высокую свободную энергию при
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нулевой температуре в случае закрытой поверхности

Ферми [53].

Полученная фазовая диаграмма системы на плос-

кости (U/V, µ/m) представлена на рис. 2. Синглетное

спаривание ∆̂1 является единственно возможным ти-

пом сверхпроводимости, если U > V . В отсутствие

гексагональных искажений основным состоянием яв-

ляется ∆̂1 или ∆̂2 в зависимости от химического по-

тенциала, т.е. допирования, рис. 2a. При наличии ис-

кажения поверхности Ферми нематическая фаза ∆̂4

становится основным состоянием при большом хими-

ческом потенциале, рис. 2b. Сильное межорбиталь-

ное притяжение V благоприятствует нематическому

упорядочению. Рост µ/m ведет к расширению обла-

сти нематической фазы ∆̂4. Фазы ∆̂4 и ∆̂2 имеют

одинаковый тип спаривания. Тогда для анализа их

конкуренции достаточно сравнить лишь параметры

подобия, что приводит к уравнению на переход меж-

ду фазами 〈λ1
2〉 = 〈v2k2x〉, где λ1 = λ1(k

3
x − 3kxk

2
y).

Приближенно считая гексагональное искажение ма-

лым, можно свести это равенство к условию λ1(µ
2 −

m2)/v3 = 1, что для рис. 2b дает µ/m = 3 для грани-

цы раздела между фазами ∆̂4 и ∆̂2.

4. Нематическая сверхпроводящая фаза.

Поскольку в большинстве экспериментов наблюда-

ется нематический параметр порядка ∆̂4, мы об-

судим его более подробно. Структура спаривания

изображена на рис. 3. Этот параметр порядка яв-

ляется векторным. При поворотах вокруг оси z

он преобразуется как вектор в плоскости (x, y).

Нематический параметр порядка может быть запи-

сан как ∆̂4 = (∆̂4x, ∆̂4y) = ∆4(n̂x, n̂y), где n̂ =

= (cosφsxσy , sinφsyσy).

Если разность фаз между компонентами пара-

метра порядка равна нулю, то это не нарушает сим-

метрию обращения времени. Появление ненулевой

разности фаз возможно например, при наличии на-

магниченности [54]. В некоторых случаях возможно,

что параметр порядка ∆x ± i∆y с разностью ком-

плексных фаз π/2 и с направлением φ = π/4 являет-

ся основным состоянием [55, 56]. Такой параметр по-

рядка, нарушающий симметрию обращения времени,

называется хиральным. Хиральный параметр поряд-

ка не нарушает симметрию вращения. Возможно хи-

ральная сверхпроводимость наблюдалась в экспери-

ментах [30, 31]. Как в нематической, так и в хираль-

ной фазах спариваются электроны с разных орбита-

лей, но с одинаковым спином. Следовательно, спин

куперовских пар равен единице [12]. В нематической

фазе доли пар со спином вверх и со спином вниз сов-

падают. Таким образом, плотность спина и магнит-

ный момент системы равны нулю. В хиральной фазе

Рис. 2. (Цветной онлайн) Фазовая диаграмма на плос-

кости (U/V, µ/m). Бирюзовая область соответству-

ет основному состоянию с параметром порядка ∆̂1

(представление A1u), зеленая область соответствует ∆̂2

(представление A2g), а синяя область соответствует

нематическому параметру порядка ∆̂4 (представление

Eu). (a) – λ1 = 0. (b) – λ1m
2/v3 = 0.5

спины всех пар сонаправлены и система является на-

магниченной.

Для описания сверхпроводящего состояния вос-

пользуемся Гамильтонианом Боголюбова–де-Жена в

базисе Намбу-II:

ĤBdG(k) = τzĤ0(k) + τ+∆̂ + τ−∆̂†, (8)

где матрицы Паули τ± = (τx ± iτy)/2 действуют в

электрон-дырочном пространстве. В отсутствии гек-

сагональных искажений спектр нематической фазы

имеет две нодальные точки, расположенные на оси,

перпендикулярной направлению вектора параметра
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Рис. 3. Схема формирования куперовских пар. Спари-

ваются электроны, имеющие одинаковый спин и раз-

личные орбитальные индексы. В нематической фазе

присутствуют как пары со спином вверх, так и пары

со спином вниз. В хиральной фазе есть только пары

с одним знаком поляризации. Каждая стрелка соот-

ветствует электрону. Расположение стрелок показыва-

ет, на какой орбитали находится электрон. Направле-

ние стрелок вверх и вниз соответствует проекции спина

электрона на Oz

порядка в k-пространстве. Например, для ориента-

ции ∆̂4y нодальные точки лежат на оси kx. Гекса-

гональное искажение λ1 (см. формулу (2)) откры-

вает полную щель в спектре нематического сверх-

проводника [57]. Наибольшая величина щели дости-

гается при ориентации направления параметра по-

рядка ∆̂4y. Однако для ориентации ∆̂4x остаются

точки нулей щели в спектре (нодальные) на пря-

мой kx = 0. На этой прямой гексагональное иска-

жение λ1 равно нулю и не может открыть щель.

Учет гексагонального искажения λ2 приводит к за-

мене vzkz → vzkz −λ2ky(k
2
x − 3k2y). При этом нодаль-

ные точки для ∆̂4x находятся вне (ΓM ; ΓK) плоско-

сти.

Сверхпроводимость с топологически нетривиаль-

ным спариванием зачастую разрушается слабым бес-

порядком [58, 59] в отличие от сверхпроводников с

тривиальным спариванием, для которых выполняет-

ся теорема Андерсона [60]. Для исследования вли-

яния точечного беспорядка на нематическую сверх-

проводимость в работе [61] было получено уравнение

на величину параметра порядка в виде:

∆α =
πTgαρ(µ)

4
ζα
∑

ω

∆α

|ω + (1− ζα)Γ|
, (9)

где Γ – феноменологическая амплитуда квазичастич-

ного рассеяния в нормальном состоянии из-за беспо-

рядка. Параметры gα и ζα определены под уравне-

ниями (6) и (5). С помощью этого уравнения можно

получить, что нематическая сверхпроводимость пол-

ностью подавляется точечными дефектами, Tc = 0,

если Γ > Γc = 0.88Tc0/(1− ζα) ∼ 2.6Tc0 [61–63]. Здесь

Tc0 – критическая температура в отсутствие беспо-

рядка.

5. Поверхностные андреевские состояния.

Туннельные измерения плотности состояний пока-

зывают наличие полной щели в спектре нематиче-

ского сверхпроводника [36]. Это, в частности, сви-

детельствует об отсутствии поверхностных андреев-

ских связанных состояний. Однако точечная кон-

тактная спектроскопия [35] и теоретические расче-

ты предсказывают наличие таких состояний [64–66].

Гамильтониан для поверхностных состояний можно

получить из низкоэнергетической части гамильтони-

ана (8) с помощью стандартной процедуры [19], из-

ложенной ниже. Итак, мы ищем состояния с нулевой

энергией, локализованные на границе образца. В ну-

левом порядке теории возмущений по kx и ky для

таких состояний из (8) получаем уравнение:

HBdG (kx = ky = 0, kz → −i∂z)φieλz = 0. (10)

В случае допированного Bi2Se3 на волновую функ-

цию накладываются граничные условия:

σzψ(z = 0) = ψ(z = 0), (11)

поскольку на поверхность выходит только одна ор-

биталь висмута [12, 64]. Решение данной задачи да-

ет λ = −
(
∆4 ± i

√
µ2 −m2

)
/vz. При удалении от

границы образца волновая функция экспоненциаль-

но затухает на длине когерентности и осциллирует

на масштабе порядка 1/kF . Отметим, что данная за-

дача может быть решена и для нулевых граничных

условий ψ(z = 0) = 0, как это сделано для поверх-

ностных состояний топологического изолятора в ра-

ботах [19, 44]. Для нашей задачи это выразится в

несущественной перенормировке параметров и двой-

ном вырождении спектра по орбитальному числу.

Добавка к гамильтониану за счет дисперсии

вдоль границы образца учитывается как возмущение

〈ψi|HBdG(kx, ky, kz) − HBdG(kx = 0, ky = 0, kz)|ψj〉,
которое добавляется в эффективный гамильтониан.

Подобно работе [64], мы получаем гамильтониан по-

верхностных состояний в главном приближении по

степеням ∆4:

Heff(k) =
m∆4

µ2

(
−λ1 vky

vky λ1

)
. (12)

В данном гамильтониане дисперсия вдоль kx пропор-

циональна k3x, в то время как дисперсия вдоль ky
линейная. Поверхностные состояния имеют эффек-

тивную скорость m∆4v/µ
2. Отметим, что гамильто-

ниан (12) записан в псевдоспиновом пространстве.

Включение произвольного скалярного потенциала в

гамильтониан (8) не влияет на гамильтониан по-

верхностных состояний (12). Следовательно, поверх-

ностные андреевские состояния не рассеиваются на

немагнитных (“скалярных”) примесях.

Мы рассчитали численно спектр поверхностных

состояний в приближении сильной связи. Для этого
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была рассмотрена система толщиной в 200 слоев, ко-

торые сложены вдоль направления Oz. Каждый слой

бесконечен в плоскости (x, y). На границе с вакуу-

мом (z = 0) поставлены нулевые граничные условия.

В вычислениях мы ввели поправку m → m −M2k
2
z ,

которая обеспечивает существование поверхностных

андреевских состояний при M2m < 0. Спектр изоб-

ражен на рис. 4. Дисперсия вдоль ky линейна при ма-

лых импульсах, что согласуется с аналитическим ре-

зультатом. Прямое вычисление спектра поверхност-

ных состояний показывает, что андреевский спектр

пересекает уровень Ферми не только при k = 0, но и

при конечном значении импульса. Подобный резуль-

тат был также получен в работах [64, 67] для системы

с триплетным изотропным параметром порядка ∆̂2.

6. Вывод функционала ГЛ. Здесь мы приве-

дем краткий вывод функционала ГЛ из микроскопи-

ческой теории. Более подробно данный вывод описан

в работах [68, 69]. Рассмотрим систему с гамильтони-

аном Ĥ0. В базисе Намбу Φ(k) = [ψ(k),−isyψ∗(−k)],
где k = (iω,k), функция Грина для нормального

состояния имеет блочно-диагональный вид Ĝ−1
0 =

= diag[iω − Ĥ0(k), iω + syĤ
∗
0 (−k)sy], где верхний

блок соответствует электронам, а нижний – дыркам.

Сверхпроводящая часть в данном базисе имеет сле-

дующую структуру, Σ̂∆ = ∆̂τ++∆̂†τ−, где ∆̂ – сверх-

проводящий параметр порядка, не зависящий от им-

пульса. Полное действие для сверхпроводящей систе-

мы записывается как:

2S = −
∑

ω,k,q

Φ†(k)Ĝ−1
0 Φ(k) +

+
∑

ω,k,q

Φ†
(
k +

q

2

)
Σ̂∆Φ

(
k − q

2

)
.

В данном действии импульс k связан с относитель-

ным положением куперовской пары в пространстве,

в то время как импульс q = (0,q) связан с движением

центра масс куперовской пары. Свободная энергия

такой системы может быть выражена через функци-

ональный интеграл относительно фермионных опе-

раторов ψ и ψ†

F = −T ln

∫
(DψDψ†)e−S[ψ,ψ

†]. (13)

После интегрирования по грассмановым переменным

ψ и ψ† получается стандартная формула для свобод-

ной энергии F = −T∑ ln detG−1 = −T∑Tr lnG−1,

где G−1 = G−1
0 −Σ̂∆ – это полная функция Грина си-

стемы. Логарифм от полной функции Грина можно

представить в виде T lnG−1 = F0 − T ln(1 − G0Σ̂∆),

где F0 = lnG−1
0 – это вклад нормальной части в сво-

бодную энергию. Вблизи критической температуры

Рис. 4. (Цветной онлайн) Энергия уровней нематиче-

ского сверхпроводника в модели сильной связи. Рас-

чет проведен для системы толщиной в 200 слоев вдоль

Oz. В плоскости Oxy система считалась бесконеч-

ной. Синим цветом выделены энергии состояний, ло-

кализованных на поверхности. Объемные состояния,

не локализованные на поверхности, выделены зеле-

ным цветом. Из-за конечной толщины пленки мож-

но наблюдать размерные эффекты в спектре объем-

ных состояний. При расчете считалось, что µ = 20∆4,

m = −10∆4, tz = 1, λ1m
2 = 0.3v3. Для расчетов ис-

пользован параметр M2 = 12∆4, см. [19]. На верхней

панели показан срез энергии вдоль kx, на нижней па-

нели дан срез вдоль ky. Расчеты проведены для ориен-

тации параметра порядка ∆̂4y

сверхпроводящая часть свободной энергии становит-

ся малой, что позволяет разложить логарифм по сте-

пеням Σ̂∆. Разложение функционала до O(Σ̂4
∆) при

q = 0 дает однородную часть свободной энергии:

F − F0 =
T

2

∑

ω,k

Tr [(G0(k)Σ̂∆)
2 + (G0(k)Σ̂∆)4]. (14)

Свободную энергию ГЛ (14) для топологического

сверхпроводника с независящим от координат век-
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торным параметром порядка ∆ = (∆4x,∆4y) =

= (∆x,∆y) удобно переписать в виде [68]:

Fh = F0 +A
(
|∆2

x|+ |∆2
y |
)
+B1

(
|∆2

x|+ |∆2
y|
)2

+

+B2

∣∣∆x∆
∗
y −∆∗

x∆y

∣∣2 , (15)

где A ∝ T − Tc < 0 и B1 > 0 – коэффициен-

ты ГЛ. Коэффициент B2 может быть как положи-

тельным, так и отрицательным [57, 69]. Из условия

минимума свободной энергии (15) следует, что при

B2 > 0 основное состояние соответствует действи-

тельному параметру порядка ∆ = ∆0(cosφ, sinφ),

непрерывно вырожденному по углу нематичности φ,

где ∆2
0 = −A/2B1. Такое состояние называется нема-

тическим. Если B2 < 0, то мы имеем так называ-

емое хиральное состояние. Минимуму функциона-

ла (15) соответствует комплексный параметр поряд-

ка ∆ = ∆ch(1,±i), где ∆2
ch = −A/2(B1 + B2). Для

устойчивости сверхпроводящего состояния необходи-

мо, чтобы сумма B1 +B2 была положительной.

Отметим, что уравнение (15) симметрично отно-

сительно вращения на произвольный угол вокруг оси

z. Наличие C3 симметрии учитывается дополнитель-

ным слагаемым F6 ∝ (∆∗
−∆+)

3 + (∆∗
+∆−)

3 в функ-

ционале ГЛ [57], где ∆± = ∆x ± i∆y. Данное слага-

емое понижает вращательную симметрию U1 до C3.

В результате в зависимости от значения параметров,

либо (∆x, 0), либо (0,∆y) становится наиболее выгод-

ным параметром порядка при B2 > 0.

Прямые вычисления в модели с закрытой эл-

липтической поверхностью Ферми показывают, что

B2 > 0 и основным состоянием является нематиче-

ская фаза [69, 70]. Мы нашли коэффициент B2 в мо-

дели без гексагональных искажений и показали его

на рис. 5. При низком уровне химического потенци-

ала поверхность Ферми является закрытой и коэф-

фициент B2 > 0. Увеличение химического потенциа-

ла приводит к переходу Лифшица, при котором по-

верхность Ферми становится открытой. Как видно из

рис. 5, нематическая фаза остается наиболее выгод-

ной при умеренных значениях химпотенциала. Даль-

нейшее увеличение химического потенциала приво-

дит к тому, что поверхность Ферми становится ци-

линдрической и коэффициент B2 становится отри-

цательным. Это означает, что происходит фазовый

переход из нематической в хиральную фазу [69–71].

В двумерной системе, где поверхность Ферми явля-

ется окружностью, хиральная фаза также выгоднее

нематической [55]. Напомним, что в реальном образ-

це поверхность Ферми, скорее всего, является откры-

той [42, 43].

Рис. 5. (Цветной онлайн) На рисунке показана зави-

симость коэффициента B2 от химического потенциа-

ла. Пунктирная оранжевая линия показывает зависи-

мость в модели с закрытой зоной Бриллюэна. Сплош-

ная оранжевая линия – в модели с открытой зоной

Бриллюэна. При µ/m ≈ 1.2 происходит переход Лиф-

шица. При µ/m ≈ 1.6 в модели с закрытой зоной Брил-

люэна коэффициент B2 меняет знак и система перехо-

дит из нематической фазы в хиральную

Чтобы учесть вклады в функционал ГЛ, связан-

ные с изменением параметра порядка в простран-

стве и влиянием электромагнитного поля, мы долж-

ны учесть члены порядка O(Σ̂2
∆q

2) и получить “гра-

диентный” вклад FD в свободную энергию ГЛ. Как

обычно, FD содержит калибровочно-инвариантные

градиенты Di = −i~∂i + (2e/c)Ai во втором порядке

(Ai – компоненты вектор-потенциала), которые раз-

решены симметрией кристалла. Поскольку кристал-

лы типа допированного Bi2Se3 имеют ось вращатель-

ной симметрии вдоль направления z и гексагональ-

ную симметрию в плоскости x, y, то выражение для

“неоднородной” части свободной энергии может быть

представлено в виде [68]:

FD = J1(Di∆a)
∗(Di∆a) + J2ǫijǫab(Di∆a)

∗(Dj∆b) +

+ J3(Dz∆a)
∗Dz∆a)− |(Dx∆y)|2 + J4[|(Dx∆x)|2 +

+ |(Dy∆y)|2 − |(Dy∆x)|2 − |(Dx∆y)|2 +
+ (Dx∆x)

∗(Dy∆y) + (Dy∆x)
∗(Dx∆y) +

+ (Dx∆y)
∗(Dy∆x) + (Dy∆y)

∗(Dx∆x)], (16)

где Ji – феноменологические коэффициенты разло-

жения, ǫij – символы Леви–Чивита, {a, b} ∈ {x, y},
{i, j} ∈ {x, y} и по повторяющимся индексам проис-

ходит суммирование. Полная свободная энергия ГЛ

F равна сумме F = Fh + FD. Варьируя эту сум-

му по компонентам параметра порядка и вектор-

потенциала, мы получаем систему уравнений ГЛ [68].

7. Связь сверхпроводимости с деформа-

цией и намагниченностью. Векторная природа

параметра порядка предполагает возможность
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возникновения так называемых дополнительных

(subsidiary) параметров порядка в теории ГЛ. Кри-

сталлическая решетка топологических изоляторов

типа Bi2Se3 обладает симметрией точечной группы

D3d. Эта группа имеет дополнительные симметрии

Eg и A2g, которым соответствуют билинейные

формы [69]:

Eg → (N1, N2) =
(
|∆x|2 − |∆y|2,∆x∆

∗
y +∆∗

x∆y

)
,

A2g →M0 = ∆x∆
∗
y −∆∗

x∆y. (17)

Нематической сверхпроводящей фазе с действитель-

ным параметром порядка соответствует двумерное

представление Eg группы D3d, в котором M0 = 0.

Хиральной фазе, у которой ∆x = ±i∆y, соответству-

ет представление A2g с N1,2 = 0. Как было указано

в работе [69], наличие таких дополнительных пара-

метров порядка приводит в рамках теории ГЛ к свя-

зи сверхпроводимости с тензором деформации uik в

плоскости (x, y) и поперечной зеемановской намагни-

ченностью Mz. Действительно, во втором порядке по

параметру порядка мы можем записать два дополни-

тельных вклада в функционал ГЛ, которые облада-

ют необходимыми симметриями:

Fu = gN (uxx − uyy)(|∆x|2 − |∆y|2) +
+ 2gNuxy(∆x∆

∗
y+∆∗

x∆y), (18)

FM = −2igMMz(∆x∆
∗
y −∆∗

x∆y). (19)

Здесь gN,M – соответствующие коэффициенты тео-

рии ГЛ. Полный функционал теории ГЛ имеет вид:

F = Fh + FD + Fu + FM . (20)

Итак, нематическая сверхпроводимость связана

с деформацией, а хиральная – с намагниченностью.

При переходе в сверхпроводящее состояние это при-

водит к возникновению спонтанной деформации и

намагниченности [54] соответственно. Энергия де-

формации в (x, y) плоскости для гексагонального

кристалла может быть записана в виде [72]: Fdef =

= κ1u
2 + κ2Tr2(uik), где u = (uxx − uyy, 2uxy) =

= u(cos 2β, sin 2β), Tr(uik) = uxx + uyy, κ1,2 – соот-

ветствующие упругие модули.

