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Введение

1. Актуальность темы исследования

Открытие высокотемпературной сверхпроводимости в купратах[1] явилось

одним из наиболее значимых научных достижений конца ХХ века и дало толчок

огромному количеству как теоретических, так и экспериментальных исследова­

ний в данной области. Перспективы практического применения ВТСП купратов

поистине безграничны, и обусловлены не только явлением высокотемператур­

ной сверхпроводимости, но и эффектом колоссального магнитосопротивления и

рядом других уникальных свойств. Изучение высокотемпературной сверхпрово­

димости в купратах, на сегодняшний день, является одним из основных направ­

лений физики конденсированного состояния. Но, несмотря на большие усилия,

направленные на исследования в этой области, до сих пор не существует теоре­

тического описания процессов, происходящих в ВТСП купратах.

Проблемы теоретического описания в данном случае связаны с тем, что

электроны в таких соединениях являются сильно коррелированными и не под­

даются описанию в рамках одноэлектронных подходов. В то же время силь­

ные корреляции приводят к тому, что даже в нормальной фазе (в отсутствие

сверхпроводимости) купраты проявляют очень необычные свойства. Одним из

наиболее интересных феноменов является то, что в слабодопированных куп­

ратах присутствует так называемая псевдощелевая фаза, характеризующаяся

наличием щели в энергетическом спектре выше температуры перехода в сверх­

проводящее состояние[2], что указывает на неприменимость фермижидкостно­

го описания. В то же время обнаружение квантовых осцилляций плотности

электронных состояний[3] указывает на то, что в узкой области допирования

в присутствии сильного магнитного поля поведение электронов вновь подчи­

няется описанию в рамках Ферми жидкости. Данное противоречие до сих пор

не имеет достоверного научного описания и является актуальной задачей со­
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временной теоретической физики конденсированного состояния. В то же время

существование волн спиновой и зарядовой плотности[4] указывает на спонтан­

ное нарушение трансляционной симметрии, что так же до сих пор не может

быть объяснено в рамках существующих теоретических подходов.

Так как в общем случае сверхпроводимость проявляется как нестабиль­

ность нормального состояния, то понимание природы нормального состояния,

из которого сверхпроводимость возникает, является исключительно важной за­

дачей, которая, в перспективе, позволит перейти на качественно новый уровень

в понимании физики высокотемпературной сверхпроводимости.

2. Цели и задачи работы

Основная цель работы заключалась в исследовании свойств нормальной

фазы ВТСП купратов, описываемых в рамках моделей с сильными электронны­

ми корреляциями, без привлечения дополнительных феноменологических пара­

метров. Так как в таком подходе поведение системы обусловлено исключитель­

но сильным кулоновским отталкиванием, то такой подход позволяет устано­

вить, вызваны ли необычные свойства слабодопированных купратов сильными

корреляциями.

Для достижения этой цели был поставлен ряд задач:

1. Исследование устойчивости дальнего антиферромагнитного порядка при

допировании системы и зависимости такой устойчивости от величины

электронных корреляций.

2. Исследование влияния Кондо-взаимодействия на спектральные свойства

и характеристики спинового и зарядового упорядочения в модели Кондо­

Гейзенберга.

3. Анализ поведения поверхности Ферми в слабодопированной фазе купра­

тов в присутствии волны зарядовой плотности.
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4. Анализ поведения носителей заряда на уровне Ферми в широком диапа­

зоне допирования.

5. Изучение свойств сильно коррелированных электронов в предельном слу­

чае бесконечно сильного кулоновского отталкивания (так называемая фа­

за Нагаока). В данном случае модель не содержит явного антиферромаг­

нитного взаимодействия и поведение системы определяется исключитель­

но констрейнтом отсутствия двойного заполнения.

3. Результаты работы, выносимые на защиту

1. В рамках модели Кондо-Гейзенберга показано, что сильные электронные

корреляции в купратах приводят к разрушению антиферромагнитного

упорядочения уже при очень малом допировании и возникновению псев­

дощели в данной фазе, что полностью согласуется с экспериментом.

2. Показано, что в пределе бесконечно сильных корреляций (фаза Нагаока)

непрерывный фазовый переход в полностью поляризованную ферромаг­

нитную фазу не может быть реализован ни при каком конечном допиро­

вании. Показано, что магнитный порядок основного состояния напрямую

зависит от типа граничных условий и характера решетки, что указывает

на нетривиальность термодинамического предела.