С микроскопической точки зрения, влияние де-

формации на сверхпроводящие свойства связано с

изменением поверхности Ферми нормального состо-

яния. Полная классификация возможных слагаемых

в гамильтониане нормального состояния, возникаю-

щих из-за слабой деформации решетки, дана в рабо-

те [73]. Одним из эффектов продольной деформации

uxx−uyy является появление выделенного направле-

ния. Появляются добавки к компонентам скорости

Ферми вдоль и поперек направления деформации

vkx → (v+δv)kx, vky → (v−δv)ky , где δv ∝ uxx−uyy.
Это означает, что электронная нематичность, кото-

рая возникла в нормальном состоянии из-за дефор-

мации решетки, определяет направление нематично-

сти сверхпроводящего состояния.

В нематической фазе FM = 0. Тогда, минимизи-

руя сумму Fh + Fu + Fdef, мы получим [54], что в

этой фазе возникает спонтанная деформация usp, а

параметр порядка перенормируется:

usp =
(−1)ngNA

4B1κ1 − g2N
, (21)

∆ =
−A

2(B1 − g2N/4κ1)
[cos (β − πn/2), sin (β − πn/2)] ,

где n ∈ Z. Вектор деформации u параллелен век-

тору нематичности, если gN > 0 и антипараллелен,

если gN < 0. Для устойчивости нематического состо-

яния необходимо, чтобы B1 − g2N/4 > 0. Спонтанная

деформация порядка 10−7 наблюдалась в сверхпро-

водящих образцах Bi2Se3, допированных ниобием и

медью [41]. Эта деформация уменьшалась с ростом

температуры и исчезала при переходе в нормальное

состояние, как это и предсказывает уравнение (21),

поскольку A ∝ T − Tc.

В хиральной фазе Fu = 0. Соответственно, в этом

случае не возникает спонтанной деформации, зато

появляется поперечная спонтанная намагниченность

Msp. Минимизируя сумму Fh + FM + aM2
z , полу-

чим [54]:

Msp =
gMA

2[(B1 +B2)a− g2M ]
. (22)

Для устойчивости хирального состояния необходи-

мо, чтобы (B1 + B2)a − g2M > 0. Хиральное состо-

яние вырождено по направлению намагниченности

и знаку хиральности ∆ = ∆(1,±i). Спонтанная на-

магниченность в сверхпроводящем состоянии в допи-

рованных стронцием образцах Bi2Se3 наблюдалась в

эксперименте [30]. Намагниченность пропадала при

переходе в нормальное состояние.

Выше мы полагали, что приложенное магнитное

поле равно нулю и образец не деформирован внеш-

ней силой. Легко понять, что приложенное магнит-

ное поле меняет фазу параметра порядка. Тогда ис-

ходно нематический сверхпроводник смещается в об-

ласть хирального состояния. Напротив, если дефор-

мировать исходно хиральный сверхпроводник, то на-

личие у параметра порядка большой фазы невыгод-

но. То есть, внешняя деформация должна смещать

исходно хиральную систему в область нематичности.
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Такие процессы подробно проанализированы в рабо-

те [54].

Очевидно, что внешняя деформация снимает вы-

рождение параметра порядка. Так, если gN (uxx −
− uyy) > 0, то из уравнения (18) видно, что в основ-

ном состоянии ∆ = ∆(0, 1). Если gN (uxx − uyy) < 0,

то ∆ = ∆(1, 0). Другими словами, смена знака де-

формации меняет направление нематичности на 90◦.

8. Деформация решетки и анизотропия

второго критического поля. Одним из ярких и

экспериментально наблюдаемых эффектов, возника-

ющих из-за связи нематической сверхпроводимости

и деформации, является анизотропия второго кри-

тического поля Hc2 в плоскости (x, y) в деформиро-

ванных образцах [37, 39, 68]. Интерес к этому эф-

фекту связан, во-первых, с тем, что эта анизотропия

весьма значительна, она достигает значения 4–5 да-

же при малых деформациях образца (uxx ∼ 10−4).

Во-вторых, ось анизотропии поворачивается на 90◦

при смене знака деформации, что можно считать яр-

ким подтверждением векторной природы сверхпро-

водящего параметра порядка.

Пусть образец однородно деформирован вдоль

оси x, а приложенное магнитное поле H составля-

ет угол θ с осью x. Найдем зависимость Hc2(θ).

Как обычно при вычислении Hc2, мы полагаем, что

поле в образце однородно и равно внешнему по-

лю. Тогда вектор-потенциал можно выбрать в виде

A = Hz(sin θ,− cos θ, 0), а в функционале ГЛ оста-

вить только слагаемые второго порядка по ∆. При

приближении магнитного поля к Hc2 в зависимо-

сти от параметров сверхпроводника, возможны два

варианта исчезновения нематической сверхпроводи-

мости: либо обе компоненты параметра порядка об-

ращаются в нуль в точке перехода [68], либо в силь-

ном поле выживает только одна компонента, кото-

рая обращается в нуль в точке перехода [37]. Соглас-

но результатам, приведенным в предыдущем разде-

ле, реализуется второй сценарий, если деформация

не мала. Более того, полученная в этом случае зави-

симость Hc2(θ) лучше описывает эксперимент. Если

gN (uxx−uyy) < 0, то согласно [37] имеем ∆ = (0,∆).

Проварьируем в рассматриваемой геометрии сумму

Fh+FD+Fu по ∆. В результате получим линеаризо-

ванное уравнение ГЛ, которое при учете деформации

имеет вид [37]:

− [A+ gN (uxx − uyy)] ∆ =

=
[
(J1 + J4 cos 2θ)(Dx sin θ −Dy cos θ)

2
]
∆. (23)

Если gN(uxx−uyy) > 0, то ∆ = (∆, 0), что, как можно

убедиться, соответствует замене θ → θ+π/2 в уравне-

нии (23). Как и в случае обычного сверхпроводника,

правую часть этого уравнения можно рассматривать

как гамильтониан для гармонического осциллятора,

а верхнее критическое поле может быть получено по

аналогии с его основным энергетическим уровнем. В

результате имеем [37]:

Hc2(θ) = Hc2(0)





1√
cos2 θ+Γ sin2 θ

gN(uxx − uyy) < 0

1√
sin2 θ+Γcos2 θ

gN(uxx − uyy) > 0,

(24)

где Hc2(0) = −c(A + gNuxx)/2e
√
J3(J1 + J4), Γ =

= (J1−J4)/(J1+J4). На рисунке 6 показана экспери-

ментально измеренная зависимость Hc2(θ), получен-

ная в работе [39]. Эксперимент и теоретическая зави-

симость (24) практически совпадают, если положить

Γ = 20. При этом ось анизотропии поля Hc2(θ) по-

ворачивается на 90◦ при смене деформации сжатия

на растяжение. Полученное в работе [68] выражение

для Hc2(θ) для случая, когда в нуль при переходе в

нормальное состояние обращаются одновременно обе

компоненты параметра порядка, отличается от (24).

Однако эти зависимости качественно схожи (см. си-

ний пунктир на рис. 6).

9. Спиновые вихри. Еще одной интересной осо-

бенностью нематических сверхпроводников, которая

связана со взаимодействием сверхпроводимости и де-

формации, является возможность наблюдения в них

так называемых спиновых вихрей [71]. Параметр по-

рядка в рассматриваемых здесь материалах, соответ-

ствует классу симметрии DIII, которой, например,

также обладает сверхтекучий гелий 3He в B-фазе.

Как показывают и эксперимент, и теория, в этой фа-

зе сверхтекучего гелия существуют спиновые вих-

ри [74–76]. Для простоты рассмотрим деформируе-

мый внешней силой цилиндрический образец. Тогда

в цилиндрических координатах r, ϕ, z тензор дефор-

мации можно представить в виде [72]: uxx − uyy =

= u(r, z) cosϕ и 2uxy = u(r, z) sinϕ. Характерный

масштаб изменения u порядка размера образца L,

а параметр порядка изменяется в пространстве на

длине когерентности ξ, которая, естественно, много

меньше L. Поэтому вдали от сердцевины вихря мы

можем считать, что параметр порядка зависит от ко-

ординат только параметрически, ∆[u(r, z)], а вбли-

зи сердцевины можем пренебречь вкладом деформа-

ции. Следуя стандартной процедуре, мы минимизи-

руем свободную энергию и получаем два уравнения

ГЛ на компоненты параметра порядка. Решая эти

уравнения, мы приходим к выводу, что в системе мо-

гут существовать спиновые вихри двух типов [71].

Вихрь типа I возникает, если gNu(r, z) > 0, и име-

ет структуру ∆I = ∆I(r, z)(cosϕ, sinϕ). Вихрь ти-
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Рис. 6. (Цветной онлайн) Сплошная линия – экспери-

ментально измеренная зависимость Hc2(θ) в полярных

координатах для двух монокристаллических образцов

SrxBi2Se3 из работы [39]. (а) – Образец с деформацией

сжатия, (b) – образец с деформацией растяжения. Де-

формация uxx ≈ 0.02% возникала в процессе роста об-

разцов и измерялась с помощью рентгеноструктурного

анализа. Пунктиром показана зависимость Hc2(θ), вы-

численная с помощью уравнения (15) из работы [68].

Расчет по формуле (24) при соответствующем выборе

параметра Γ практически совпадает с эксперименталь-

ной кривой

па II возникает, если gNu(r, z) < 0, и имеет структу-

ру ∆II = ∆II(r, z)(− sinϕ, cosϕ). Величина ∆I,II(r, z)

обращается линейно в нуль при r → 0. Тип спино-

вого вихря меняется в зависимости от знака дефор-

мации, т.е. при смене сжатия (u < 0) на растяжение

(u > 0). Так как параметр порядка является вектор-

ным полем, то для него можно вычислить параметр

завихренности P =
∮
C
n · dr/2π, где C – это замкну-

тый контур с единичным радиусом, охватывающий

центр вихря, dr = (dx, dy) – это приращение вдоль

контура, n = ∆i/∆i(r, z) – это направление парамет-

ра порядка. Для вихря типа I (рис. 7a) P = 0, в то

время как для вихря типа II (рис. 7b) P = 1 [71].

Рис. 7. (Цветной онлайн) На рисунке показано направ-

ление параметра порядка в спиновых вихрях разных

типов. (а) – структура параметра порядка для вихря I-

го типа. (b) – Структура параметра порядка для вихря

II-го типа

Из уравнений ГЛ можно получить, что в сердце-

вине спинового вихря параметр порядка обращает-

ся в нуль [71]. Следовательно, спиновый вихрь явля-

ется топологическим дефектом. На таких дефектах

в топологических сверхпроводниках могут локали-

зоваться фермионы Майораны [3]. Для того чтобы

проанализировать такую возможность – можно вос-

пользоваться уравнениями Боголюбова–де Жена (8),

в которых параметр порядка имеет координатную за-

висимость, соответствующую спиновому вихрю од-

ного из двух типов [71]. Спиновый вихрь можно

создать в уравнениях (8) с помощью преобразова-

ния [74, 77]

e−isz [ϕ+(ν−1)π/4]∆σysxτxe
isz [ϕ+(ν−1)π/4], (25)

где ν = 0 для спинового вихря типа I и ν = 1 для

типа II. Видно, что спиновый вихрь создает завихре-

ние в спиновом пространстве s, в то время как вихрь

Абрикосова создает завихренность в массовом про-

странстве (электроны и дырки) τ [74]. Решения на

нулевой энергии являются фермионами Майораны.

Решая уравнение HBdG(kj → −i∇j)ψMF (r, ϕ) = 0,

можно получить, что вблизи кора вихря типа I лока-

лизуются майорановские состояния. Поскольку наша

система инвариантна относительно обращения вре-

мени, то эти состояния образуют так называемые па-

ры Майораны–Крамерса. В случае вихря типа II та-

кие локализованные состояния отсутствуют.

Как мы сказали ранее, рассматриваемая система

принадлежит DIII классу симметрии, так как при-

сутствуют симметрии электрон-дырочного сопряже-

ния Ξ̂ = syτyK и по обращению ко времени T̂ = isyK.

В этом случае можно определить Z2, топологический

инвариант, который связан с симметрией по обраще-

нию времени [78, 77]
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Z2 =
∏

K

Pf [w(K)] /
√
detw(K), (26)

где Pf – это пфаффиан, элементы кососимметрич-

ной матрицы wij(k) = 〈ui(k)|T̂ |uj(k)〉 вычислены в

симметричных относительно симметрии по обраще-

нию времени точках K = (kx, ky) в усеченной зоне

Бриллюэна, ui(k) – это собственные вектора гамиль-

тониана (8) при kz = 0. Данный Z2 индекс принимает

следующие значения

Z2 = 1 для ν = 0, тип I,

Z2 = −1 для ν = 1, тип II. (27)

10. Связь сверхпроводимости и магнетиз-

ма. Парамагнетизм Паули куперовских пар.

Нетривиальная связь нематического параметра по-

рядка с магнетизмом определяет необычный отклик

такого сверхпроводника в магнитном поле. Рассмот-

рим сверхпроводник около критической температу-

ры во внешнем зеемановском поле H||Oz. Будем рас-

сматривать поле как возмущение ΣH = µBβHsz , где

µB – магнитон Бора, а β – g-фактор Ланде. Для про-

стоты мы опустим взаимодействие поля с электрон-

ной системой в антиферромагнитном канале [56]. Это

возмущение можно включить в функционал ГЛ по

процедуре, описанной в разделе 6. Мы можем найти

минимум свободной энергии Fh+FM (Mz → µBβH)−
−χ0(µBβH)2/2 в заданном внешнем поле H . Вторая

производная равновесной свободной энергии по полю

даст нам зеемановскую восприимчивость системы χ.

Данная восприимчивость в нематической и хираль-

ной фазах соответственно равна

χns = χ0 +
2g2M
B2

, χcs = χ0 +
g2M

4(B1 +B2)
. (28)

Здесь первый член описывает парамагнетизм Паули

нормальной фазы, а второй член описывает вклад в

восприимчивость от куперовских пар. В работе [56]

мы вычислили коэффициенты ГЛ из микроскопи-

ческой теории и нашли вклад в восприимчивость

от парамагнетизма куперовских пар. Для простоты

мы считали, что в системе нет гексагональных иска-

жений поверхности Ферми. Полученная зависимость

∆χ = χ−χ0 изображена на рис. 8. Падение восприим-

чивости до 0 при µ/m ≈ 1.4 происходит потому, что

в этой точке обращается в нуль коэффициент gM .

Около фазового перехода из нематической в хираль-

ную фазу коэффициент B2 оказывается малым, что

приводит к расходимости зеемановской восприимчи-

вости. Данная особенность может быть использована

для обнаружения фазового перехода. Отметим, что

в модели с бесконечной зоной Бриллюэна коэффици-

ент B2 > 0 и система всегда остается в нематической

фазе, а восприимчивость остается непрерывной.

Рис. 8. (Цветной онлайн) Скачок зеемановской воспри-

имчивости между сверхпроводящей и нормальной фа-

зами ∆χ = χ − χ0, нормированный на его значение

∆χLT в точке перехода Лифшица как функция безраз-

мерного химического потенциала µ/m в модели с фак-

тором Ланде β = −5.3, см. [19]. Сплошная оранжевая

кривая соответствует модели с конечной зоной Брил-

люэна (ЗБ) в нематической фазе. Сплошная красная

кривая соответствует модели с конечной зоной Брил-

люэна в хиральной фазе. Оранжевая пунктирная кри-

вая соответствует модели с бесконечной зоной Брил-

люэна. Зеленым кружком обозначен переход Лифши-

ца. Вертикальная синяя пунктирная линия показывает

переход между нематической и хиральной фазами, где

коэффициент B2 = 0

Плотность спина в системе выражается через

полную функцию Грина как Sz = −T∑ω,k

∫
Tr[Ĝsz].

Мы раскладываем функцию Грина Ĝ ≈ Ĝ0 +

+ Ĝ0∆̂4Ĝ0 + Ĝ0∆̂4Ĝ0∆̂4Ĝ0 по степеням сверхпрово-

дящего параметра порядка, и находим в главном по-

рядке: Sz = −2igM(∆∗
x∆y−∆x∆

∗
y). Параметр ∆∗

x∆y−
∆x∆

∗
y отвечает за спиновый дисбаланс куперовских

пар. Если параметр порядка действительный, то спи-

новая плотность равна нулю, а количество куперов-

ских пар со спином вверх и вниз одинаково. Прямые

вычисления [56] показывают, что при включении зее-

мановского поля параметр ∆∗
x∆y−∆x∆

∗
y ∝ H . Соот-

ветственно, спиновая плотность, возникающая из-за

дисбаланса между спинами куперовских, становит-

ся равной Sz = g2MµBH/2B2 ∼ k3Fβ
2(µBH/µ)(Tc/µ)

2.

Такой спиновый дисбаланс снижает энергию систе-

мы в магнитном поле аналогично парамагнетизму

Паули электронов. Поэтому мы называем этот эф-

фект парамагнетизмом Паули куперовских пар.

Как и обычные сверхпроводники, нематические

сверхпроводники в низких магнитных полях являют-
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ся диамагнетиками из-за эффекта Мейсснера [61, 79].

Мы ожидаем, что в массивных образцах мейсснеров-

ский диамагнетизм будет преобладать над парамаг-

нетизмом. Однако при определенных условиях пара-

магнитная часть магнитной восприимчивости может

доминировать.

Рассмотрим, например, тонкую вдоль оси Ox или

Oy пленку толщиной d ≪ λ, где λ ∼ 104 Å – лон-

доновская глубина проникновения [34], и пусть маг-

нитное поле направлено в плоскости пленки вдоль

оси Oz. Такая геометрия была использована для на-

хождения предела Клогстона [80, 81]. Диамагнит-

ную мейсснеровскую восприимчивость можно оце-

нить по обычной формуле χM = −d2/48πλ2. Тогда

парамагнетизм Паули куперовских пар будет наблю-

даем, если |χM/∆χns| = (B2/96πg
2
M)(d/λ)2 ≤ 1. По-

скольку толщина пленки d должна быть как ми-

нимум больше, чем постоянная решетки в плоско-

сти a = 4.14 Å [82], то коэффициент (d/λ)2 может

иметь величину до 10−6. Отметим, что в настоящее

время уже выращены высококачественные пленки

Bi2Se3 [83, 84].

В работе [34] сверхпроводящий порошок

Nb0.25Bi2Se3 был исследован методом рассеяния

мюонов (µ − SR). В отличие от эксперимента [31],

обнаружено, что система не имеет спонтанного

магнитного момента. Однако авторы работы [34]

показали, что в сверхпроводящей фазе появляется

дополнительный парамагнитный отклик. Возможно,

они наблюдали парамагнетизм Паули триплет-

ных куперовских пар. В то же время, измерения

магнитной восприимчивости массивного монокри-

сталла Nb0.25Bi2Se3 показали обычный сильный

диамагнитный отклик [34].
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A. Schneidewind, S.Y. Savrasov, X. Wan, and J. Wen,

Nat. Commun. 10, 2802 (2019).

50. P.M. R. Brydon, S. Das Sarma, H.-Y. Hui, and

J. D. Sau, Phys. Rev. B 90, 184512 (2014).

51. X. Wan and S.Y. Savrasov, Nat. Commun. 5, 4144

(2014).

52. V. Moskalenko, Fiz. Metal. Metalloved 8, 2518 (1959).

53. R. S. Akzyanov, D.A. Khokhlov, and A.L. Rakhmanov,

Phys. Rev. B 102, 094511 (2020).

54. R. S. Akzyanov, A.V. Kapranov, and A.L. Rakhmanov,

Phys. Rev. B 102, 100505(R) (2020).

55. L. Chirolli, Phys. Rev. B 98, 014505 (2018).

56. D.A. Khokhlov and R. S. Akzyanov, Phys. Rev. B 104,

214514 (2021).

57. L. Fu, Phys. Rev. B 90, 100509(R) (2014).

58. A. P. Mackenzie, R.K.W. Haselwimmer, A.W. Tyler,

G.G. Lonzarich, Y. Mori, S. Nishizaki, and Y. Maeno,

Phys. Rev. Lett. 80, 161 (1998).

59. Y. Dalichaouch, M. C. de Andrade, D.A. Gajewski,

R. Chau, P. Visani, and M. B. Maple, Phys. Rev. Lett.

75, 3938 (1995).

60. P. Anderson, J. Phys. Chem. Solids 11, 26 (1959).

61. R. S. Akzyanov, Phys. Rev. B 104, 224502 (2021).

62. D.C. Cavanagh and P.M.R. Brydon, Phys. Rev. B 101,

054509 (2020).

63. D. Dentelski, V. Kozii, and J. Ruhman, Phys. Rev.

Research 2, 033302 (2020).

64. T. H. Hsieh and L. Fu, Phys. Rev. Lett. 108, 107005

(2012).

65. L. Hao and T.-K. Lee, J. Phys. Condens. Matter 27,

105701 (2015).

66. L. Hao and C. S. Ting, Phys. Rev. B 96, 144512 (2017).

67. L. Hao and T. K. Lee, Phys. Rev. B 83, 134516 (2011).

68. J. W.F. Venderbos, V. Kozii, and L. Fu, Phys. Rev. B

94, 094522 (2016).

69. J. W.F. Venderbos, V. Kozii, and L. Fu, Phys. Rev. B

94, 180504(R) (2016).

70. L. Chirolli, F. de Juan, and F. Guinea, Phys. Rev. B

95, 201110(R) (2017).

71. R. S. Akzyanov and A. L. Rakhmanov, Phys. Rev. B

104, 094511 (2021).

72. L.D. Landau, E. M. Lif̌sic, E.M. Lifshitz,

A.M. Kosevich, and L.P. Pitaevskii, Theory of

elasticity, Elsevier, Amsterdam (1986), v. 7.

73. M. R. Brems, J. Paaske, A.M. Lunde, and M. Willatzen,

New J. Phys. 20, 053041 (2018).

74. G.E. Volovik, The universe in a helium droplet, OUP

Oxford, Oxford (2003), v. 117.

Письма в ЖЭТФ том 116 вып. 7 – 8 2022



532 Д. А. Хохлов, Р. Ш. Акзянов, А. Л. Рахманов

75. G.E. Volovik, JETP Lett. 111, 582 (2020).

76. G.E. Volovik, JETP Lett. 115, 276 (2022).

77. C.-K. Chiu, J. C. Y. Teo, A.P. Schnyder, and S. Ryu,
Rev. Mod. Phys. 88, 035005 (2016).

78. A.P. Schnyder, S. Ryu, A. Furusaki, and
A.W. W. Ludwig, Phys. Rev. B 78, 195125 (2008).

79. J. Schmidt, F. Parhizgar, and A.M. Black-Schaffer,
Phys. Rev. B 101, 180512(R) (2020).

80. A.M. Clogston, Phys. Rev. Lett. 9, 266 (1962).

81. H. Nam, H. Chen, T. Liu, J. Kim, C. Zhang, J. Yong,
T.R. Lemberger, P.A. Kratz, J. R.Kirtley, K. Moler,
P.W. Adams, A.H. MacDonald, and C.-K. Shih,

Proceedings of the National Academy of Sciences 113,
10513 (2016).

82. A. Cavallin, V. Sevriuk, K.N. Fischer, S. Manna,

S. Ouazi, M. Ellguth, C. Tusche, H.L. Meyerheim,

D. Sander, and J. Kirschner, Surface Science 646, 72

(2016).

83. Z. Xu, X. Guo, M. Yao, H. He, L. Miao, L. Jiao, H. Liu,

J. Wang, D. Qian, J. Jia, W. Ho, and M. Xie, Adv.

Mater. 25, 1557 (2013).

84. H. Li, S. Yu, Y. Li, A. I.Channa, H. Ji, J. Wu, X. Niu,

and Z. Wang, Appl. Phys. Lett. 115, 041602 (2019).

Письма в ЖЭТФ том 116 вып. 7 – 8 2022



Pis’ma v ZhETF, vol. 116, iss. 8, pp. 533 – 534 c© 2022 October 25

Theoretical investigation of the lead-free K2InBiX6 (X =Cl, Br) double

perovskite compounds using first principle calculation

D. Behera1), S. K. Mukherjee1)

Department of Physics, Birla Institute of Technology, Mesra, 835215 Ranchi, India

Submitted 25 August 2022
Resubmitted 3 September 2022

Accepted 5 September 2022

DOI: 10.31857/S123456782220006X, EDN: kobird

The need for energy has grown dramatically over

the past few years, which has intensified efforts to find

non-fossil fuel and unconventional energy sources. As

a result, emphasis is diverted to seeking for renewable

energy sources on a global scale [1]. Through the di-

rect conversion of thermal to electrical energies, ther-

moelectricity could be employed to produce renewable

energy that allows for the efficient utilization of waste

heat [2]. The efficiency of thermoelectric (TE) mate-

rial is governed by the figure of merit (ZT), as ZT =

= (S2σT )/(κe + κl), where S is the Seebeck coefficient,

σ – electrical conductivity, T – absolute temperature,

and κe, κl are electronic and lattice contributions to

the thermal conductivity [3]. Due to their outstand-

ing potential for contemporary applications, double per-

ovskites have garnered a lot of attention. The double

perovskite has the formula A2BB′X6, where X can be

an oxide or a halide, the B and B′ sites are inhabited by

transition or non-transition cations and the A site is oc-

cupied by a rare-earth or alkaline-earth metal. A variety

of unique double perovskite compounds have recently

been developed. The double perovskite compounds with

A – such as K, Cs, Rb, B+ cation – as Cu, Ag, In, B3+

cation – as Bi, Sb, and X – as Cl, Br, I were thor-

oughly described in this context, revealing their opto-

electronics and transport properties [4]. However, based

on literature review, halide double perovskite K2InBiX6

(X= Cl, Br) have not been thoroughly examined. In

this study, first-principles computations were employed

to investigate the structural, elastic, electrical, optical,

and thermoelectric properties of K2InBiX6 (X= Cl, Br)

compounds.

The K2InBiX6 (X= Cl, Br) compounds possess a

cubic face-cantered (Fm3m) atomic configuration and

space group 225. The constituent atoms K, In, Bi, and

X are located at (0.25, 0.25, 0.25), (0.5, 0.5, 0.5), (0, 0, 0),

and (y, 0, 0), respectively (y = 0.247) [5]. The negative

1)e-mail: sanat_aphy@yahoo.co.in

formation energy of the studied K2InBiX6 (X= Cl, Br)

compounds (−1.63 eV/atom, −1.40 eV/atom) confirms

its stability [6]. When designing solids for indus-

trial manufacturing, mechanical properties such as the

second-order elastic constants (Cij), bulk modulus (B),

shear modulus (G), Pung ratio (B/G), and anisotropy

(A) must be taken into account. The computed Poisson

ratio ν for K2InBiX6 (X= Cl, Br) compounds is 0.27,

0.32, showing that materials are ductile by nature. Using

various potentials, including Perdew-Burke-Ernzerhof –

Generalized Gradient Approximation (PBE-GGA) and

modified Becke Johnson Potential (mBJ), we estimated

the electronic band structure of K2InBiX6 (X= Cl, Br)

compounds. Bandgap about 1.81, 1.29 eV were obtained

using mBJ. Optical properties were studied in terms of

real and imaginary dielectric function, refractive index

and reflectivity, etc. No absorption has been observed

between 1.41 and 1.17 eV that would indicate the optical

bandgap is about equivalent to the electrical bandgap.

The variation in peak intensities results from light pho-

tons reflecting off the surface of the material at various

angles. The various peaks are observed for absorption

coefficient α(ω) plot that resulted due to material ab-

sorption [7]. Absorption peaks in the visible spectrum

show that the investigated substances have strong ab-

sorption performance.

The variation of S with temperature is shown in

Fig. 1a, which suggests p type behavior with a posi-

tive magnitude of the Seebeck coefficient. For the in-

vestigated K2InBiX6 (X= Cl, Br) compounds at room

temperature, the magnitude of S was determined to

be 252µV/K and 248µV/K, respectively, Further-

more, an ideal TE material has Seebeck coefficient

more than 200µV/K suggesting good thermoelectric re-

sponse of investigated compounds. The σ/τ ratio for

K2InBiCl6 is 0.13 × 1018 (Ωms)−1 at 200 K and be-

comes 9.01 × 1018 (Ωms)−1 at 800 K. For K2InBiBr6
it is 0.35 × 1018 (Ωms)−1 at 200 K and reaches 9.35 ×
1018 (Ωms)−1 when temperature goes to 800 K. For
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Fig. 1. (Color online) Computed values of (a) – Seebeck coefficient (S), (b) – electrical conductivity (σ/τ ), (c) – thermal

conductivity (κ/τ ), (d) – power factor “PF” (S2σ) with temperature for K2InBiX6 (X= Cl, Br) compounds

K2InBiX6 (X= Cl, Br) compounds, the computed PF

at 800 K is determined to be 4.81× 1011 W/K2ms and

5.13× 1011 W/K2ms. Such a high-power factor at high

temperatures signifies that the compounds are suitable

for thermoelectric device applications.

This is an excerpt of the article “Theoretical inves-

tigation of the lead-free K2InBiX6 (X= Cl, Br) double

perovskite compounds using first principle calculation”.

Full text of the paper is published in JETP Letters jour-

nal. DOI: 10.1134/S0021364022601944
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Исследованы концентрационные зависимости расщепления основных линий магнитопоглощения в

нелегированных двойных квантовых ямах HgTe/CdHgTe p-типа. Анализ расщепления линий магнито-

поглощения, выполненный на основе самосогласованных расчетов зонной структуры, позволил конкре-

тизировать природу структурной асимметрии в двойных квантовых ямах HgTe/CdHgTe, а также опре-

делить вклады, обусловленные встроенным электрическим полем, различием толщин квантовых ям и

порядка их расположения в структуре. Различие экспериментальных величин расщепления “нулевых”

уровней Ландау, извлеченных из анализа двух типов линий, указывает на влияние многочастичных

эффектов на энергии переходов между уровнями Ландау.

DOI: 10.31857/S1234567822200071, EDN: komjtk

1. Введение. Квантовые ямы (КЯ)

HgTe/CdHgTe обладают целым рядом замеча-

тельных физических свойств, которые меняются

при изменении параметров КЯ, таких как ее тол-

щина dQW и состав барьеров. В частности, при

толщинах, больших критической dc ∼ 6.3 нм, про-

исходит инверсия зон (дырочноподобная подзона

H1 оказывается выше по энергии, чем электронопо-

добная подзона E1), что приводит к возникновению

краевых проводящих состояний и появлению фазы

топологического изолятора в соответствии с Z2-

классификацией [1, 2]. При критической толщине

КЯ наблюдается бесщелевая фаза: ширина запре-

щенной зоны обращается в нуль, а законы дисперсии

электронов и дырок вблизи центра зоны Бриллюэна

описываются безмассовым уравнением Дирака [3, 4],

что позволяет рассматривать такие КЯ как “одно-

1)См. дополнительный материал к данной статье на сайте
нашего журнала www.jetpletters.ac.ru

2)e-mail: antikon@physics.msu.ru
3)B. А.Piot; M.Potemski; M.Orlita; F.Teppe.

долинный” аналог графена [5, 6]. Переход между

различными фазами может происходить не только

при изменении параметров КЯ HgTe, но и за счет

изменения давления [7], температуры [7–11], или

даже степени беспорядка [12].

Двойные квантовые ямы (ДКЯ) HgTe/CdHgTe

демонстрируют более богатую картину фазовых со-

стояний, появление которой обусловлено туннельной

непрозрачностью разделительного барьера для ды-

рочноподобных состояний в подзонах H1 и H2 в цен-

тре зоны Бриллюэна и туннельной прозрачностью

для электроноподобных подзон E1 и E2 [13]. В за-

висимости от ширины КЯ и туннельного барьера

в центре зоны Бриллюэна могут реализовываться

различные случаи расположения подзон. В частно-

сти, последовательность E2 – E1 – H1 – H2 (в сто-

рону уменьшения энергии) соответствует нормаль-

ной зонной структуре и фазе тривиального изолято-

ра, в то время, как последовательность E2 – H1 –

H2 – E1 приводит в симметричной ДКЯ к бесщеле-

вому спектру (рис. 1а), подобного спектру двуслой-

ного графена. Наконец, в широких ДКЯ может ре-
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Рис. 1. (Цветной онлайн) Законы дисперсии для образцов A (a) и B (b) в отсутствие электрического и магнитного

полей (E = 0, B = 0). На вставке: схематичное изображение двойной КЯ HgTe/CdHgTe с покровным слоем CdTe

ализовываться фаза изолятора с “двойной инверси-

ей” (рис. 1b), соответствующей упорядочению под-

зон H1 – H2 – E2 – . . . – E1. Одновременная ин-

версия в парах подзон H1 – E1, H2 – E2 приво-

дит к возникновению двух пар краевых состояний,

в спектре которых открывается щель, обусловлен-

ная спин-зависимым туннелированием через разде-

лительный барьер CdHgTe [13]. Недавно было пред-

сказано, что фаза изолятора с “двойной инверси-

ей” в ДКЯ HgTe/CdHgTe является топологическим

изолятором второго порядка с нульмерными (0D)

угловыми состояниями, возникающими при опреде-

ленных кристаллических ориентациях двух смыкаю-

щихся краев образца [14].

Отличительной особенностью ДКЯ

HgTe/CdHgTe является возможность управле-

ния фазовыми переходами с помощью изменения

степени структурной асимметрии системы, вызван-

ной наличием электрического поля [13] (например,

вследствие одностороннего легирования барьеров

[15]) или из-за неодинаковости КЯ [16]. Так, струк-

турная асимметрия в фазе “двуслойного графена”

приводит к открытию щели в спектре двумерных

(2D) состояний и возникновению фазы топологи-

ческого изолятора с парой бесщелевых состояний,

возникающих на краях образца [1, 13]. Кроме это-

го, поскольку щель в спектре одномерных (1D)

краевых состояний в фазе изолятора с “двойной

инверсией” определяется туннелированием между

двумя КЯ, которое, в свою очередь, зависит от

внешнего электрического поля, изменение струк-

турной асимметрии системы также открывает

возможность перестройки спектра 1D краевых и

0D угловых состояний в ДКЯ HgTe/CdHgTe [14].

Отметим, что увеличивая степень структурной

асимметрии, можно не только управлять шириной

щелей в спектрах 1D и 2D состояний, но и изменять

упорядочение подзон, осуществляя, таким образом,

топологический фазовый переход, управляемый

внешним электрическим полем.

Поскольку при росте реальных гетероструктур

технически невозможно сохранить идеальную сим-

метричность гетеропотенциала, ДКЯ HgTe/CdHgTe

всегда обладают некоторой степенью структурной

асимметрии, вызванной как различием профилей

двух КЯ, так и наличием асимметричного “встро-

енного” электрического поля, обусловленного про-

странственным разделением носителей заряда в сло-

ях HgTe и доноров/акцепторов в покрывающем

слое и внешних барьерах. В недавних работах [16–

18] было показано, что в гетероструктурах c ДКЯ

HgTe/CdHgTe, с ориентацией поверхности [013], дей-

ствительно, имеется встроенное электрическое поле,

величина которого оценивалась в несколько кВ/см.

В работе [17] экспериментально наблюдалось до-

полнительное расщепление основных линий магни-

топоглощения, обусловленных переходами с “нуле-

вых” уровней Ландау4) с номерами −2 (см. вставки

на рис. 2), расщепленных за счет структурной асим-

метрии ДКЯ HgTe/CdHgTe. В работе [18] указанное

разделение уровней Ландау с номерами −2 приво-

дило к появлению “возвратного” квантового эффек-

та Холла (КЭХ), который становился “нормальным”

4)Понятие “нулевой” уровень Ландау” для уровня с номером
−2 обусловлено классификацией уровней, принятой в рам-
ках эффективной 2D модели Берневига–Хьюза–Чжана [1, 2]
(см. также [19, 20]).
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при подаче на затвор напряжения +3В. Было по-

казано, что это напряжение приводило к “нейтрали-

зации” структурной асимметрии и слиянию уровней

с номерами −2. Наконец, в работе [16] измерения

температурных зависимостей локального сопротив-

ления от напряжения на затворе в ДКЯ HgTe в фа-

зе “двуслойного графена” демонстрировали поведе-

ние, характерное именно для фазы топологического

изолятора с шириной запрещенной зоны 11 мэВ. По

оценкам авторов работы [16], такая величина щели в

спектре 2D состояний может быть объяснена присут-

ствием встроенного электрического поля 13 кВ/см.

В настоящей работе проводится деталь-

ный анализ спектров магнитопоглощения ДКЯ

HgTe/CdHgTe p-типа, измеренных в сильных

магнитных полях при изменении концентрации

носителей заряда за счет эффекта остаточной

фотопроводимости. На основе анализа расщепле-

ний основных линий магнитопоглощения в рамках

самосогласованных расчетов зонной структуры

конкретизируется природа структурной асиммет-

рии ДКЯ HgTe/CdHgTe и оцениваются вклады,

обусловленные встроенным электрическим полем,

различием толщин КЯ и порядка их расположения

в структуре. Различие экспериментальных величин

расщепления “нулевых” уровней Ландау, извлечен-

ных из анализа двух типов линий, указывает на

значительное влияние многочастичных эффектов на

энергии переходов между уровнями Ландау.

2. Методы исследований. Исследуемые образ-

цы были выращены методом молекулярно-лучевой

эпитаксии на полуизолирующих подложках GaAs

(013) [21]. На подложке выращивался буфер, состо-

ящий из 30 нм слоя ZnTe и толстого (5 мкм) ре-

лаксированного слоя CdTe. Активная часть струк-

туры состояла из нижнего барьера Hg1−xCdxTe тол-

щиной 30 нм, двух КЯ HgTe толщиной d, разделен-

ных туннельно-прозрачным барьером Hg1−xCdxTe

толщиной t, и верхнего барьера Hg1−xCdxTe тол-

щиной 30 нм. Поверх всей структуры выращивался

покровный слой CdTe толщиной 40 нм. Структуры

специально не легировались. Параметры структур

представлены в табл. 1. Типичные значения подвиж-

ности при низких температурах составляли около

5× 104 см2/В · с.
Спектры магнитопоглощения были измерены в

Национальной лаборатории сильных магнитных по-

лей в Гренобле (Франция) с использованием фурье-

спектрометра Bruker Vertex 80v в магнитных полях

до 30 Тл. Часть измерений выполнялась с помощью

резистивного соленоида, часть – с помощью сверх-

проводящего соленоида. В последнем случае мак-

Таблица 1. Параметры исследованных структур. В скобках
приведены параметры, скорректированные по данным преды-
дущих магнитооптических исследований [17]

Образец dQW , нм tbar, нм x
pdark,

1011 см−2

A (150218) 6.5 (6.3) 3.0 (2.8) 0.71 1.3

B (150219) 8.4 (8.4) 3.0 (2.8) 0.67 2.2

симальное значение поля составляло 11 Тл. В каче-

стве источника излучения использовался глобар, в

качестве детектора – композитный кремниевый боло-

метр. Измерения проводились со спектральным раз-

решением 8 см−1 в геометрии Фарадея при темпера-

турах 1.6 и 4.2 К с использованием различных свето-

делителей и фильтров, что позволяло покрыть диа-

пазон энергий квантов до 350 мэВ. Концентрация но-

сителей в образце варьировалась либо с помощь под-

светки синим светом за счет эффекта остаточной фо-

топроводимости (ОФП) [22, 23], либо при изменении

условий эксперимента за счет фоновой подсветки об-

разца излучением глобара. Более подробная инфор-

мация о деталях эксперимента представлена в [17].

Концентрация носителей заряда в структурах

определялась при помощи магнитотранспортных из-

мерений в тех же условиях, что и при измерениях

спектров магнитопоглощения. Использовалась гео-

метрия ван дер Пау. Поскольку исследуемые струк-

туры имеют дырочный тип проводимости при низ-

ких температурах, т.е. уровень Ферми находится в

валентной зоне, необходимо соблюдать осторожность

при определении концентрации. В относительно сла-

бых магнитных полях (< 2 Тл), несмотря на то, что

в них наблюдаются плато КЭХ, в том числе и плато,

соответствующее фактору заполнения уровней Лан-

дау ν = 1, вклад в КЭХ дает только часть дырок

в центре зоны Бриллюэна [18]. Это происходит из-

за пиннинга уровня Ферми на боковом максимуме

валентной зоны (рис. 1), дырки в котором не дают

вклад в КЭХ [24]. В то же время в сильных маг-

нитных полях, когда уровень Ферми “привязывает-

ся” к уровням Ландау, находящимся выше бокового

максимума валентной зоны, все дырки дают вклад в

КЭХ, что приводит, в частности, к возвратному КЭХ

в системе ДКЯ HgTe [18]. Поэтому концентрации но-

сителей заряда в исследуемых структурах определя-

лись по положению плато КЭХ и минимумам про-

дольного сопротивления в сильных магнитных по-

лях. Значения “темновых” (максимальных) концен-

траций дырок указаны в табл. 1. Подсветка образцов

синим светом приводила к уменьшению концентра-

ции носителей заряда.
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Рис. 2. (Цветной онлайн) Типичные спектры магнитопоглощения при различных условиях подсветки в образце А в

магнитном поле 8.5 Тл (a) и в образце B в магнитном поле 10.25 Тл (b). Стрелками показано изменение положения

линий при уменьшении концентрации дырок. На вставках показаны уровни Ландау при наличии электрического поля

5 кВ/см, вертикальными стрелками обозначены переходы, соответствующие линиям β1 и β2. Детальная информация

о классификации электродипольных переходов и спектральных линий, а также о нумерации уровней Ландау пред-

ставлена в [17]

Для нахождения зонного спектра и уровней Лан-

дау решались самосогласованные уравнения Пуассо-

на и Шредингера с 8-зонным k ·p гамильтонианом [7].