3. Разработан подход, позволяющий качественно описать реконструкцию по­

верхности Ферми в слабодопированных купратах. Данный метод позволя­

ет воспроизвести как поверхность Ферми в фазе псевдощели, так и из­

менение ее топологии в фазе волны зарядовой плотности, что объясняет

экспериментально наблюдаемое изменение знака коэффициентов Холла и

Зеебека при низких температурах в сильном магнитном поле.

4. Предложен механизм, объясняющий возникновение экспериментально на­
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блюдаемых низкочастотных квантовых осцилляций плотности электрон­

ных состояний в купратах в фазе волны зарядовой плотности с помощью

эффективного замыкания квазичастичных орбит вследствие Брэгговско­

го отражения на границах редуцированной зоны Бриллюэна. Этот меха­

низм объясняет ряд наблюдаемых в эксперименте особенностей электрон­

ной/дырочной проводимости в слабодопированных купратах.

4. Научная новизна и практическая значимость работы

Впервые реконструкция поверхности Ферми была воспроизведена в рам­

ках микроскопической модели, явным образом учитывающей сильные электрон­

ные корреляции и существование волны зарядовой плотности, не требующей

введения дополнительных феноменологических параметров. Данное поведение

поверхности Ферми позволяет объяснить эксперименты, демонстрирующие из­

менение знака коэффициентов Холла[5] и Зеебека[6] в диапазоне допирование

0.08 < 𝛿 < 0.16, воспроизводит возникновение полностью электронной прово­

димости при допировании 𝛿 ≈ 0.10[7], а так же объясняет экспериментальные

данные измерения теплоемкости слабодопированных купратов[8].

Предложен механизм, объясняющий возникновение квантовых осцилля­

ций плотности электронных состояний в присутствии сильного магнитного поля[3]

в фазе волны зарядовой плотности. Данным механизм позволяет объяснить, ка­

ким образом арочные поверхности Ферми могут образовывать эффективно за­

мкнутую орбиту, что является необходимым условием для возникновения кван­

товых осцилляций плотности электронных состояний в магнитном поле.

Приведенные в диссертации расчеты указывают на то, что используемый

подход позволяет описать поверхности Ферми как в псевдощелевой фазе[2], так

и в фазе волны зарядовой плотности, чего до сих пор не было достигнуто в

рамках феноменологических моделей.

Впервые была показана зависимость от граничных условий устойчивости
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ферромагнетизма в фазе Нагаока. Данный результат указывает на то, что си­

стема сильно коррелированных фермионов даже в отсутствие взаимодействия

проявляет нетривиальные физические свойства, такие как неустойчивость тер­

модинамического предела.

5. Апробация работы

Результаты диссертации опубликованы в следующих 4 статьях, входящих

в список ВАК:

1. I. Ivantsov, A. Ferraz, E. Kochetov / Quantum Monte Carlo study of the

itinerant-localized model of strongly correlated electrons: Spin-spin correlation

functions // Phys. Rev. B - 2016. - Vol. 94. - pp. 235118

2. I. Ivantsov, A. Ferraz, E. Kochetov / Breakdown of the Nagaoka phase at finite

doping // Phys. Rev. B - 2017. - Vol. 95. - pp. 155115

3. I. Ivantsov, A. Ferraz, E. Kochetov / Itinerant-localized model of strongly

correlated electrons: Fermi surface reconstruction // Phys. Rev. B - 2017. -

Vol. 96. - pp. 195161

4. I. Ivantsov, A. Ferraz, E. Kochetov / Fermi surface reconstruction in underdoped

cuprates: Origin of electron pockets // Phys. Rev. B - 2018. - Vol. 98. - pp.

214511

Результаты работы представлены на международных и всероссийских кон­

ференциях:

1. 2017Winter workshop/school on localization, interactions and superconductivity,

Landau Institute for Theoretical Physics, Черноголовка, Россия

2. The XXI International Scientific Conference of Young Scientists and Specialists

(AYSS-2017), JINR, OMUS, Dubna, Russia
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3. 48th meeting of the PAC for Condensed Matter Physics, JINR, Dubna, Russia

4. Emergent phenimena in strongly correlated quantum matter, International

Institute of Physics, Натал, Бразилия

5. Международная зимняя школа физиков-теоретиков «Коуровка - XXXVII»,

ИФМ УрО РАН, Екатеринбург, Россия

6. 49th meeting of the PAC for Condensed Matter Physics, JINR, Dubna, Россия

6. Личный вклад автора

Автор принимал непосредственное участие в постановке задач, разработ­

ке численных алгоритмов и компьютерных программ, проведению расчетов а

так же анализу полученных результатов и публикации статей. Личный вклад

автора в результаты и основные положения, выносимые на защиту, является

определяющим.