Гамильтониан позволяет корректным образом учи-

тывать непараболичность зон, спин-орбитальное вза-

имодействие, а также встроенную упругую дефор-

мацию, связанную с отличием постоянных решеток

HgTe и CdTe [4, 23]. Расчеты выполнялись в аксиаль-

ном приближении с учетом встроенного электриче-

ского поля. При нахождении последнего полагалось,

что поставщиками носителей заряда в КЯ являются

акцепторы, находящиеся на удаленных плоскостях

на поверхности структуры, либо в глубине на доста-

точном удалении. На существенное влияние поверх-

ностного слоя CdTe на концентрацию носителей за-

ряда в КЯ HgTe/CdHgTe указывалось в работе [22],

в которой изучался эффект ОФП. Использование ак-

сиального приближения в данном случае оправдано,

поскольку влияние возможных эффектов, связанных

с отсутствием центра инверсии в кристалле и асим-

метрии химических связей на гетерограницах, ока-

зывает сколь либо заметное влияние на разделение

уровней Ландау −2 лишь в полях порядка 30 Тл [17].

И даже в этом случае величина этого разделения не

превышает 1 мэВ.

3. Результаты и обсуждение. Типичные спек-

тры магнитопоглощения в образцах А и B в обла-

сти энергий, соответствующей “основным” перехо-

дам между уровнями Ландау с номерами −2 и −1,

представлены на рис. 2. В спектрах наблюдаются две

сильные линии β1 и β2, каждая из которых расщеп-

лена дополнительно. Линия β1 соответствует пере-

ходу с “нулевых” уровней −2 на нижний уровень −1

(см. вставки на рис. 2), линия β2 – переходу на верх-

ний уровень −1.

Дополнительное расщепление линий β1 и β2 свя-

зано со структурной асимметрией системы ДКЯ

HgTe/CdHgTe, приводящей к снятию вырождения

для уровней Ландау −2. Вырождение этих уровней

напрямую связано с совпадением подзон H1 и H2

при k = 0 в симметричных ДКЯ (см. рис. 1), и раз-

ница энергий ∆E между “нулевыми” уровнями Лан-

дау −2 есть не что иное, как разница энергий меж-

ду подзонами H1 и H2 при k = 0 [13]. Как уже от-

мечалось во Введении, эта структурная асимметрия

может быть вызвана как встроенным электрическим

полем, так и неодинаковостью двух КЯ. Однако, как

видно из рис. 2, расщепление линий β1 и β2 становит-

ся меньше с уменьшением концентрации носителей

заряда. Это однозначно указывает на то, что глав-

ный вклад в структурную асимметрию связан имен-

но со встроенным электрическим полем, меняющим-

ся при изменении концентрация дырок в ДКЯ.

Изменение интенсивностей линий в спектрах маг-

нитопоглощения при изменении концентрации носи-

телей заряда связано, прежде всего, с изменением на-

селенности уровней Ландау с номером −2. В ультра-

квантовом пределе (ν ≤ 1), для которого получены

спектры магнитопоглощения, приведенные на рис. 2,

уровень Ферми находится на верхнем уровне −2.

Уменьшение числа дырок на уровне Ландау экви-

валентно увеличению концентрации электронов. По-
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Рис. 3. (Цветной онлайн) Символы – зависимости среднего расщепления линий β1 и β2 от концентрации носителей

заряда в ДКЯ HgTe/CdHgTe в образцах A (a) и B (b). Линии – рассчитанные зависимости расщепления ∆E между

подзонами H1 и H2 при k = 0: 1 – КЯ одинаковой толщины, все дырки “пришли” с поверхности (справа от КЯ); 2+,

2− – КЯ различной ширины, все дырки “пришли” с поверхности. Величина “неодинаковости” КЯ HgTe δ (см. вставку

на рис. 1a) для образца A составляет 0.13 нм, для образца B – 0.3 нм. “+” соответствует случаю, когда более уз-

кая КЯ находится ближе к поверхности (см. вставку на рис. 1a); 3 – КЯ одинаковой толщины, но часть носителей

(2.5 · 1010 см−2) “пришла” слева от КЯ5)

этому при уменьшении концентрации дырок интен-

сивность высокоэнергетического перехода −2 → −1

с нижнего уровня −2 не должна заметно менять-

ся, а интенсивность низкоэнергетического перехода

с верхнего уровня −2 должна возрастать. Это хоро-

шо соответствует поведению компонентов линии β1 и

низкоэнергетической компоненты линии β2 (рис. 2).

В то же время причина увеличения интенсивности

высокоэнергетической компоненты линии β2 остает-

ся неясной.

Каждый спектр магнитопоглощения был аппрок-

симирован с помощью суммы нескольких лоренциа-

нов (см. Дополнительный материал). Были опреде-

лены положения и параметры всех линий магнитопо-

глощения, в том числе и линий β1 и β2. Далее были

определены величины расщеплений ∆E линий β1 и

β2 и получена их зависимость от магнитного поля

(см. Дополнительный материал). Поскольку ника-

кой выраженной зависимости величин расщепления

от магнитного поля не наблюдалось, было проведе-

но усреднение всех указанных величин для заданной

концентрации носителей заряда и рассматриваемого

перехода.

5)Нулевое значение расщепления при ненулевой полной кон-
центрации дырок 5 · 1010 см−2 соответствует ситуации, когда
одинаковое количество дырок “поставляется” слева и справа
от КЯ. В этом случае возникающие электрические поля, на-
правленные от КЯ в противоположные стороны, приводят к
симметричному изменению профилей КЯ, и, соответственно,
расщепления “нулевых” уровней Ландау −2 не возникает.

На рисунке 3 показаны зависимости указанных

средних величин расщепления от концентрации ды-
рок. В качестве погрешности указана величина стан-

дартного отклонения. Как видно из рис. 3, имеет-
ся очевидная связь между концентрацией носите-

лей заряда и величиной расщепления – уменьшение
концентрации приводит к уменьшению расщепления.
Кроме того, обращает на себя внимание тот факт,

что расщепление линии β2 во всех случаях оказы-
вается больше расщепления линии β1, что особенно

заметно для образца A (рис. 3а). Подобное различие
в расщеплениях линий, также наблюдавшееся в ра-

боте [17], принципиально не может быть объяснено в
рамках “одноэлектронного” приближения.

Для интерпретации полученных результатов бы-
ли выполнены самосогласованные расчеты зонной

структуры при различных значениях концентрации
носителей заряда. В результате этих расчетов бы-
ла получена зависимость характерной величины рас-

щепления линий β от концентрации носителей заря-
да (рис. 3).

Начнем обсуждение с рассмотрения образца B

(рис. 3b). Кривая 1 показывает рассчитанную зави-

симость величины расщепления от концентрации ды-

рок в предположении, что все носители заряда в

ДКЯ “пришли” с поверхности структуры или справа

от ДКЯ (см. вставку на рис. 1а). В этом случае дости-

гается максимальная величина встроенного электри-

ческого поля и, соответственно, максимальное рас-

щепление при заданной концентрации для двух КЯ
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одинаковой толщины. Наблюдаемый на кривой 1 пе-

региб при значении концентрации дырок около 1.6 ·
1011 см−2 связан с заполнением бокового максимума

в валентной зоне. Как видно из рис. 1b, для образ-

ца B с “двойной инверсией”, первая валентная зона в

Γ-точке зоны Бриллюэна определяется только элек-

троноподобными состояниями (fE = 1), в то время

как вклад дырочноподобных состояний равен нулю

(fH = 0). Именно этот факт позволяет классифици-

ровать первую валентную подзону как подзону E2

[25]. При удалении от точки k = 0 доля электроно-

подобных состояний fE в первой валентной подзоне

уменьшается, а доля дырочноподобных состояний

fH , наоборот, непрерывно растет из-за гибридизации

с дырочноподобными Hn уровнями (n = 1, 2, . . .) при

ненулевом квазиимпульсе. В результате с увеличени-

ем k вклад дырочноподобных состояний fH начинает

превышать вклад от электроноподобных состояний

fE , и изначально электроноподобная валентная под-

зона плавно трансформируется в дырочноподобную.

При этом при любых значениях k выполняется усло-

вие fE+fH = 1 [25]. Поскольку в самосогласованный

электростатический потенциал вносят вклад волно-

вые функции всех заполненных состояний, то при

увеличении концентрации вклад дырочноподобных

состояний во “встроенное” электрическое поле так-

же растет. Эта ситуация имеет место до тех пор, по-

ка уровень Ферми не “касается” бокового максимума

валентной подзоны, вклад электроноподобных состо-

яний в который является доминирующим (fE > 0.5)

[25]. Начиная с этого момента, тенденция начина-

ет меняться – вклад дырочноподобных состояний в

электростатический потенциал начинает уменьшать-

ся, что, в свою очередь, приводит к изменению зави-

симости ∆E как функции концентрации. Отметим,

что подобный расчет ∆E от концентрации электро-

нов в зоне проводимости (где нет боковых максиму-

мов) демонстрирует плавную зависимость (см. До-

полнительный материал).

Из рисунка 3b видно, что для образца B кри-

вая 1 проходит выше экспериментальных точек. В

то же время наклоны теоретической и эксперимен-

тальной зависимостей достаточно близки. Поэтому

можно предположить, что основной вклад в расщеп-

ление вносит электрическое поле, вызванное разде-

лением зарядов на поверхности и в КЯ, но суще-

ствуют еще некоторые “компенсирующие” механиз-

мы, уменьшающие расщепление. В качестве таких

механизмов для образца B можно предложить неоди-

наковость КЯ (кривая 2+) и наличие “поставщиков”

дырок также и слева от КЯ (кривая 3) (см. вставку

на рис. 1а).

Для выявления влияния первого механизма бы-

ли выполнены дополнительные расчеты величины

расщепления в зависимости от “неодинаковости” КЯ

δ (см. вставку на рис. 1а) при различных концен-

трациях дырок в предположении, что все они “при-

шли” справа от КЯ (рис. 4b). Видно, что “неодина-

ковость” КЯ в случае ненулевой концентрации носи-

телей заряда может как усиливать расщепление, так

и ослаблять его. Важную роль здесь играет распо-

ложение КЯ относительно направления встроенного

электрического поля. В рамках нашего предположе-

ния о том, что роль “поставщика” дырок в КЯ играет

поверхность, поле направлено от КЯ к поверхности

(см. вставку на рис. 1а). Это отчасти подтвержда-

ется данными работы [18], в которой приложенное

к затвору положительное напряжение приводило к

уменьшению расщепления. Если в такой конфигу-

рации более широкая КЯ оказывается ближе к по-

верхностному слою, то при ненулевой концентрации

дырок расщепление будет меньше, чем в случае нуле-

вой концентрации, поскольку вклады от встроенного

электрического поля и “неодинаковости” КЯ в струк-

турную асимметрию будут частично компенсировать

друг друга.

На рисунке 3b линиями 2+ и 2− показаны за-

висимости величины расщепления линий β от кон-

центрации дырок с учетом “неодинаковости” КЯ

δ = ±0.3 нм в предположении, что все дырки “при-

шли” с поверхности. Указанная величина являет-

ся максимальной неточностью используемой техно-

логии молекулярно-пучковой эпитаксии и методов

эллипсометрии, используемых для контроля роста

структур [26, 27]. Видно, что экспериментальные зна-

чения хорошо описываются кривой 2+, соответству-

ющей случаю, когда КЯ меньшей толщины находит-

ся ближе к поверхности (см. вставку на рис. 1).

Другой возможностью добиться согласия между

экспериментальными данными и расчетами является

предположение о том, что часть дырок в КЯ “прихо-

дит” не с поверхности, а с противоположной стороны.

В этом случае отличного согласия удается добиться

при концентрации дырок, пришедших слева от КЯ,

равной 2.5 · 1010 см−2 (кривая 3 на рис. 3b).

Несколько другая ситуация имеет место для об-

разца А (рис. 3а). В этом случае даже максимально

асимметричный профиль распределения акцепторов

оказывается недостаточным для достижения согла-

сия с экспериментальными значениями ∆E. Более

того, сопоставление данных для обоих образцов по-

казывает, что величины расщеплений, наблюдаемые

в образце А, сравнимы с величинами для образца

B, несмотря на то, что концентрации дырок отлича-
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Рис. 4. (Цветной онлайн) Зависимости величины расщепления линий β от “неодинаковости” КЯ в образцах A (a) и B

(b) при различных концентрациях дырок в предположении, что все дырки “пришли” с поверхности. Положительные

значения δ соответствуют случаю, когда ближе к поверхности находится более узкая КЯ (см. вставку на рис. 1а).

Значения концентрации дырок в КЯ для образца A: 1 – 0 см−2; 2 – 0.8 ·1011 см−2; 3 – 1.5 ·1011 см−2, для образца B: 1 –

0 см−2; 2 – 0.5 · 1011 см−2; 3 – 1.2 · 1011 см−2; 4 – 1.8 · 1011 см−2. Вертикальные линии указывают значения δ = ±0.13 нм

для образца A и δ = ±0.3 нм для образца B

ются примерно в 2 раза. Таким образом можно сде-

лать вывод, что в отличие от образца B, в образце А

вклады в структурную асимметрию от встроенного

электрического поля и “неодинаковости” КЯ долж-

ны усиливать друг друга. При этом особенности зон-

ной структуры образца А, в котором подзоны H1 и

H2 являются зоной проводимости и валентной зо-

ной, соответственно, приводят к существенно боль-

шей чувствительности величины расщепления ∆E

от величины δ, чем для образца B. Действительно,

кривые на рис. 4а имеют заметно большую крутиз-

ну, чем на рис. 4b. Поэтому для достижения количе-

ственного соответствия между теоретическими рас-

четами и экспериментальной зависимостью расщеп-

ления от концентрации дырок достаточно выбрать

значение δ = −0.13 нм, укладывающееся в техноло-

гическую точность используемой ростовой техноло-

гии.

Таким образом, структурная асимметрия в иссле-

дуемых образцах с ДКЯ HgTe/CdHgTe обусловле-

на вкладом сразу двух факторов одновременно. При

этом можно сделать ряд заключений:

1. Доминирующим фактором, вызывающим рас-

щепление линий β в спектрах магнитопогло-

щения, является наличие встроенного электри-

ческого поля. Указанное поле связано с про-

странственным разделением носителей заряда

в ДКЯ и акцепторов в покрывающем слое CdTe

и барьерах CdHgTe. При этом источником по-

давляющей части носителей является именно

акцепторы покрывающего слоя CdTe. На это

указывают, во-первых, существенная зависи-

мость величины расщепления от концентра-

ции носителей и, во-вторых, близкие значения

измеренных и рассчитанных величин расщеп-

лений для максимально асимметричного про-

филя распределения акцепторов. Кроме того,

ранее отмечалась доминирующая роль покры-

вающего слоя CdTe для эффекта остаточной

фотопроводимости в ДКЯ HgTe/CdHgTe [22],

за счет использования которого происходило

изменение концентрации дырок в наших экспе-

риментах.

2. Часть носителей заряда в ДКЯ может быть

обусловлена наличием акцепторов в нижнем

(ближайшим к подложке) барьере CdHgTe. Од-

нако доля таких носителей заряда не может

превышать 25 %. Действительно, подобное рас-

пределение акцепторов должно приводить к

уменьшению величины расщепления линий β

при заданном значении концентрации дырок.

Даже если предположить, что в образце B две

КЯ максимально неодинаковы (δ = −0.3 нм)

и эта неодинаковость увеличивает расщепле-

ние, то для получения хорошего согласия меж-

ду экспериментальными данными и расчета-

ми необходимо положить концентрацию носи-

телей, пришедших слева от КЯ, равной 5 ×
×1010 см−2, что составляет 25 % от характерной

концентрации дырок 2 · 1011 см−2.
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3. Неодинаковость двух КЯ может как увели-
чивать, так и уменьшать расщепление линий
β при заданной концентрации в зависимости
от расположения КЯ относительно поверхно-
сти. Для образца А взаимное расположение КЯ
можно указать однозначно (более узкая яма
находится дальше от поверхности), поскольку
для него даже максимального разделения за-
рядов между КЯ и поверхностью не позволяет
достичь наблюдаемого расщепления без учета
“неодинаковости”.

4. Поскольку обе рассматриваемые структуры
были выращены последовательно в одном
ростовом цикле, можно предположить, что
степени “неодинаковости” КЯ в этих образцах
должны быть сравнимы. Тогда, исходя из
данных для обоих образцов, можно сделать
осторожную оценку “неодинаковости” КЯ δ
от −0.13 нм до +0.3 нм. И в этом случае доля
носителей, “пришедших” в КЯ с противо-
положной стороны от поверхности не будет
превышать 18–25 %.

Представленный выше анализ основан на само-
согласованных расчетах зонной структуры, в рам-
ках которых расщепление линий магнитопоглощения
β1 и β2 однозначно связано с расщеплением “нуле-
вых” уровней Ландау вследствие структурной асим-
метрии ДКЯ HgTe/CdHgTe. Несмотря на количе-
ственное согласие между экспериментальной и теоре-
тической зависимостью ∆E от концентрации дырок
в ДКЯ, подобные расчеты, однако, не объясняют
различий в величинах расщеплений линий магни-
топоглощения β1 и β2, особенно ярко выраженных
для образца А с более узкими квантовыми ямами.
Мы полагаем, что в данном случае разница в рас-
щеплениях линий может быть связана с проявле-
нием коллективных эффектов в магнитопоглощении
(ср. с [20, 28]). Действительно, поскольку каждый пе-
реход между уровнями Ландау соответствует длин-
новолновой энергии магнитоплазменного возбужде-
ния (магнитоэкситона [29, 30]), то непараболичность
закона дисперсии в подзонах размерного квантова-
ния, типичная для КЯ HgTe/CdHgTe, приводит к
взаимодействию магнитоплазменных мод с близкими
энергиями даже в длинноволновом пределе [31–34].
Особенно выражено эффекты взаимодействия маг-
нитоплазменных мод, связанные с многочастичным
взаимодействием между носителями заряда, должны
проявляться для переходов с близкими значениями
энергий [20, 28]. В нашем случае это пары переходов
между уровнями Ландау, отвечающих за расщепле-
ние каждой из линий β1 и β2 (см. рис. 2).

Необходимым условием наблюдения много-
частичных эффектов во “взаимодействии” двух
переходов является малость разницы их энергий
по сравнению с характерным масштабом куло-
новского взаимодействия в заданном магнитном
поле Ec ∼ e2/(εaB), где e – заряд электрона, aB –
магнитная длина (a2B = ~/eB, B – напряженность
магнитного поля) и ε ∼ 21 – статическая диэлек-
трическая проницаемость HgTe. Очевидно, что
это условие заведомо выполняется для переходов,
соответствующих расщеплению каждой из линий
β1 и β2. Действительно, в диапазоне магнитных
полей 4–30 Тл, в котором наблюдаются эти линии
магнитопоглощения (см. Дополнительный матери-
ал), Ec составляет 4–11 мэВ. Отметим, что сама
величина “взаимодействия” двух конкретных пе-
реходов значительно меньше Ec, поскольку также
зависит от заселенностей начальных и конечных
уровней, а также “перекрестных” матричных эле-
ментов кулоновского взаимодействия, рассчитанных
на четырех волновых функциях уровней Ландау,
определяющих рассматриваемую пару переходов
[31–34]. Последний фактор является не только
причиной различного вклада от многочастичного
взаимодействия в расщепление двух разных линий
β1 и β2, но также и объясняет то, что различие
в расщеплениях оказывается более выраженным в
образце А с меньшими размерами КЯ.

4. Заключение. В настоящей работе были про-
анализированы концентрационные зависимости ве-
личин расщеплений ∆E основных линий магнитопо-
глощения линий β1 и β2. Предложена модель струк-
турной асимметрии в двух образцах, учитывающая
асимметричное распределение акцепторов и неоди-
наковость ям в ДКЯ HgTe/CdHgTe, которая объяс-
няет наблюдаемые зависимости. Анализ эксперимен-
тальных расщеплений линий, проведенный в рамках
этой модели, свидетельствует, что как минимум 75 %
дырок в ДКЯ связано с акцепторами покрывающе-
го слоя CdTe. Различие экспериментальных величин
расщепления “нулевых” уровней Ландау, извлечен-
ных из анализа расщепления двух линий β1 и β2,
указывает на влияние многочастичных эффектов на
энергии переходов между уровнями Ландау.
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Методами теории функционала плотности (ТФП) проведены расчеты электронной и спиновой струк-

туры топологических поверхностных состояний (ТПС) для антиферромагнитных топологических изо-

ляторов MnBi4Te7 и MnBi6Te10, состоящих из последовательности магнитных семислойных блоков (СБ)

MnBi2Te4, разделенных немагнитными пятислойными блоками (ПБ) Bi2Te3. Проанализированы особен-

ности, характерные для систем с различной терминацией поверхности (как СБ, так и ПБ) и проведено

сравнение результатов теоретических расчетов с экпериментально измеренными дисперсиями электрон-

ных состояний. Показано, что при терминации поверхности магнитным СБ в структуре ТПС в точке

Дирака открывается энергетическая запрещенная зона (ЭЗЗ) порядка 35–45 мэВ, подобно MnBi2Te4.

При терминации поверхности немагнитным ПБ структура ТПС уже ближе к виду, характерному для

Bi2Te3 с различным энергетическим сдвигом точки Дирака и формированием гибридизационных ЭЗЗ в

структуре ТПС, обусловленных взаимодействием с нижележащим СБ. Проведены расчеты, показываю-

щие возможность изменения величины ЭЗЗ в точке Дирака при вариации расстояния между блоками на

поверхности без принципиального изменения электронной структуры. Приложение электрического поля

перпендикулярно поверхности меняет электронную и спиновую структуру ТПС и может модулировать

величину ЭЗЗ в точке Дирака в зависимости от напряженности и знака приложенного поля, что может

быть использовано для практических приложений.

DOI: 10.31857/S1234567822200083, EDN: koxqib

В последнее время в физике конденсированно-

го состояния значительные усилия исследователей

были направлены на интенсивное изучение особен-

ностей электронной и спиновой структуры систем

с уникальным сочетанием топологических и маг-

нитных свойств, которые характеризуются новы-

ми нетривиальными квантовыми эффектами, инте-

ресными для практических приложений. Одними

из наиболее ярких проявлений подобных эффек-

тов являются квантовый аномальный эффект Хол-

ла (КАЭХ) и топологический квантовый магнито-

электрический (МЭ) эффект, которые основаны на

квантовании холловской проводимости и МЭ откли-

ка (см., например, статьи [1–5]). Данные топологи-

ческие эффекты проявляются в яркой степени в си-

стемах на основе топологических изоляторов (ТИ), в

которых для реализации КАЭХ внутреннее магнит-

1)e-mail: ashikin@inbox.ru

ное поле вводится как путем допирования ТИ маг-

нитными примесями (см., например, [6]), так и за

счет эффектов магнитного продолжения (магнитной

близости) при нанесении магнитного слоя на поверх-

ность немагнитного ТИ (см., например, [7, 8]). При

этом в последнее время были также успешно синте-

зированы собственные магнитно-упорядоченные ТИ,

в которых магнитные атомы включены непосред-

ственно в кристаллическую структуру формируемо-

го магнитного ТИ. Это обеспечивает упорядоченное

расположение магнитных атомов внутри кристалли-

ческой решетки и позволяет существенно повысить

концентрацию магнитных атомов и степень их воз-

действия. Одним из наиболее ярких примеров такого

магнитно-упорядоченного ТИ является антиферро-

магнитный (АФМ) ТИ со стехиометрией MnBi2Te4,

на исследования электронной структуры и магнит-

ных свойств которого в последние годы направлены

значительные усилия (см., например, [9–18]). Одно-
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Рис. 1. (Цветной онлайн) (а) – Структура семислойного блока MnBi2Te4 с расположением атомов и ориентацией маг-

нитных моментов внутри блока. (b) – Изменения общей структуры и ориентация магнитных моментов внутри каждого

СБ и между соседними СБ для соединений из данной серии при изменении величины m в стехиометрической фор-

муле для MnBi4Te7 (m = 1) и MnBi6Te10 (m = 2). Семислойные и пятислойные блоки обозначены как SL и QL

соответственно

временно с этим была показана возможность реа-

лизации квантового эффекта Холла в таких систе-

мах как теоретически [19, 20], так и эксперименталь-

но [21–23], а для тонких слоев MnBi2Te4 показана

возможность реализации КАЭХ при более высоких

температурах [21, 24], что существенно повышает

прикладной интерес к исследованию электронных и

магнитных свойств данного материала. После это-

го была успешно разработана и синтезирована серия

собственных магнитно-упорядоченных AФM ТИ со

стехиометрией (MnBi2Te4)(Bi2Te3)m [14, 25–29] с мо-

дуляцией магнитных свойств путем введения немаг-

нитных слоев между магнитными СБ. При этом каж-

дое из соединений в данной серии характеризуется

как общими, так и уникальными особенностями элек-

тронной структуры данных соединений.

Семейство (MnBi2Te4)(Bi2Te3)m включает в се-

бя ряд топологически нетривиальных соединений

типа MnBi2Te4 (m = 0), MnBi4Te7 (m = 1),

MnBi6Te10 (m = 2), MnBi8Te13 (m = 3) и т.д., ко-

торые характеризуются слоистой структурой, состо-

ящей из магнитных СБ со структурой MnBi2Te4,

разделенных слоями немагнитных ПБ со струк-

турой Bi2Te3. Все СБ и ПБ разделены Ван-дер-

Ваальсовыми (ВдВ) промежутками. При этом сосед-

ние магнитные слои связаны АФМ взаимодействи-

ем, формируемым между магнитными Mn-слоями.

Связь внутри каждого магнитного Mn-слоя име-

ет ферромагнитный характер. (Для MnBi2Te4 маг-

нитные СБ связаны напрямую без промежуточных

ПБ Bi2Te3). На рисунке 1а показана структура СБ

MnBi2Te4 с расположением и ориентацией магнит-

ных моментов внутри блока, а на рис. 1b показаны

изменения общей структуры и ориентация магнит-

ных моментов в соседних СБ для соединений из дан-

ной серии MnBi4Te7 (m = 1), MnBi6Te10 (m = 2),

являющихся предметом исследования в данной ра-

боте.

На данный момент анализ особенностей элек-

тронной и спиновой структуры для соединений из

серии (MnBi2Te4)(Bi2Te3)m носит ограниченный ха-

рактер, особенно с представлением и анализом спи-

новой структуры ТПС в направлениях параллель-

но и перпендикулярно поверхности, а также изме-

нений их электронной и спиновой структуры ТПС

при приложении электрического поля. Именно спи-

новая структура ТПС и величина ЭЗЗ в точке Ди-

рака и определяет возможность эффективной реали-

зации КАЭХ (в том числе высокотемпературного) в

данных соединениях.

Представленная работа в этой связи посвящена

изучению особенностей электронной и спиновой

структуры соединений MnBi4Te7 и MnBi6Te10,

рассчитанных методом ТФП, для поверхностей с

различными терминациями и сравнению результа-

тов теоретических расчетов с экспериментальными

спектрами, измеренными методом фотоэлектронной

спектроскопии с угловым разрешением (ФЭСУР).

В работе будет проведено сравнение величины

ЭЗЗ, открываемой в точке Дирака, оцененной из

экспериментальных измерений и теоретических

расчетов при вариации параметров расчетов. При

этом будет также проведен анализ изменений

электронной и спиновой структуры и соответ-

ствующей модификации ЭЗЗ в точке Дирака при

приложении электрического поля перпендикулярно

поверхности (для полей различной напряжен-

ности и противоположной направленности), что

должно быть интересным для практических при-

менений.
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Рис. 2. (Цветной онлайн) (а), (b) и (e), (f) – Рассчитанная электронная и спиновая структура ТПС и ближайших состо-

яний валентной зоны и зоны проводимости для MnBi4Te7 для терминаций поверхности СБ (7–5–7–5) и ПБ (5–7–5–7).

Отдельно показаны дисперсионные зависимости для in-plane (a), (e) и out-of-plane (b), (f) спиновой ориентации. Про-

тивоположные направления по k|| и k⊥ показаны красными и синими символами. (c), (d) и (g), (h) – Соответствующие

экспериментально измеренные дисперсионные зависимости, представленные в форме N(E) (c), (g) и d2N/dE2 (d), (h)

Анализ особенностей электронной структу-

ры и величины ЭЗЗ, открываемой в точке Ди-

рака, для поверхностей MnBi4Te7 и MnBi6Te10
с различными терминациями. На рисунках 2

и 3 представлены результаты расчетов электронной

и спиновой структуры ТПС и ближайших состо-

яний валентной зоны и зоны проводимости мето-

дом ТФП для соединений MnBi4Te7 и MnBi6Te10
при различной терминации поверхности – магнит-

ным СБ (рис. 2а, b и 3а, b), одним поверхностным ПБ

(1 ПБ) (рис. 2e, f и 3e, f) и двумя поверхностными

ПБ (2 ПБ) (рис. 3i, j). Представлены расчеты спи-

новой электронной структуры со спиновой ориента-

цией как в плоскости поверхности (in-plane), так и

перпендикулярно поверхности (out-of-plane). Состо-

яния с противоположной спиновой ориентацией по

направлениям k|| и k⊥ показаны красными и синими

символами. Здесь же на рисунках 2c, d и g, h и 3c, d

и g, h и k, l для сравнения показаны соответству-

ющие экспериментальные дисперсионные зависимо-

сти для данных соединений, измеренные методом

ФЭСУР при лазерном возбуждении (hν = 6.3 эВ).

Экспериментальные дисперсионные зависимости, из-

меренные для случаев соответствующей поверхност-

ной терминации (СБ, 1 ПБ или 2 ПБ), представле-

ны в форме N(E) рис. 2c, g, рис. 3c, g, k и d2N/dE2

рис. 2d, h, рис. 3d, h, l. Детали проведенных расчетов

приведены в разделе “Методы”.

Представленные результаты свидетельствуют о

том, что электронная структура ТПС для магнитных

ТИ MnBi4Te7 и MnBi6Te10 существенно различает-

ся, в первую очередь, для различных поверхностных

терминаций, когда на поверхность выходит либо маг-

нитный СБ со структурой MnBi2Te4, либо немагнит-

ный ПБ со структурой Bi2Te3. При этом для терми-

наций с одним или двумя ПБ на поверхности наблю-

дается существенное различие в энергиях связи для

точки Дирака, а также более сложная электронная

структура ТПС и состояний валентной зоны и зо-

ны проводимости. Результаты представленных рас-
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Рис. 3. (Цветной онлайн) (а), (b) и (e), (f) и (i), (j) – Рассчитанная электронная и спиновая структура ТПС и ближай-

ших состояний валентной зоны и зоны проводимости для MnBi6Te10 для поверхности, терминированной СБ (7–5–5–7),

одним ПБ (5–7–5–5) и двумя ПБ (5–5–7–5). Отдельно показаны дисперсионные зависимости для in-plane (а), (e), (i)) и

out-of-plane (b), (f), (j) спиновой ориентации. Противоположные направления по k|| и k⊥ показаны красными и синими

символами. (c), (d) и (g), (h) и (k), (l) – Соответствующие экспериментально измеренные дисперсионные зависимости,

представленные в форме N(E) (c), (g), (k) и d2N/dE2 (d), (h), (l)

четов электронной структуры в основном коррелиру-

ют с данными расчетов, опубликованных в работах

[27, 30–37], и подтверждаются в целом эксперимен-

тальными данными. В дополнение в данной работе

представлены расчеты спиновой структуры данных

систем.
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Из анализа приведенных теоретических зависи-

мостей электронной и спиновой структуры ТПС вид-

но, что при терминации поверхности магнитным СБ

оба типа образцов (MnBi4Te7 и MnBi6Te10) в об-

ласти точки Γ̄ характеризуются геликоидальной in-

plane спиновой структурой (аналогично MnBi2Te4
[9, 18, 38]). При этом в области точки Γ̄ для термина-

ций магнитным СБ все представленные спектры ха-

рактеризуются открытием ЭЗЗ в точке Дирака (при

(k||=0)). Согласно приведенным расчетам величина

ЭЗЗ в точке Γ̄ для MnBi4Te7 и MnBi6Te10 должна

быть 42 и 36 мэВ соответственно. Это, в частности,

коррелирует с данными в работе [35], где величина

ЭЗЗ в точке Дирака для MnBi6Te10 также оценива-

лась теоретически на уровне 35 мэВ. Данная величи-

на ЭЗЗ как для MnBi4Te7, так и MnBi6Te10 мень-

ше, чем величина Дираковской ЭЗЗ для MnBi2Te4,

которая согласно расчетам должна достигать вели-

чины 55–88 мэВ. Уменьшение величины ЭЗЗ может

быть обусловлено уменьшением обменного взаимо-

действия между соседними Mn слоями в соединени-

ях MnBi4Te7 и MnBi6Te10 по сравнению с MnBi2Te4.

Причем ввиду того, что для MnBi6Te10 между СБ

вводится уже 2 немагнитных ПБ (по сравнению с од-

ним ПБ в MnBi4Te7), формируемая ЭЗЗ в точке Ди-

рака для MnBi6Te10 имеет меньшую величину. Срав-

нение с экспериментом показывает хорошее согласие

как для общей структуры ТПС, так и для состояний

валентной зоны и зоны проводимости.

В случае терминации поверхности немагнитны-

ми ПБ электронная и спиновая структура имеет

более сложный характер. Для ПБ-терминации для

MnBi4Te7, в соответствии с представленными экспе-

риментальными спектрами, точка Дирака сдвигает-

ся в сторону более высоких энергий связи. При этом

в области верхнего Дираковского конуса формиру-

ется дополнительная ЭЗЗ вследствие гибридизации

состояний верхнего ПБ с состояниями более низко-

лежащего СБ в области точки Дирака данного СБ

[27, 30–37]. Для рассчитанных спектров (в особенно-

сти для MnBi4Te7) также явно видно формирова-

ние такой гибридизационной ЭЗЗ. Для MnBi6Te10
дополнительно имеет место сдвиг по энергии для

точки, соответствующей нижнему краю верхней ча-

сти Дираковского конуса, как для рассчитанных,

так и для экспериментальных спектров. Для образ-

цов MnBi6Te10 с поверхностной терминацией двумя

немагнитными ПБ спектр уже более похож на Дира-

ковский конус, характерный для Bi2Te3.

При этом, если сравнивать теоретические и экспе-

риментальные спектры, в экспериментальных спек-

трах по обеим сторонам Дираковского конуса в зоне

проводимости появляются дополнительные состоя-

ния. Предполагается, что появление этих состояний

обусловлено некоторой гибридизацией состояний Ди-

раковского конуса в верхнем СБ MnBi2Te4 с объ-

емными состояниями из нижележащего ПБ Bi2Te3
[27, 30–37]. Причем эти состояния проявляются более

явно при фотоэлектронных (ФЭ) измерениях с ис-

пользованием лазерного излучения [30–34, 36, 37, 39],

которые характеризуются значительно большей глу-

биной выхода фотоэлектронов, что позволяет чув-

ствовать вклад в ФЭ спектры также второго более

низколежащего ПБ. При измерениях с использова-

нием синхротронного излучения с большей энергией

возбуждающих фотонов (что соответствует меньшей

глубине выхода фотоэлектронов) данные состояния

проявляются в значительно меньшей степени [27],

несмотря на то, что положение точки Дирака при

измерениях с использованием синхротронного и ла-

зерного излучения практически совпадает. Данные

гибридизационные эффекты особенно ярко проявля-

ются для случаев поверхностной терминации одним

ПБ Bi2Te3 путем формирования ярко выраженной

гибридизационной ЭЗЗ в области состояний верхнего

конуса Дираковских состояний, находящихся в обла-

сти края валентных состояний у нижележащего СБ.

В случае поверхностной терминации двумя ПБ дан-

ные гибридизационные эффекты проявляются уже

в меньшей степени. Здесь также следует отметить,

что существует и другая интерпретация появления

дополнительных состояний по обеим сторонам от со-

стояний верхнего Дираковского конуса, обусловлен-

ная формированием соответствующих Рашба состо-

яний и их гибридизацией с ТПС (см. [33, 40]).

Сравнение с экспериментально измерен-

ными данными. Для экспериментального анализа

величины ЭЗЗ в точке Дирака на рис. 4a–j показа-

ны экспериментальные дисперсии, измеренные мето-

дом ФЭСУР для поверхности MnBi4Te7, термини-

рованной магнитным СБ, для двух различных об-

разцов. Здесь следует отметить, что формирование

ЭЗЗ в точке Дирака напрямую связано с инверси-

ей out-of-plane спиновой поляризации между состо-

яниями верхнего и нижнего Дираковского конуса в

точке Дирака (см. out-of-plane спиновую структу-

ру на рис. 2 и 3), которая наиболее ярко проявля-

ется именно для СБ-терминированной поверхности.

Спектры были измерены с использованием лазерно-

го излучения с энергией фотонов 6.3 эВ при темпера-

туре 10 К, что ниже температуры Нееля. На рисун-

ке 4a, b, c и f, g, h представлены дисперсионные зави-

симости в форме N(E) (а), (f), а также d2N/dE2 (b),

(g) (для лучшей визуализации ЭЗЗ в точке Дирака
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Рис. 4. (Цветной онлайн) Экспериментально измеренные дисперсии электронных состояний для поверхности MnBi4Te7,

терминированной магнитным СБ. Спектры представлены в форме N(E) (а), а также d2N/dE2 (b) с дополнительной

детализацией в области точки Дирака (c). (d) – Соответствующие распределения плотности электронных состояний,

измеренные непосредственно в Γ̄-точке при k||=0, с разложением на спектральные компоненты (черные сплошные

линии – состояния конуса Дирака, показывающие величину ЭЗЗ). (e) – Изменения в энергетическом расщеплении

между состояниями верхнего и нижнего конуса ТПС при изменении значения k|| в положительном и отрицательном

направлениях относительно Γ̄-точки. (f)–(j) – То же самое для другого образца

(при k|| = 0)) и с дополнительной детализацией в об-

ласти точки Дирака (c), (h)). На рисунке 4d, i крас-

ными символами и черными линиями показаны со-

ответствующие распределения плотности электрон-

ных состояний (ПЭС), измеренные непосредственно

в Γ̄-точке. Здесь же черными линиями представлено

разложение измеренных ПЭС на спектральные со-

ставляющие (компоненты). Энергетические положе-

ния данных спектральных компонент соответству-

ют краям ЭЗЗ, открываемой в точке Дирака. Ри-

сунки 4e, j показывают изменения в энергетическом

расстоянии между состояниями верхнего и нижне-

го конуса ТПС вне Γ̄-точки (полученные из ана-

логичных разложений на спектральные составля-

ющие) при изменении значения k|| в положитель-

ном и отрицательном направлениях относительно Γ̄-

точки. Представленные зависимости аппроксимиру-

ются модельной кривой, характерной для Дираков-

ского конуса с ЭЗЗ: E ∼ (α2k2 + ∆2)1/2, где ∆

определяет размер ЭЗЗ в точке Дирака. Такой под-

ход позволяет уменьшить ошибку при оценке вели-

чины ЭЗЗ. Минимальное энергетическое расщепле-

ние в Γ̄-точке соответствует величине ЭЗЗ в точке

Дирака.

Представленные на рис. 4 экспериментальные

данные показывают, что поверхностная терминация

MnBi4Te7 магнитным СБ действительно харак-

теризуется наличием ЭЗЗ (порядка 35–42 мэВ),

открываемой в точке Дирака. Причем эксперимен-

тально измеренная величина ЭЗЗ в точке Дирака

коррелирует с величиной ЭЗЗ, полученной из

теоретических расчетов (порядка 42 мэВ). Анализ

того, как может изменяться величина ЭЗЗ при

возможной вариации ВдВ расстояния между СБ

и ПБ, составляющими систему, будет представлен

ниже на рис. 5. При этом следует отметить, что в

литературе существуют работы, предполагающие

как отсутствие ЭЗЗ непосредственно в точке Дирака

[32–34], так и наличие ЭЗЗ в точке Дирака для

различных ТИ из семейства (MnBi2Te4)(Bi2Te3)m,

что было показано как теоретически [27, 35–37],

так и экспериментально [27, 29, 39]. Однако, если

проанализировать out-of-plane спиновую структуру

для поверхностей, терминированных магнитным

СБ на рис. 2, 3, то как для MnBi4Te7, так и для

MnBi6Te10 данная спиновая структура характе-

ризуются ярко выраженной инверсией спиновой

поляризации по краям Дираковской ЭЗЗ непосред-
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Рис. 5. (Цветной онлайн) (a1–a4) – Изменение электронной структуры при вариации ВдВ расстояния между СБ и

ПБ для поверхности MnBi4Te7, терминированной магнитным СБ. (b1-b4) и (c1-c4) – То же самое для MnBi6Te10 при

вариации расстояния между ПБ, а также ПБ и СБ соответственно. (d) – Соответствующие изменения величины ЭЗЗ

в точке Дирака для всех трех рассчитанных вариантов

ственно в точке Γ̄. Подобная out-of-plane спиновая

поляризация обусловлена появлением массового чле-

на в Гамильтониане и формированием ЭЗЗ в точке

Дирака. Для терминации поверхности немагнитным

ПБ выделить out-of-plane спиновую поляризацию

между верхним и нижним конусом в области точ-

ки Дирака значительно труднее ввиду сильного

перекрытия с ветвями состояний валентной зоны.
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Зависимость особенностей электронной

структуры от параметров расчетов. Следу-

ет отметить, что в расчетах, представленных в

литературе, в различных работах используются

различные величины как ВдВ расстояний между

СБ и ПБ, так и внутрислойных межатомных рас-

стояний. В литературе существует определенный

разброс в значениях используемых параметров,

что обуславливает возможные небольшие различия

в особенностях рассчитанных электронных спек-

тров, включая различие в величине ЭЗЗ в точке

Дирака. Представленные на рис. 2, 3 теоретические

дисперсионные зависимости были рассчитаны ис-

ходя из атомной структуры элементарной ячейки

MnBi4Te7, используемой в работах [9, 17, 18]. При

этом величины ВдВ расстояний между СБ и ПБ вы-

бирались как средние значения между значениями,

используемыми в работах [25, 27]. Для выяснения

вопроса о том, как выбор величин ВдВ интервалов

может влиять на детали электронной структуры

и величину ЭЗЗ в точке Дирака в данной работе

были проведены дополнительные сравнительные

расчеты с использованием структурных параметров

для СБ, как в [41], с дополнительной вариацией

ВдВ интервала между ПБ и СБ как в сторону его

увеличения, так и уменьшения.