7. Структура и объем работы

В первой главе диссертации для описания купратов вводится модель Кондо­

Гейзенберга. В рамках квантового метода Монте-Карло вычислены спиновые

корреляционные функции и проводится анализ их поведения. В рамках кла­

стерной теории возмущений рассчитаны поверхности Ферми при различных

уровнях допирования. Исследуется вопрос влияния эффектов конечного разме­

ра кластера на результаты и проводится анализ зависимости такого поведения

от величин антиферромагнитного и Кондо взаимодействия.

Во второй главе диссертации рассматривается вопрос о возможности суще­

ствования насыщенного ферромагнитного основного состояния в случае конеч­

ного допирования в фазе Нагаока. В рамках квантового метода Монте-Карло

вычисляются спиновые корреляционные функции при конечной температуре и
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на их основе производится анализ поведения системы. В рамках точной диаго­

нализации малых кластеров вычисляются корреляционные функции и значение

спина в основном состоянии кластеров. В рамках точной диагонализации высо­

коспинового сектора Гильбертова пространства Гамильтониана рассматривает­

ся вопрос о устойчивости Нагаоковской фазы в случае больших решеток при

различных граничных условиях.

Во третьей главе детально разбирается влияние волн зарядовой плотно­

сти на реконструкцию поверхности Ферми. Объясняется причина возникнове­

ния квантовых осцилляций плотности электронных состояний малой частоты,

наблюдаемых в слабодопированных купратах. В рамках 𝑡 − 𝐽 модели рассчи­

тывается поведение носителей заряда на поверхности Ферми.

В Приложении А изложен алгоритм квантового метода Монте-Карло, ис­

пользующегося в данной работе для вычисления спиновых корреляционных

функций в Главе 1 и Главе 2.

В Приложении Б изложен метод кластерной теории возмущений, исполь­

зующегося в данной работе для вычисления спектральных функций и поверх­

ностей Ферми в Главе 1 и Главе 3.
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Глава 1

Сильные электронные корреляции в ВТСП

купратах в рамках модели Кондо-Гейзенберга

1.1. Введение

Вся совокупность необычных свойств ВТСП купратов вызвана наличи­

ем сильного кулоновского отталкивания, а все вызванные этим отталкиванием

эффекты, такие как антиферромагнетизм, псевдощель и высокотемпературная

сверхпроводимость, являются прямым следствием такого взаимодействия. Ос­

новной задачей, исследуемой в данной главе, является исследование механизма,

лежащего в основе необычного поведения электронов в слабодопированной фа­

зе ВТСП купратов.

Изображенная на Рис.1.1(а) фазовая диаграмма отображает эксперимен­

тально известные данные о свойствах купратов при дырочном допировании.

При слабом допировании купраты демонстрируют антиферромагнитное упоря­

дочение, образующее (квази)дальний порядок. При температурах 𝑇 < 𝑇 * в

ВТСП купратах реализуется псевдощелевая фаза, характеризующаяся частич­

ной щелью на уровне Ферми и, как следствие, арочной поверхность Ферми,

наблюдаемой в экспериментах по фотоэлектронной спектроскопии с угловым

разрешением(ARPES). Стоит отметить тот факт, что температура, соответству­

ющая переходу в фазу псведощели значительно выше критической температу­

ры сверхпроводимости, как и различны диапазоны допирования, характерные

для этих фаз. Данный факт, как и ряд экспериментальных наблюдений, сви­

детельствует в пользу того, что псевдощель не является прямым следствием

формирования куперовских пар, а поведение системы в данной фазе подчиня­

ется описанию в рамках сильно коррелированных электронов.

Кроме того, недавно обнаруженная фаза волны зарядовой плотности с
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Рис. 1.1. (a): Фазовая диаграмма ВТСП купратов из статьи [9]. (b): Фазовая диаграмма

ВТСП купратов в присутствии магнитного поля из статьи [10].

длинной волны∼ 3−4 постоянных решетки, и находящаяся "внутри"псевдощелевой

фазы, указывает на нарушение трансляционной симметрии, что приводит к

реконструкцией поверхности Ферми и возникновению электронных карманов

малой площади.

На Рис.1.1(b) изображена фазовая диаграмма с учетом магнитного поля.

Наиболее непредсказуемым открытием явилось обнаружение квантовых осцил­

ляций в присутствии сильного магнитного поля. Данный феномен, в совокупно­

сти с изменение знаков коэффициентов Холла и Зеебека, указывает не измене­

ние топологии поверхности Ферми. Малая частота таких осцилляций подразу­

мевает, что поверхность Ферми состоит из малых карманов, что противоречит

данным ARPES измерений в фазе псевдощели.