На рисунке 5а1–а4 представлены расчеты измене-

ний электронной структуры для MnBi4Te7 с поверх-

ностью, терминированной магнитным СБ, и величи-

ны ЭЗЗ в точке Дирака при вариации ВдВ интерва-

ла между СБ и ПБ по всему объему образца отно-

сительно исходного ВдВ интервала 2.726 Å. Данное

значение было взято как среднее между значения-

ми ВдВ расстояний, используемых в работах [25, 27].

Параметры структруры СБ были взяты из работы

[41]. На рисунке 5b1–b4 и c1–c4 показаны аналогич-

ные изменения электронной структуры для поверх-

ности MnBi6Te10, также терминированной магнит-

ным СБ, при вариации ВдВ интервала между ПБ,

а также между ПБ и СБ соответственно. Результи-

рующие изменения величины ЭЗЗ в точке Дирака

при вариации ВдВ расстояний для всех трех рассчи-

танных вариантов показаны на рис. 5d.

Представленные результаты показывают, что при

вариации ВдВ интервала для MnBi4Te7 в пределах

± 4 % величина ЭЗЗ в точке Дирака может изменять-

ся в пределах от 52 до 31 мэВ. Аналогичные оцен-

ки для MnBi6Te10 показывают возможные изменения

величины ЭЗЗ в точке Дирака в пределах от 49 до

13 мэВ или от 31 до 36 мэВ при вариации расстояния

между ПБ, а также ПБ и СБ соответственно. Если

брать все изменения ВдВ в пределах ±2 %, то общие

изменения в величине ЭЗЗ в точке Дирака находятся

в пределах от 23 до 47 мэВ. Если сравнивать с рабо-

тами [25, 27], то различия в отмеченных параметрах

не превышают ±(2–4)%. Это ведет к возможному из-

менению величины ЭЗЗ в точке Дирака в основном в

пределах от 30 до 50 мэВ, что укладывается в диапа-

зон изменения экспериментально измеренных вели-

чин ЭЗЗ в точке Дирака, представленных в данной и

других работах. При этом существенных изменений

в электронной структуре для данных соединений не

наблюдается.

Из проведенного сравнения и анализа можно сде-

лать вывод, что представленные на рис. 2 и 3 рассчи-

танные зависимости электронной и спиновой струк-

туры для различных поверхностных терминаций для

MnBi4Te7 и MnBi6Te10 и их принципиальные особен-

ности не определяются в значительной степени вари-

ацией ВдВ расстояний и коррелируют с данными в

литературе.

Изменение электронной структуры

MnBi4Te7 и MnBi6Te10 при приложении

электрического поля. В рамках работы дополни-

тельно была исследована возможность изменения

ЭЗЗ при изменении внешних факторов исследуемых

образцов. На рис. 6а1–а8 и b1–b8 представлены

соответственно результаты расчетов электронной и

спиновой структуры ТПС для поверхности MnBi4Te7
и MnBi6Te10, терминированной магнитным СБ при

приложении электрического поля различной напря-

женности и противоположной направленности (от

+0.11В/Å до −0.34В/Å), приложенного по нор-

мали к поверхности. Показаны вклады состояний,

локализованных, в основном, в области первого

поверхностного СБ. Левые и правые панели на

каждом вкладыше показывают спиновую структуру

топологических состояний со спиновой ориентацией

вдоль поверхности (in-plane) и перпендикулярно

поверхности (out-of-plane) соответственно. Проти-

воположные направления спиновой компоненты

(Sx и −Sx) и (Sz и −Sz) для ориентации вдоль и

перпендикулярно поверхности показаны красными

и синими цветами соответственно.

Представленные спектры показывают, что при

приложении электрического поля топологические со-

стояния Дираковского конуса смещаются по энергии

относительно состояний валентной зоны и зоны про-

водимости (как для MnBi4Te7, так и MnBi6Te10) раз-

личным образом в зависимости от знака и напря-

женности приложенного поля. При этом величина

ЭЗЗ в точке Дирака также изменяется. При прило-

жении поля “отрицательной” направленности вели-

чина ЭЗЗ уменьшается, и при напряженности при-
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Рис. 6. (Цветной онлайн) Изменения электронной и спиновой структуры с in-plane и out-of-plane спиновой ориентацией

для поверхностей MnBi4Te7 (a1–a8) и MnBi6Te10 (b1–b8), терминированных магнитным СБ, при приложении элек-

трического поля по нормали к поверхности различной направленности и напряженности (от +0.11В/Å до −0.34В/Å).

Кружки показывают локализацию точки Дирака и изменение величины ЭЗЗ в точке Дирака при вариации прило-

женного электрического поля

ложенного электрического поля −0.34 В/Å величи-

на ЭЗЗ уменьшается практически до нуля как для

MnBi4Te7, так и MnBi6Te10. Положение точки Дира-

ка и соответствующей ЭЗЗ показано кружками для

лучшей визуализации. Подобные тенденции в изме-

нении величины ЭЗЗ в точке Дирака при прило-

жении электрического поля наблюдались также для

MnBi2Te4 [18, 38]. Хотя для уменьшения величины

Письма в ЖЭТФ том 116 вып. 7 – 8 2022



Электронная и спиновая структура. . . 553

ЭЗЗ практически до нулевых значений в случае по-

верхности MnBi2Te4 требовалась более высокая на-

пряженность приложенного электрического поля.

Следует отметить, что при всех изменениях при-

ложенного электрического поля геликоидальный ха-

рактер in-plane спиновой структуры (т.е. противо-

положные направления спинов для противополож-

ных k||-направлений вблизи точки Γ̄) сохраняется

как для MnBi4Te7, так и MnBi6Te10. Инверсия out-

of-plane спиновой структуры по краям ЭЗЗ в точке

Дирака также сохраняется для всех напряженностей

приложенного электрического поля вплоть до почти

нулевых значений ЭЗЗ. Данное наблюдение позво-

ляет сделать предположение о возможности целена-

правленного изменения физико-химических свойств

АФМ ТИ MnBi4Te7 и MnBi6Te10 путем модулирова-

ния величины ЭЗЗ в точке Дирака за счет приложе-

ния внешнего электрического поля.

Заключение. В работе представлены расчеты

особенностей электронной и спиновой (in-plane и out-

of-plane) структуры ТПС и ближайших состояний

валентной зоны и зоны проводимости, проведенные

методом ТФП для образцов MnBi4Te7 и MnBi6Te10
с различной терминацией поверхности – магнитным

СБ или немагнитными ПБ. Было показано, что для

образцов MnBi4Te7 и MnBi6Te10 с терминацией по-

верхности магнитным СБ в электронной структуре

ТПС в точке Дирака открывается ЭЗЗ, величина

которой может быть оценена на уровне 42 мэВ для

MnBi4Te7 и 36 мэВ для MnBi6Te10. Сравнение с ре-

зультатами экспериментальных исследований, про-

веденных методом ФЭСУР, показали корреляцию

между результатами расчетов и экспериментальны-

ми измерениями. Было исследовано влияние вариа-

ции величины ВдВ расстояния между слоями на по-

верхности и было показано, что при вариации по-

верхностного ВдВ интервала в пределах ±4 % для

обеих систем возможное изменение величины ЭЗЗ в

точке Дирака находится в пределах 30–50 мэВ, что

коррелирует с экспериментально измеренными зна-

чениями. При этом существенных изменений элек-

тронной структуры не наблюдается.

Приложение электрического поля перпендику-

лярно поверхности приводит к различному энергети-

ческому сдвигу конуса Дираковских состояний и со-

стояний валентной зоны и зоны проводимости. При

этом приложенное электрическое поле изменяет ве-

личину ЭЗЗ в точке Дирака, и при напряженности

электрического поля −0.34 В/Å ЭЗЗ в точке Дира-

ка практически закрывается, что может быть ис-

пользовано для модуляции магнитных и физико-

химических свойств данных магнитных ТИ.

Рассчитанные спектры демонстрируют in-plane

геликоидальную спиновую структуру ТПС, инверс-

ную относительно ± k||, и out-of-plane инверсную

спиновую структуру относительно краев ЭЗЗ в точке

Дирака, что характерно для магнитных ТИ.

Методы. В расчетах исследуемые поверхности

представлялись повторяющимися слэбами, состав-

ленными из 4 СБ MnBi2Te4 и 4 ПБ Bi2Te3 в слу-

чае структуры MnBi4Te7 и, соответственно, из 4 и

8 блоков в случае MnBi6Te10. Гексагональный пара-

метр решетки a брали равным 4.33 Å, а параметр c

подбирался таким образом, чтобы межблочные ВдВ

расстояния соответствовали таковым dvdW = 2.73 Å

для структуры MnBi2Te4 [18, 38]. Между слэбами по-

мещался вакуумный слой толщиной 12 Å.

Электронную структуру интерфейсов рассчиты-

вали с помощью программы OPENMX [42], в ко-

торой реализован полностью релятивистский метод

функционала электронной плотности с использова-

нием псевдопотенциала сохраняющего норму [43] и

псевдоатомных орбиталей в качестве базисных функ-

ций [44–46]. Расчеты проводились в рамках обоб-

щенного градиентного приближения с использова-

нием его PBE версии [47]. Базисные функции за-

давались следующим образом: Mn6.0-s3p3d2, Te7.0-

s3p3d2f1 и Bi8.0-s3p3d2f1. На примере Mn нотация

означает, что 3 примитивные орбитали использова-

лись для представления s- и p-орбиталей, и только

две – для представления d -орбитали, с радиусом об-

резания 6.0 атомных единиц. Сетка интегрирования

в прямом пространстве определялась энергией обре-

зания 200 Ry, а в обратном пространстве, для разбив-

ки поверхностной зоны Бриллюэна, сетка задавалась

как 9 × 9 k-точек. Критерий сходимости по полной

энергии 1.4·10−5 эВ. Для корректировки d -состояний

марганца использовался метод DFT + U [48] в схеме

Дударева [49] с параметром U = 5 эВ [18]. Внешний

электрический градиент вдоль нормали к поверхно-

сти задавался путем размещения дополнительного

заряда в области вакуума совместно с граничными

условиями “вакуум–слэб–метал” в рамках метода эф-

фективной экранирующей среды [50], во избежание

кулоновского взаимодействия между слэбами.

Измерения дисперсионных карт проводились на

установке µ-Laser ARPES в центре HiSOR (Хироси-

ма, Япония) при фотовозбуждении лазерным излу-

чением с энергией hν = 6.3 эВ. Пространственное

разрешение составляло около 5 мкм (определяется

размером сфокусированного лазерного пятна). Ис-

пользовался энергоанализатор Scienta R4000, уста-

новленный под углом 50◦ относительно падающего

пучка фотонов. Чистые поверхности образцов были
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получены путем скола в сверхвысоком вакууме. Дав-

ление во время всех фотоэмиссионных эксперимен-

тов было лучше, чем 1× 10−11 мбар.

Работа была выполнена в рамках финансо-

вой поддержки Министерством Науки и Выс-

шего образования РФ (грант # 075-15-2020-797

(13.1902.21.0024)).
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Экспериментально и теоретически исследованы изменения магнитных свойств монокристаллов

FeBO3 при спиновом кроссовере с ростом давления до 63ГПа. Одновременные измерения спектров

ядерной дифракции и ядерного рассеяния вперед позволили детектировать антиферромагнитное вы-

сокоспиновое состояние при малых давлениях до 48 ГПа, обнаружить антиферромагнитное состояние

в области с сосуществованием ионов Fe3+ в высокоспиновом (HS) и низкоспиновом (LS) состояниях в

области гистерезиса от 48 до 54 ГПа. Выше 58 ГПа наблюдается только LS состояние, магнитный поря-

док отсутствует до 9К. Анализ изменений обменных взаимодействий в результате спинового кроссовера

привел к выводу о наличии конкурирующих ферромагнитных и антиферромагнитных вкладов, практи-

чески компенсирующих друг друга. Возможная температура Нееля в LS состоянии не более 7 К, что не

позволило наблюдать упорядоченное состояние в нашем эксперименте.

DOI: 10.31857/S1234567822200095, EDN: koyuum

I. Введение. Большое число оксидов железа с

Fe3+ и Fe2+ ионами демонстрируют спиновый крос-

совер между HS и LS-состояниями с ростом давле-

ния в интервале Pc = 50−70ГПа [1–8]. При нор-

мальном давлении большинство этих оксидов явля-

ются моттовскими изоляторами с антиферромагнит-

ным (АФМ) порядком в HS-состоянии [9]. Кристаллы

с Fe2+ ионами выше Pc имеют спин S = 0 и немаг-

нитны. Кристаллы с Fe3+ ионами выше Pc имеют

S = 1
2 в LS-состоянии и могли бы быть магнитно-

упорядочены. Магнитные свойства при высоких дав-

лениях обычно измеряются методами лабораторной

мессбауэровской спектроскопии или с использовани-

ем синхротронного излучения (NFS – ядерное рассе-

яние вперед). Для HS-состояния FeBO3 NFS-спектры

показали рост температуры Нееля от 350 K при ат-

мосферном давлении до 600 K при P = 47ГПа [10].

Магнитный коллапс и резкое уменьшение энер-

гии края оптического поглощения обнаружены в

точке кроссовера при Pc = 47ГПа [11]. Выше Pc
в LS-состоянии температурные зависимости NFS-

спектров были интерпретированы в работе [10] как

проявление АФМ порядка ниже 50 К. Следует отме-

тить, что симметрия кристалла FeBO3 не меняется

в случае спинового кроссовера, но объем элементар-

ной ячейки и параметры решетки меняются скачком

1)e-mail: yuk@iph.krasn.ru; nat@iph.krasn.ru;
sgo@iph.krasn.ru

в результате изоструктурного фазового перехода 1-

го рода. Причина таких скачков связана с заметным

(до 10%) различием ионных радиусов HS и LS ионов.

Недавние тщательные измерения рентгеновской ди-

фракции и мессбауэровских спектров также подтвер-

дили изоструктурный характер спинового кроссове-

ра в FeBO3 [12] c сохранением структуры исходного

кристалла, по крайней мере, до 105 ГПа. При 106 ГПа

обнаружен переход из структуры R̄3c в C2/c [12].

Вопрос о магнитных свойствах LS-состояния остал-

ся открытым. Две точки с TN = 50K на фазовой

диаграмме [10] относятся к области гистерезиса, где

сосуществуют HS и LS-состояния, поэтому магнит-

ный порядок может быть индуцирован наличием HS

состояний. В работе [12] сосуществование ионов Fe3+

в HS и LS состояниях обнаружено вплоть до 140 ГПа

с величиной TN = 60K. Более того, в теоретической

работе [13] обсуждалось появление ферромагнитных

(ФМ) обменных взаимодействий в низкоспиновом со-

стоянии. Таким образов, возможно изменение типа

магнитного порядка.

В настоящей работе описаны результаты экспери-

ментальных измерений магнитной структуры FeBO3

на синхротроне DESY по оригинальной методике,

предложенной И. Сергеевым. Подробности экспери-

мента можно найти в отчете [14]. Измерялись вре-

мяпролетные спектры ядерного рассеяния вперед

(NFS) и ядерной дифракции (ND) для (111) и (222)

рефлексов с использованием натуральных (для NFS)
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Рис. 1. (Цветной онлайн) (a) – Спектры NFS и (b) – ядерной дифракции для монокристалла FeBO3 при комнатной

температуре и нормальном давлении для двух рефлексов (111) и (222). Сплошные линии показывают результаты

обработки

и обогащенных (для ND) кристаллов 57FeBO3 при

давлениях 0–70 ГПа и температурах 9–300 K. Образ-

цы помещались в камеру высокого давления с ал-

мазными наковальнями (DAC) вместе с рубиновым

чипом и Ne в качестве передающей давление сре-

ды, использовались бериллиевые гаскеты. Камера

высокого давления находилась в криостате. Неболь-

шое (∼ 50 Э) внешнее магнитное поле было приложе-

но для намагничивания образца вдоль направления

рентгеновского луча. При таких условиях времяпро-

летные спектры NFS и ND качественно отличают-

ся для ФМ и АФМ упорядочения [15]. В то время

как рефлекс (222) существует для любых магнит-

ных структур, рефлекс (111) характерен только для

АФМ состояния. Для обработки полученных спек-

тров использовался пакет программ CONUSS, в ко-

тором учитывается выбранная геометрия экспери-

мента ядерной дифракции [16]. Таким образом, пред-

ложенная методика позволяет получить надежные и

однозначные выводы.

II. Экспериментальные результаты. Спек-

тры NFS и ND FeBO3 при нормальном давлении по-

казаны на рис. 1 при комнатной температуре, их вид

подтверждает наличие АФМ дальнего порядка. Па-

раметры сверхтонкой структуры по данным NFS и

ND близки друг другу. Найденное значение сверх-

тонкого поля 43.5 Тл соответствует предыдущим дан-

ным [17]. Из дифракционных спектров видно, что

квантовые биения для направлений (222) и (111)

практически совпадают, это возможно благодаря пе-

риоду магнитной решетки [18]. Поскольку выбранное

кристаллографическое направление (222) учитывает

все квантовые биения, в дальнейшем мы ограничим-

ся рассмотрением данных именно для этого направ-

ления.

Изменения формы спектров при комнатной тем-

пературе, вызванные ростом приложенного гидро-

статического давления, показаны на рис. 2. Они три-

виальны до давления 48 ГПа, в этом диапазоне дав-

лений сверхтонкое поле монотонно растет от 34.5

до 48.6 Тл. Эти значения близки к полученным ра-

нее в HS-состоянии [10]. Монотонный рост величины

сверхтонкого поля связан с увеличением перекрытия

электронных волновых функций. При достижении

критического давления Pc = 48ГПа (это значение в

работе [10] составляет 46.5 ГПа, небольшие различия,
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Рис. 2. (Цветной онлайн) (a) – Спектры NFS и (b) – ядерной дифракции FeBO3 для разных давлений при комнатной

температуре. Сплошные линии показывают результаты обработки спектров

очевидно, связаны с погрешностью измерения давле-

ния в камерах с алмазными наковальнями ∼ 3ГПа)

мы наблюдаем резкое изменения вида спектров. При

P > Pc остаются только низкочастотные биения, обу-

словленные квадрупольными ядерными переходами.

Такие изменения свидетельствуют о спиновом крос-

совере между HS и LS-состояниями ионов Fe3+ и о

подавлении магнитного порядка при комнатной тем-

пературе.

Отметим, что причиной кроссовера между кон-

фигурациями
∣∣6A1

〉
→
∣∣2T2

〉
является рост кубиче-

ской компоненты энергии кристаллического поля

10Dq в соответствии с диаграммами Танабе–Сугано

для d5-ионов. Поскольку в низкоспиновом состоянии

спин иона равен S = 1
2 , то возможно магнитное упо-

рядочение и выше Pc. В простейшем предположении

о неизменности межатомного обменного взаимодей-

ствия от давления величина TN должна уменьшить-

ся пропорционально фактору S(S + 1), равному 35/4

для HS и 3/4 для LS, т.е. можно ожидать АФМ в

низкоспиновом состоянии ниже 30 К. Интересная си-

туация наблюдалась при давлении 51.6 ГПа, соответ-

ствующему двухфазной области внутри петли гисте-

резиса. Перед охлаждением при давлении 47.9 ГПа

образец показывал магнитные биения. При охлажде-

нии до 18 К магнитные биения исчезают в центре об-

разца, но сохраняются на краю образца. Эти две точ-

ки видны для рефлекса (222). Одна точка соответ-

ствует HS-фазе, а другая – LS-фазе, расстояние меж-

ду ними около 3 мм. При давлении выше 53.9 ГПа,

времяпролетные спектры показывают только квад-

рупольные биения, соответствующие низкоспиново-

му состоянию (что видно из дифракционных дан-

ных). Типичные временные спектры NFS и ядерной

дифракции для давления 60.4 ГПа при температуре

9 К показаны на рис. 3. Видно, что магнитный по-

рядок в низкоспиновом состоянии отсутствует выше

9 К.

Обработка этих спектров показала существова-

ние двух состояния железа в парамагнитном состо-

янии (в отличие от обычных условий) с величина-

ми квадрупольного расщепления ∆EQ = 1.85мм/с и

∆EQ = 2.25мм/с, соответственно. Мы отмечаем оди-

наковую атомную долю этих LS-состояний Fe3+. Об-

наруженные нами два состояния железа согласуют-

ся с наблюдениями авторов в работе [12]. Несмотря
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Рис. 3. (Цветной онлайн) (a) – Спектры ядерной диф-

фракции и (b) – NFS при температуре 9 К и давлении

60.4 ГПа

на то, что в этой работе атомная доля этих состоя-

ний имеет соотношение около 1 : 2, мы можем одно-

значно говорить о наличии двух разных характер-

ных локальных искажений на ядрах железа в кри-

сталле. И это является следствием нескомпенсиро-

ванного электрона оболочки Fe3+ в LS-состоянии. В

то же время, в нашем эксперименте мы не наблюда-

ем признаков нахождения железа в высокоспиновом

состоянии в отличие от данных [12]. Некоторое раз-

личие значений ∆EQ, на наш взгляд, не может быть

связано с сосуществованием LS и HS-фаз ввиду бли-

зости значений.

III. Теоретические результаты. Для метал-

лов и сплавов параметры эффективного гейзенбер-

говского гамильтониана могут быть рассчитаны в

рамках теории функционала плотности [19]. Для

FeBO3 и других моттовских изоляторов такой под-

ход неприменим, поскольку не учитывает сильные

электронные корреляции. Недавно было предложено

некоторое обобщение DFT подхода для сильно кор-

релированных систем типа эффективной s−d-модели

[20], которое неприменимо для случая FeBO3. По-

этому мы воспользуемся многоэлектронным подхо-

дом [21], который для случая спиновых кроссоверов

необходимо обобщить с учетом не только основного,

но и возбужденного состояний, которые в результа-

те кроссовера меняются местами. Такое обобщение

расчета суперобменного взаимодействия в моттов-

ских изоляторах с учетом различных многоэлектрон-

ных термов катиона было сделано в наших работах

[13, 22]. На рисунке 4 показано локальное окруже-

ние центрального катиона из А-подрешетки. Из этого

рисунка видно, что наибольший вклад в суперобмен

Fe(A)–Fe(B) связан с перескоками через анион кис-

лорода из BO3-группы с углом связи, близким к 120

градусам. 180-градусное взаимодействие вдоль вер-

тикальной оси на рис. 4 формируется для катионов,

следующих за ближайшими.

Рис. 4. (Цветной онлайн) Локальное окружение цен-

трального катиона из A-подрешетки (серый кружок)

и шесть ближайших соседей из подрешетки B (синие

кружки). Кислородные треугольники из BO3-групп по-

казаны голубым цветом. Группы BO3 дают большой

вклад в формирование химической связи, ионы бора

показаны пустыми кружками

В рамках модели Хаббарда суперобменное вза-

имодействие появляется во втором порядке теории

возмущений по параметру t
U ≪ 1 [23, 24]. Этот меха-

низм не противоречит традиционной картине пере-

скоков катион–лиганд–катион, поскольку параметр

t эффективной модели Хаббарда выражается через

параметр p− d перескоков tpd. Обменное взаимодей-

ствие возникает как следствие рождения и последую-

щего уничтожения виртуальных электрон-дырочных

пар. В начальный момент времени имеется два со-

седних катиона со спином S = 1
2 в конфигурации

d1. Виртуальный перескок электрона с атома 1 на

атом 2 приводит к появлению дырки на атоме 1 в

конфигурации d0 и электрона на атоме 2 в конфи-

гурации d2. Обратный перескок уничтожает вирту-
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альную электрон-дырочную пару и восстанавливает

исходные S = 1
2 конфигурации d1, связанные обме-

ном J = 4t2

U . Этот известный механизм формирова-

ния суперобменного взаимодействия в модели Хаб-

барда приведен здесь для пояснения многоэлектрон-

ных расчетов обменного взаимодействия с учетом

возбужденных термов [13, 22]. В многоэлектронном

случае мы рассматриваем два иона в электроней-

тральных конфигурациях dn (d5 для Fe3+) с учетом

всех необходимых термов (в данном случае HS, LS).

Межатомный перескок приводит в формированию

дырочных состояний в конфигурации dn−1 (d4 здесь)

и электронных в конфигурации dn+1 (d6 здесь). Ис-

пользуя проекционные свойства операторов Хаббар-

да, построенных на базисе многоэлектронных тер-

мов электронейтральной, дырочной и электронной

конфигураций, мы обобщили метод расчета супер-

обменного взаимодействия для модели Хаббарда [25]

на случай произвольных многоэлектронных конфи-

гураций [13]. Этот подход позволил записать полное

обменное взаимодействие в виде суммы парциальных

вкладов от различных термов, не только от основно-

го, но и возбужденных. Таким образом, мы можем

разделить вклады от HS и LS-термов и проследить

изменения обменного взаимодействия при спиновом

кроссовере [22].

Все возможные электрон-дырочные виртуальные

возбуждения из HS и LS-конфигураций Fe3+ ионов

показаны на рис. 5. Электронейтральные термы мы

нумеруем индексом n0, термы с формирование до-

полнительного электрона – индексом e, термы с уда-

лением одного электрона и формированием дырки –

индексом h. Эти термы различаются для случая вы-

сокоспиновых и низкоспиновых конфигураций элек-

тронейтрального иона.

Гамильтониан суперобменного взаимодействия

можно записать, используя модель Гейзенберга

Ĥs = −
∑

i6=j

J tot
ij

(
Ŝin0

Ŝjn0
− 1

4
n̂
(h)
in0
n̂
(e)
jn0

)
(1)

с обменным взаимодействием

J tot
ij =

∑

he

Jij (n0h, n0e)

(2Sh + 1) (2Sn0
+ 1)

. (2)

Выражение (2) определяется суммой всех воз-

можных виртуальных электрон-дырочных процес-

сов рождения и уничтожения (названных обменными

петлями в работе [13]). Знак кажлого парциально-

го вклада легко определяется следующим правилом:

если спины дырочного и электронного терма равны

Sh = Se, то взаимодействие носит АФМ характер.

Если спины электронных и дырочных термов отли-

чаются, Sh = Se ± 1, то взаимодействие имеет ФМ

знак. Полный обмен есть сумма АФМ и ФМ вкла-

дов. Такое же правило определения знака супероб-

мена было получено ранее в работе [21] для обмен-

ного взаимодействия ионов в основном состоянии.

Что касается величины каждого вклада, она име-

ет стандартный вид второго порядка теории возму-

щений ∼ t2

Ueff
, где эффективный параметр Хаббарда

для каждой обменной петли определяется энергиями

участвующих термов как E(dn−1)+E(dn+1)−2E(dn).

Например, энергии низкоспиновых термов, участву-

ющих в формировании АФМ вклада JAFM
3T1

3T2
(120◦)

могут быть записаны следующим образом:

E(d4,3 T1) = Ec(d
4)− 3JH − 16Dq, (3)

E(d5,2 T2) = Ec(d
5)− 4JH − 20Dq, (4)

E(d6,3 T2) = Ec(d
6)− 7JH − 14Dq. (5)

Здесь Ec(d
n) есть независимая от величины

спина часть кулоновской энергии иона. 10Dq есть

энергия кубического кристаллического поля, и

хундовский обменный параметр JH приводит к

понижению энергии каждой пары электронов

с параллельными спинами. Параметр Хаббарда

U = Ec(d
4) + Ec(d

6) − 2 · Ec(d5). При низких дав-

лениях в HS состоянии оба вклада J5E5E (180◦)

и J5E5T2
(120◦) имеют АФМ знак, поскольку

Se = Sh = 3/2. С ростом давления кристаллическое

поле увеличивается. При достижении критического

давления Pc достигается величина 10Dq = 3JH ,

происходит спиновый кроссовер, и HS основной

терм
∣∣6A1

〉
Fe3+ иона сменяется на

∣∣2T2
〉

LS. В

LS-состоянии 180◦ eg−связь исчезает и 120◦-обмен

с шестью ближайшими соседями также изменя-

ется. На рисунке 5b показаны четыре обменных

вклада JAFM
3T1

3T2
(120◦) JFM

3T1
1T1

(120◦), JFM
1T2

3T2
(120◦),

JAFM
1T2

1T1
(120◦), два из которых ФМ и два АФМ харак-

тера. Все вклады формируются одинаковым пере-

крытием t2g и eg орбиталей с параметром перескока

t. Полный обмен в LS состоянии равен Jtot (120
◦) =

=
(
JAFM

3T1
3T2

− JFM
3T1

1T1

)
+
(
JAFM

1T2
1T1

− JFM
1T2

3T2

)
. Парци-

альные вклады могут быть записаны следующим

образом

JAFM
3T1

3T2
= 4t2

/
∆
(
3T1

3T2
)
,

где ∆
(
3T1

3T2
)
= U + 10Dq − 2JH , (6)

JAFM3T1
3T2

= 4t2
/
∆
(
3T1

3T2
)
,

где ∆
(
3T1

3T2
)
= U + 10Dq − JH , (7)
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Рис. 5. (Цветной онлайн) Схема формирования Fe-O-Fe суперобмена: (a) – Крестом отмечено заполненное HS основное

состояние при давлении P < Pc. Синим и зеленым цветом показаны электронные и дырочные возбуждения с нену-

левыми матричными элементами, формирующие АФМ обмен между ближайшими соседями JAFM
5E5T2

(120-градусный

обмен) и между следующими соседями JAFM
5E5E (180-градусный обмен). Пунктирные и сплошные линии обозначают

t2g и eg виртуальные электроны и дырки. (b) – Крестом отмечено заполненное LS-состояние при высоких давлениях

P > Pc. FM-вклады JFM
3T1

1T1
(120◦), [JFM

1T2
3T2

(120◦) помечены красным и желтым цветами, АФМ вклады JAFM
3T1

3T2
(120◦),

JAFM
1T2

1T1
(120◦) отмечены синим и зеленым цветом

JFM1T2
3T2

= 4t2
/
∆
(
1T2

3T2
)
,

где ∆
(
3T1

3T2
)
= U + 10Dq − JH , (8)

JAFM1T2
1T1

= 4t2
/
∆
(
1T2

1T1
)
,

где ∆
(
3T1

3T2
)
= U + 10Dq. (9)

Сумма вкладов (6)–(9) дает полный обмен в

низкоспиновом состоянии. В точке кроссовера, где

10Dq = 3JH , этот обмен можно записать в компакт-

ной форме

JLS =
4t2J2

H

(3(U + JH)(U + 2JH)(U + 3JH))
. (10)

Аналогично можно записать суперобменное вза-

имодействие для высокоспинового состояния в точке

кроссовера

JHS =
2t2

(15(U + JH))
, (11)

JLS

JHS
(P = Pc) =

10J2
H

(U + 2JH)(U + 3JH)
. (12)

Типичные значения параметров для FeBO3, най-

денные из сопоставления c экспериментальными дан-

ными [10], равны U = 4.2 эВ, JH = 0.7 эВ. С этими

параметрами отношение (12) равно 0.14. В прибли-

жении среднего поля можно записать TN = JzS(S+

+ 1)/3 с S = 5
2 для HS и S = 1

2 для LS, отношение

TN(LS)/TN (HS) при P = Pc равно 0.012. Температу-

ра Нееля перед кроссовером в HS состоянии равняет-

ся 600 К [10], для температуры Нееля в LS находим

TN(P > Pc) = 7.2K. Как известно, в приближении

среднего поля температура Нееля в 2–3 раза выше

экспериментального значения, так что более реали-

стичная оценка возможной температуры магнитно-

го упорядочения в низкоспиновом состоянии будет

2–3 К.

IV. Заключение. Использованный в настоящей

работе метод ядерной дифракции позволяет разде-

лить ФМ и АФМ порядок, в отличие от измерений

мессбауэровских спектров и спектров ядерного рас-

сеяния вперед. Спектры ядерной дифракции, изме-

ренные для рефлекса (222), имеют место и для ФМ,

и для АФМ порядка. В то же время спектры для

рефлекса (111) характерны только для АФМ поряд-

ка. Обнаруженное нами сосуществование HS и LS со-

стояний в интервале давлений 48–54 ГПа связано с

двухфазностью системы в области гистерезиса фа-

зового перехода первого рода. Приведенные выше

теоретические оценки объясняют отсутствие магнит-

ного упорядочения в низкоспиновом состоянии при

измерениях выше 9 К. Резкое понижение обменного

взаимодействия выше точки кроссовера обусловле-

но значительной компенсацией АФМ и ФМ вкладов.

Отметим, что в высокоспиновом состоянии нет ФМ

вкладов в обменное взаимодействие.
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Показано, что в кубическом парамагнитном кристалле, подвергнутом в направлении внешнего маг-

нитного поля продольной статической деформации, может сформироваться наносекундный униполяр-

ный солитоноподобный импульс типа локализованной автоволны сдвиговой деформации, которая рас-

пространяется перпендикулярно к магнитному полю. Приток в импульс запасенной в парамагнитных

ионах энергии за счет неравновесной начальной населенности их стационарных квантовых состояний

компенсируется необратимыми потерями, вызванными затуханием импульса из-за его взаимодействия с

тепловыми колебаниями кристаллической решетки, дефектами и микронеоднородностями.

DOI: 10.31857/S1234567822200101, EDN: kpgogg

1. Введение. Одной из тенденций развития фи-

зической акустики является поиск и предсказание

явлений, аналогичных тем, что были обнаружены

или предсказаны в нелинейной оптике [1]. В зна-

чительной степени это касается нелинейных явле-

ний, связанных с солитонной динамикой. Так, вслед

за открытием и теоретическим объяснением резо-

нансного оптического эффекта самоиндуцированной

прозрачности (СИП) [2] была обнаружена и всесто-

ронне исследована теоретически акустическая СИП

(АСИП) на парамагнитных примесях в твердых те-

лах [3–5]. Довольно активно исследовались также

акустические аналоги нерезонансных оптических со-

литонов [6].

Временные длительности исследованных акусти-

ческих солитонов лежат в широком интервале зна-

чений от микро- до субпикосекунд [7, 8]. При этом

несущие частоты заполняют дальний ультразвуко-

вой диапазон от единиц до сотен гигагерц.

Отмеченная выше тенденция также имеет место

в исследовании оптических и акустических солито-

нов все более коротких длительностей, содержащих

порядка одного и даже половины периода колебаний

соответствующей физической природы [9–17]. На се-

годняшний день можно с уверенностью говорить об

оптических и акустических униполярных (полупери-

одных) импульсах [15, 16].

1)e-mail: sazonov.sergey@gmail.com

Отдельной строкой следует выделить исследова-

ния диссипативных оптических солитонов [18–24].

Здесь изучены свойства как квазимонохроматиче-

ских, так и униполярных солитонов. В согласии с

отмеченной выше тенденцией рассмотрены акустиче-

ские аналоги оптических диссипативных солитонов

[25, 26].

Следует отметить, что солитоноподобные реше-

ния, исследованные в [25, 26], а также в [27–29] нель-

зя в строгом смысле назвать диссипативными соли-

тонами. Дело в том, что в отличие от диссипатив-

ных солитонов, описанных, например, в монографии

[18], данные солитоноподобные решения могут быть

реализованы в течение короткого времени, ограни-

ченного характерным временем T1 релаксации на-

селенностей квантовых уровней. Поэтому такие ре-

шения названы солитоноподобными диссипативны-

ми структурами (объектами) [25, 26], имеющими свои

аналоги в оптике [27–29]. Таким образом, чем длин-

нее T1, тем больше время жизни данных солитоно-

подобных объектов.

В работе [30] в качестве долгоживущих кван-

товых состояний предложено использовать возбуж-

денные рамановские подуровни. Непосредственный

квантовый переход между рамановскими подуров-

нями запрещен. Такой переход возможен только че-

рез вышележащий по энергетической шкале проме-

жуточный квантовый уровень. Таким образом, раз-

решенный переход является двухфотонным. В таких
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условиях при инверсной населенности рамановских

подуровней возможно формирование униполярных

солитоноподобных объектов [30]. При этом усиление

таких объектов за счет притока запасенной на рама-

новских подуровнях энергии компенсируется потеря-

ми в результате необратимой релаксации в системе

других квантовых переходов.

Целью настоящей работы является исследование

принципиальной возможности и условий формиро-

вания униполярных локализованных объектов аку-

стической природы из-за двухфононных переходов в

системе неравновесно населенных штарковских и зе-

емановских подуровней примесных парамагнитных

ионов.

2. Постановка задачи и основные урав-

нения. Будем считать, что кубический кристалл,

содержащий примесные парамагнитные ионы, поме-

щен во внешнее магнитное поле B и в поле продоль-

ной статической деформации. Оба поля направле-

ны вдоль оси z, параллельной кристаллической оси

четвертого порядка. Статическая деформация созда-

ет градиент внутрикристаллического электрического

поля, вызывающий квадрупольное штарковское рас-

щепление квантовых уровней парамагнитных ионов.

В свою очередь, магнитное поле вызывает зееманов-

ское расщепление данных уровней. При этом в пер-

пендикулярном направлении, вдоль оси x, на кри-

сталл подается униполярный импульс поперечного

ультразвука (импульс сдвиговой деформации). Дан-

ный импульс создает в кристалле локальные гради-

енты внутреннего электрического поля, вызывающие

за счет механизма ван Флека [31, 32] квадрупольные

квантовые переходы между образовавшимися в упо-

мянутых выше статических полях подуровнями па-

рамагнитных ионов.

Опыт показывает, что наиболее сильное взаимо-

действие с полем деформации кристаллической ре-

шетки испытывают парамагнитные ионы с эффек-

тивным спином S = 1 [32]. Магнитное поле снимает

вырождение по проекции Sz данного спина на ось

z. Из-за квадрупольного эффекта Штарка в стати-

ческом поле деформации снимается вырождение по

модулю проекции Sz данного спина на ось z. Как ре-

зультат, внутри парамагнитного иона формируется

неэквидистантная трехуровневая система, показан-

ная на рис. 1. При этом считается, что штарковское

расщепление доминирует над зеемановским.

Оператор Гамильтона эффективного спина, взаи-

модействующего с отмеченными выше статическими

полями и локальным полем сдвиговой деформации

ультразвукового импульса, имеет вид [32]

Ĥs = ~ω0Ŝz+G‖ε
(0)
zz Ŝ

2
z +0.5G⊥εzx(ŜzŜx+ ŜxŜz). (1)

Рис. 1. Расщепление квантового состояния эффектив-

ного спина в сильном поле продольной статической де-

формации ε
(0)
zz и параллельном ему слабом магнитном

поле. Магнитное поле, направленное вдоль оси z, сни-

мает вырождение по проекции эффективного спина на

данное направление, а поле статической деформации -

по модулю данной проекции

Здесь ~ – постоянная Планка, ω0 = gµBB/~ – часто-

та зеемановских расщеплений спиновых подуровней,

µB– магнетон Бора, g – фактор Ланде, G‖ и G⊥ – по-

стоянные взаимодействия, соответственно, продоль-

ных и поперечных деформаций кристалла с эффек-

тивным спином, εzx = 0.5∂uz/∂x – компонента тен-

зора сдвиговой деформации кристалла, uz – компо-

нента вектора сдвига униполярного импульса, пода-

ваемого на кристалл, Ŝz и Ŝx – спиновые матрицы,

имеющие вид [32]:

Ŝz =




1 0 0

0 0 0

0 0 −1


 , Ŝx =

1√
2




0 1 0

1 0 1

0 1 0


 . (2)

Представляя матрицу плотности ρ̂ эффективного

спина в виде

ρ̂ =




ρ++ ρ+0 ρ+−

ρ∗+0 ρ00 ρ0−

ρ∗+− ρ∗0− ρ−−


 , (3)

после использования операторного уравнения

фон Неймана с учетом (1) и (2) будем иметь

i
∂ρ+0

∂t
= −ω+ρ+0 +Ω(ρ00 − ρ++ + ρ+−),

i
∂ρ0−
∂t

= ω−ρ0− +Ω(ρ00 − ρ−− + ρ+−), (4)

i
∂ρ+−

∂t
= 2ω0ρ+− +Ω(ρ∗0− − ρ0−), (5)

i
∂ρ++

∂t
= Ω(ρ∗+0 − ρ+0), i

∂ρ−−

∂t
= Ω(ρ∗0− − ρ0−), (6)
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i
∂ρ00
∂t

= Ω(ρ+0 − ρ∗+0 + ρ0− − ρ∗0−). (7)

Здесь

Ω =
G⊥εzx

2
√
2~

=
G⊥

4
√
2~

∂uz
∂x

, (8)

нижние индексы +, 0 и − у элементов матрицы плот-

ности обозначают значения проекции Sz эффектив-

ного спина +1, 0 и −1 соответственно (рис. 1), ω+ =

= ωS+ω0 и ω− = ωS−ω0 – частоты квантовых перехо-

дов + ↔ 0 и − ↔ 0 соответственно, ωS = |G‖ε
(0)
zz |/~ –

частота квадрупольного штарковского расщепления

из-за статической деформации кристалла.

Населенности квантовых состояний удовлетворя-

ют условию нормировки ρ++ + ρ00 + ρ−− = 1.

В материальных уравнениях (4)–(7) мы прене-

брегли релаксационными слагаемыми, так как счита-

ем, что длительность τp импульса значительно коро-

че всех времен релаксации. Такое условие с хорошим

запасом выполняется для наносекундных импульсов,

так как характерные время T2 фазовой релаксации и

время T1 релаксации населенностей квантовых уров-

ней порядка 10−5 с и 10−3 с соответственно [3].

Здесь важно выполнение неравенства G‖ε
(0)
zz < 0.

Именно в этом случае состояния с Sz = ±1 лежат

ниже по энергии, чем состояние с Sz = 0 (рис. 1).

Например, для ионов Fe2+, внедренных в кубический

кристалл MgO, имеем G‖ > 0 [3]. Следовательно, в

этом случае ε
(0)
zz < 0. Таким образом, статическая де-

формация должна быть деформацией сжатия.

Условие доминирования квадрупольного штар-

ковского расщепления над зеемановским имеет вид

неравенства ωS ≫ ω0. Взяв для только что рассмот-

ренного примера G‖ ∼ 10−13 эрг [3, 31], |ε(0)zz | ∼ 10−4,

будем иметь ωS ∼ 1010 с−1. Величину B магнитно-

го поля можно подобрать таким, чтобы частота зе-

емановского расщепления ω0 была порядка 108 с−1.

В этих условиях можно пренебречь неоднородным

уширением δω задействованных квантовых перехо-

дов, для которых δω ∼ 107 с−1 [33].

Используя полуклассический подход, запишем

одномерные уравнения для поля сдвиговой дефор-

мации [13]:

∂uz
∂t

=
δ

δpz
(Ha + Sp(ρ̂Ĥs)),

∂pz
∂t

= − δ

δuz
(Ha + Sp(ρ̂Ĥs)),

где

Ha = 0.5

∫ [
p2z/ρ+ ρa2(∂uz/∂x)

2
]
d3r,

pz – объемная плотность импульса локальной сдви-

говой деформации в направлении оси z, ρ и a – со-

ответственно равновесная плотность кристалла и ли-

нейная скорость поперечного звука в нем, а интегри-

рование ведется по всему объему кристалла.

Отсюда, а также из (1)–(3) и (8) будем иметь

∂2Ω

∂t2
− a2

∂2Ω

∂x2
− 2qa

∂3Ω

∂t3
=

=
nG2

⊥

32~ρ

∂2

∂x2
(ρ+0 + ρ∗+0 − ρ0− − ρ∗0−), (9)

где n – концентрация парамагнитных ионов.

В левой части (9) добавлено последнее эмпириче-

ское слагаемое, описывающее затухание ультразвука

при его взаимодействии с тепловыми колебаниями

кристаллической решетки, дефектами, микронеодно-

родностями и т.п. [37, 38], где q – параметр, характе-

ризующий данное затухание.

Таким образом, самосогласованная система урав-

нений (4)–(7) и (9) описывает нелинейное распро-

странение поперечного ультразвука в намагничен-

ном и статически деформированном парамагнитном

кристалле.

Затухание ультразвука, описываемое последним

слагаемым в левой части, может быть компенсиро-

вано запасом энергии при неравновесной населенно-

сти зеемановских состояний парамагнитных ионов.

Например (ниже это мы будем предполагать), состо-

яние с Sz = +1 может вначале быть более заселен-

ным, чем состояние с Sz = −1 (рис. 1).

Из приведенных выше оценок видно, что выпол-

няется условие

ωSτP ≫ 1, (10)

которое можно использовать для упрощения мате-

риальных уравнений (4)–(7) . Тогда в левых ча-

стях уравнений (4) можно положить приближенно

∂ρ+0/∂t = ∂ρ0−/∂t = 0. Выражая в этих случаях из

(4) ρ+0 и ρ0−, после подстановки получившихся вы-

ражений в (5) и (6) при учете неравенства ωS ≫ ω0

придем к системе вида

∂U

∂t
= 2ω0V,

∂V

∂t
= −2ω0U +QW,

∂W

∂t
= −QV, (11)

где Q = Ω2/ωS и введены вещественные блоховские

переменные

U =
ρ+− + ρ∗+−

2
, V =

ρ+− − ρ∗+−

2i
, W =

ρ++ − ρ−−

2
.
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Совершая аналогичные преобразования в правой

части (9), будем иметь

∂2Ω

∂t2
− a20

∂Ω

∂x2
= 2a2η

∂2

∂x2
(ΩU) + 2qa

∂3Ω

∂t3
, (12)

где a20 = a2[1− η(1− 3w0)], η =
nG2

⊥

16~ωSρa2
, w0 – началь-

ная населенность верхнего квантового состояния с

Sz = 0.

При выводе (12) использовано условие нормиров-

ки населенностей квантовых уровней, в котором из-

за условия (10) было положено ρ00 ≈ w0.

Система материальных уравнений (11) аналогич-

на системе, описывающей двухквантовые переходы

между рамановскими подуровнями при вынужден-

ном комбинационном рассеянии света [36]. В (11)

роль рамановских подуровней и частоты нормальной

колебательной моды молекулы выполняют, соответ-

ственно, зеемановские подуровни, характеризуемые

проекциями эффективного спина Sz = ±1, и частота

2ω0 перехода между ними (рис. 1).

Взяв n ∼ 1019 см−3, G⊥ ∼ 10−14 эрг, ρ ≈ 5 г/см3

[3, 31, 32], a ≈ 5 · 105 см/c, ωS ∼ 1010 с−1, найдем

η ∼ 10−5 ≪ 1. По этой причине в (12) можно по-

ложить a0 ≈ a и считать малой правую часть дан-

ного уравнения. Тогда можно редуцировать волно-

вое уравнение от второго порядка к первому с помо-

щью приближения однонаправленного распростра-

нения импульса со скоростью, близкой к линейной

скорости a [37]. В результате получим

∂Ω

∂x
+

1

a

∂Ω

∂t
=
η

a

∂

∂t
(ΩU) + q

∂2Ω

∂t2
. (13)

Таким образом, условие (10) позволило нам фор-

мально исключить из рассмотрения возбуждение

квантовых переходов − ↔ 0 и + ↔ 0. Исследование

свелось к рассмотрению динамики поля импульса и

возбуждения запрещенного перехода − ↔ + квадра-

том поля через промежуточное состояние с Sz = 0 на

основе самосогласованной системы уравнений (11) и

(13).

3. Униполярная автоволна. Из приведенных

выше численных оценок следует, что с хорошей точ-

ностью выполняется условие

ω0τp ≪ 1. (14)

Используя (14), можно из системы (11), (13) ис-

ключить материальные переменные. Для этого в (11)

положим в нулевом приближении по малому пара-

метру (14) ω0 = 0. Тогда, считая, что до импульсно-

го воздействия на среду (при t = −∞) U = V = 0,

W =W−∞, из (11) найдем

U = 0, V =W−∞ sin θ, W =W−∞ cos θ, (15)

где

θ =

t∫

−∞

Qdt′ =
1

ωS

t∫

−∞

Ω2dt′. (16)

В этом случае из первого выражения (11) будем

иметь
∂U

∂t
= 2ω0W−∞ sin θ. (17)

Подставляя (17) в (13) с учетом первого вы-

ражения (15), придем к нелинейному интегро-

дифференциальному волновому уравнению

∂Ω

∂x
+

1

a

∂Ω

∂t
= µΩ sin θ + q

∂2Ω

∂t2
, (18)

где µ = 2ω0ηW−∞/a.

При инверсной начальной населенности зеема-

новских подуровней имеем W−∞ > 0. Следователь-

но, µ > 0. Данный запас энергии, как было замече-

но выше, способен компенсировать потери, описыва-

емые последним слагаемым в правой части (18).

Инверсная населенность зеемановских подуров-

ней может быть создана, например, предваритель-

ным импульсным воздействием на парамагнитные

ионы резонансным импульсом продольного ультра-

звука [3, 28]. В этом случае ответственным за ре-

зонансный квантовый переход − → + является

отмеченный выше механизм ван Флека. Для допол-

нительного уменьшения населенности основного со-

стояния, характеризующегося проекцией эффектив-

ного спина Sz = −1, может быть задействован так-

же квантовый переход − → 0 за счет резонансного

магнитно-дипольного взаимодействия с электромаг-

нитным импульсом частоты ω+ (рис. 1).

Уравнение (18) (см. также (16)) формально сов-

падает с уравнением (12) из статьи [30]. Поэтому про-

ведем здесь анализ, воспользовавшись найденным

в [30] приближенным солитоноподобным решением

уравнения (18):

Ω = Ωmsech

(
t− x/v

τp

)
, (19)

где

Ωm =

√
2πωs
3τp

,
1

v
=

1

a
− q

τp
, τp =

√
3πq

8µ
. (20)

На первый взгляд, данное решение обладает

всеми свойствами диссипативного солитона. Дей-

ствительно, в данном локализованном решении

отсутствуют непрерывные свободные параметры.

Амплитуда Ωm солитоноподобного униполярного им-

пульса, его скорость v и временная длительность τp
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принимают фиксированные значения, зависящие от

параметров среды, которые определяются коэффи-

циентами уравнения (18). В то же время состояния

среды до и после прохождения импульса отличаются

друг от друга и обладают конечными временами

жизни, т.е. являются метастабильными. Из (15), (16)

и (19) следует, что при t → +∞ динамические пара-

метры W и V принимают соответственно значения

W+∞ = −W−∞/2 < 0 и V+∞ = −
√
3W−∞/2. В то же

время параметр U остается пренебрежимо малым.

Таким образом, приток энергии в импульс сдвиго-

вой деформации от каждого парамагнитного иона

составляет 2~ω0(W−∞ −W+∞) = 3~ω0W−∞. Данный

приток компенсируется необратимыми потерями, не

связанными с парамагнитными ионами.

Так как W+∞ 6= 0, на запрещенном переходе

с частотой 2ω0 остается индуцированная прошед-

шим импульсом когерентность. Однако данная ко-

герентность, как видно из (11) и (12), неспособна

без дополнительного затравочного поля стимулиро-

вать генерацию колебаний сдвиговой деформации в

кристалле. Время жизни в данном суперпозицион-

ном состоянии порядка времени необратимой фа-

зовой релаксации T2 на рассматриваемом переходе.

При ω0 ∼ 1011 c−1 для ионов Fe2+ в кристалле MgO

T2 ∼ 10−5 с [3]. В нашем случае для ω0 ∼ 108 c−1 и

температурах T жидкого гелия выполняется условие

~ω0 ≪ kBT , где kB – постоянная Больцмана. При

такой ситуации T2 ∼ ω−2
0 [38]. Тогда в рассматри-

ваемом нами случае имеем T2 ∼ 10 с. Время жизни

начального состояния парамагнитных ионов, харак-

теризующегося инверсной населенностью зееманов-

ских подуровней и нулевой когерентностью на соот-

ветствующем квантовом переходе, порядка времени

энергетической релаксации T1, которое на два поряд-

ка превышает время T2.

Итак, при прохождении солитоноподобного им-

пульса (19) среда совершает переход между дву-

мя долгоживущими метастабильными состояниями.

Следуя терминологии, принятой в [39], назовем со-

литоноподобный сигнал (19) локализованной авто-

волной.

Воспользовавшись результатами работы [30], за-

пишем пороговые условия на входные параметры им-

пульса сдвиговой деформации, при которых данный

униполярный импульс способен преобразоваться в

локализованную автоволну (19):

τ0 > τc ≡
4
√
2

9
τp ≈ 0.63τp,

A0 ≡ 1

ωs

+∞∫

−∞

Ω2
0dt > Ac ≡

3π

4

(
1−

√
1− τ2c

τ20

)
. (21)

Здесь τ0 и Ω0 – соответственно длительность и вре-

менной профиль импульса деформации на входе

в среду, величина A0, очевидно, пропорциональна

входной энергии импульса.

Приняв к сведению, что I = 0.5ρa3ε2zx есть интен-

сивность импульса, приходим к выводу, что величина

σ = ρa3ε2zxτp имеет смысл энергии импульса на еди-

ницу площади его поперечного сечения. Тогда можно

записать A0 = σ0/σc, где σ0 – входная энергия им-

пульса на единицу площади, а σc = 4~2ωsρa
3/G2

⊥ –

характерное для рассматриваемой среды значение

такой удельной энергии.

Униполярный импульс на входе в среду может

быть создан за счет электрострикции с помощью воз-

действия на кристалл мощным наносекундным им-

пульсом [6, 7].

При этом легко видеть, что введенная выше энер-

гия на единицу поперечной площади сформировав-

шейся локализованной автоволны (19) равна A ≡

≡ ω−1
s

+∞∫
−∞

Ω2dt = σ/σc = 4π/3.

Приведем некоторые численные оценки. Для ги-

гагерцовых частот имеем qω2 = 0.3 см−1 [40]. Взяв

ω = 5 · 109 с−1, найдем отсюда q ∼ 10−20 с2/см.

При принятых выше параметрах среды имеем µ ∼
∼ 10−2 см−1. Тогда из последнего выражения (20) по-

лучим τp ∼ 10−9 с. Из последнего выражения (20) бу-

дем иметь, q/τp ∼ 10−11 с/см≪ 1/a. Отсюда, в част-

ности, следует, что скорость автоволны практически

равна линейной скорости волны сдвиговой деформа-

ции в рассматриваемом кристалле.

Для характерной удельной энергии σc при ис-

пользованных выше значениях параметров имеем

оценку σc ∼ 10мкДж/см2. Так как σ ∼ σc, то

для интенсивности I импульса находим I ∼ σ/τp ∼
∼ 104 Вт/см2. Тогда его относительная деформация

εzx ∼
√
I/ρa3 ∼ 10−4 − 10−3. Считая, что характер-

ный поперечный размер упругого импульса d ∼ 1мм,

для его мощности P и энергии w найдем соответ-

ственно P ∼ Id2 ∼ 102 Вт и w ∼ Pτp ∼ 0.1мкДж.

Таким образом, локализованная униполярная ав-

товолна сдвиговой деформации представляет собой

достаточно мощный сигнал наносекундной длитель-

ности.

4. Заключение. Проведенное исследование по-

казало, что в парамагнитном кристалле, помещен-

ном во внешнее магнитное поле и поле продоль-

ной статической деформации, могут быть созданы

условия для двухквантовых спин-фононных перехо-

дов, аналогичных рамановским двухфотонным пере-

ходам в оптике. Роль частоты данных переходов иг-

рает частота зеемановского расщепления состояний
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эффективных спинов. При инверсной начальной на-

селенности зеемановских подуровней в кристалле мо-

жет сформироваться наносекундный униполярный

солитоноподобный импульс сдвиговой деформации,

который мы назвали локализованной автоволной.

Здесь приток энергии из парамагнитных ионов ком-

пенсируется необратимыми потерями, обусловлен-

ными затуханием импульса из-за его рассеяния на

тепловых колебаниях кристаллической решетки, де-

фектах и микронеоднородностях. Важно отметить,

что при прохождении импульса парамагнитные ионы

переходят из неравновесного состояния с инверсной

населенностью зеемановских подуровней в другое

метастабильное состояние. Поэтому время, в течение

которого такие объекты могут наблюдаться в экспе-

риментальных условиях, ограничены сверху харак-

терными временами жизни ионов в этих состояниях.

Как показали проведенные выше оценки, это время

достаточно велико и составляет порядка десятков се-

кунд.

Пороговые условия (21) отражают существенно

нелинейный характер формирования рассмотренной

здесь локализованной автоволны.
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Quantum computing with trapped ions has shown
significant progress over the last couple of decades [1–
5]. The main advantages are the highest-fidelity quan-
tum computing gates, long coherence times, inherent
uni-formality and all-to-all connectivity [6–11]. Nowa-
days the attention has shifted from miniature architec-
tures towards more practical implementations requir-
ing to scale up the computer performance [12–19]. For
large ion crystals system performance is known to de-
grade [1]. Therefore, it is crucial to understand scaling of
the finite errors in quantum gates with the system size
due to noise, decoherence, and control imperfections. In
particular, we numerically studied the performance of
global single-qubit gates depending on the Lamb–Dicke
parameter, gate time, the number of ions, and the initial
phonon mode occupation numbers.

The dynamics of single-qubit gates in trapped-ion
systems is typically described using Lamb–Dicke ap-
proximation meaning the exclusion of the phonon modes
[2, 7, 20]. In this work we performed numerical simula-
tion of the action of the single qubit gate Rφ(θ) using
full Hamiltonian of the system (1):

ĤN =

N∑

p=1

~
ωq
2
σ̂pz +

∑

j

N∑

k=1

~ωjk

(
â†jkâjk +

1

2

)
+

+
~

2

N∑

p=1

Ω
[
e−i(ωt−kR̂p+φ)σ+

p + h.c.
]
. (1)

Here indexes p and j refer to the ion index in the chain
and to the choise of the Cartesian axis (x, y, z) respec-
tively, ωq is the qubit transition frequency, ω is the laser
frequency, ωjk is the frequency of the normal mode k

along axis j, â†jk/âjk are creation/annihilation opera-
tors of the normal mode k along axis j, k is the wave
vector of the laser, φ is the phase of the laser, and angle
θ = τΩ of the gate is controlled via the gate time τ ,
R̂p is the quantised coordinate of the center of mass of

1)e-mail: l.akopyan@rqc.ru

ion p. Full Hamiltonian allows to account for the two ef-
fects responsible for gate errors: entanglement between
the qubit states and the phonon modes and phonon
mode heating which leads to the finite occupation of
the phonon modes.

The results are obtained for optical Ca qubits and
for the two types of gates, G1 and G15 for which the
π/2 pulse is performed during 1 s and 15 s, respectively
[7, 2]. Figure 1 shows the fidelity of single-qubit Rφ(θ)
gate for 3 ions for gates G1 and G15 with different lev-
els of corrections to the Rabi frequency obtained in the
Lamb–Dicke approximations (for details see [21]):

Ωp = Ω


1−

∑

j

N∑

k=1

η2pjk(nkj + 1/2)


 . (2)

The corrected Rabi frequencies Ω account only for
the finite occupation of the phonon modes. According to
Fig. 1, the minimum infidelity of 10−4 is achieved for the
gate G15, when the corrections for all the modes are in-
cluded. Additional simulations indeed have shown that
the phonon mode occupation leads to a more rapid de-
crease in the fidelity. For the fast G1 gate the situation
is worse: the oscillations of fidelity can not be removed
by correcting Rabi frequency. These oscillations come
from the entanglement between the phonon modes and
the qubit states. Comparison of the two different types
of fidelities (obtained with and without tracing of the
phonon modes) and calculations of the entanglement en-
tropy also show the existence of entanglement between
phonons and ions. The amplitude of the fidelity oscilla-
tions scales with Ω and increases with the phonon mode
occupation number. The largest contribution to the infi-
delity and to the amplitude of its oscillations comes from
the population of the center of mass (COM) mode. We
also studied the dependence of the fidelity on the Lamb–
Dicke parameter and on the number of ions (from 1 to
4) for the initial phonon mode state |100〉 correspond-
ing to a single phonon in a COM mode. We observe less
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Fig. 1. (Color online) Computed fidelities of the single-

qubit gates G1 (top panel) and G15 (bottom panel) de-

pending on angle θ. The initial state of phonon modes is

|nCOMn2n3〉 = |211〉. Different line styles distinguish dif-

ferent cases depending on how the ideal gate operation was

simulated: using corrections for the Rabi frequency (the

colored lines except the dashed-dotted one) from Eq. (2) or

without the corrections (dashed-dotted line). The number

of modes/phonons accounted for the corrections is speci-

fied in the legend

profound decrease of the fidelity as the ion chain gets
longer and for the larger axial frequencies.

In summary, the gate fidelities improve for slower
gates and small Lamb–Dicke parameter η. For slow
gates, the gate performance can be well characterised
with modified Rabi frequency using Eq. (2), whereas for
gates as fast as G1 numerical simulations are required
to account for the entanglement effects and oscillatory
behaviour of gate fidelity which originates from the ion-
phonon entanglement. Its period and amplitude scale
with the Rabi frequency Ω, the Lamb–Dicke parameter
η and the phonon mode occupation number. The devel-
oped software package will be used to optimise single-
qubit gate parameters for experimental setup handling
trapped ions. The results and analyses will be useful for
error mitigation in quantum algorithms performed on
ions, optimisation of long gate sequences as well as the
development of new variational algorithms accounting
for present error models.
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