Для описания ВТСП купратов в нормальной фазе широко используются

модели сильно коррелированных электронов, такие как модель Хаббарда[11] и

𝑡−𝐽 модель[12]. Так как определяющие физику купратов процессы происходят

в CuO2 плоскостях, то физика купратов является квазидвумерной, и большая

часть физических явлений, наблюдаемых в эксперименте, может быть смодели­

рована в рамках двумерных моделей с сильными электронными корреляциями.
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В данной главе используется модель Кондо-Гейзенберга сильно коррели­

рованных электронов, являющаяся расширением 𝑡− 𝐽 модели. В рамках такой

модели становится возможным отделить друг от друга антиферромагнитную

составляющую сильного кулоновского отталкивания и слагаемое, отвечающее

за констрейнт двойного заполнения узла электронами, что недоступно в случае

𝑡 − 𝐽 модели, где двойное заполнение заранее запрещено, и в случае модели

Хаббарда, где обоим эффектам соответствует единственный параметр 𝑈 .

В рамках такого подхода появляется возможность оценить влияние как

антиферромагнитных корреляций, так и констрейнта отсутствия двойного за­

полнения по отдельности при различных уровнях допирования, что позволяет

определить причину, вызывающую столь необычное поведение ВТСП купратов.

1.2. Модель

Стандартная 𝑡−𝐽 модель сильно коррелированных электронов имеет вид:

𝐻𝑡−𝐽 = −
∑︁
𝑖𝑗𝜎

𝑡𝑖𝑗𝑐
†
𝑖𝜎𝑐𝑗𝜎 + 𝐽

∑︁
𝑖𝑗

(𝑆⃗𝑖 · 𝑆⃗𝑗 −
1

4
𝑛̃𝑖𝑛̃𝑗), (1.1)

где 𝑐𝑖𝜎 = 𝑐𝑖𝜎(1− 𝑛𝑖,−𝜎) являются спроектированными на редуцированное Гиль­

бертово пространство фермионными операторами уничтожения электрона на

узле 𝑖 с проекцией спина 𝜎, а 𝑆⃗𝑖 =
∑︀

𝜎,𝜎′ 𝑐
†
𝑖𝜎𝜏⃗𝜎𝜎′𝑐𝑖𝜎′, является оператором спина

электрона, 𝑛̃𝑖 = 𝑛𝑖↑ + 𝑛𝑖↓ − 2𝑛𝑖↑𝑛𝑖↓, 𝜏⃗ обозначает вектор, состоящий из матриц

Паули, 𝜏⃗ 2 = 3/4. В слабодопированных купратах одной из ключевых особен­

ностей является наличие как локализованных, так и делокализованных реше­

точных электронов. Для равноценного учета как одного, так и другого типа

электронов в рамках феноменологического описания была предложена slave­

boson модель[13, 14]. При таком подходе стандартная решетка 𝑡 − 𝐽 модели

расслаивается на решетку, изображенную на Рис.1.2:

1) решетку Гейзенберговских спинов, описывающих локализованные элек­

троны и которым соответствуют операторы 𝑆⃗ ∈ 𝑆𝑈(2).
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Рис. 1.2. Расслоение двумерной решетки 𝑡 − 𝐽 модели на решетку Гейзенберговских спинов

и допонов.

2) решетку квазичастиц допирования (допонов), описывающих делокали­

зованные электроны и описываемых спроектированными фермиевскими опера­

торами в редуцированном Гильбертовом пространстве 𝑑𝑖𝜎 = 𝑑𝑖𝜎(1− 𝑛𝑑
𝑖−𝜎).

Изначальные электронные операторы в таком подходе определяются как:

𝑐†𝑖 =
1√
2
(
1

2
− 2𝑆⃗𝑖 · 𝜏⃗)𝑑𝑖. (1.2)

В таком представлении Гамильтониан имеет вид:

𝐻𝑡−𝐽 = 2
∑︁
𝑖𝑗𝜎

𝑡𝑖𝑗𝑑
†
𝑖𝜎𝑑𝑗𝜎 + 𝐽

∑︁
<𝑖𝑗>

((𝑆𝑖 + 𝑠𝑖) · (𝑆𝑗 + 𝑠𝑗))−
1

4
(1− 𝑛̃𝑑

𝑖 )(1− 𝑛̃𝑑
𝑗)), (1.3)

где 𝑑†𝑖𝜎 - оператор рождения допона на узле 𝑖 с проекцией спина 𝜎, 𝑠⃗𝑖 =
∑︀

𝜎′,𝜎 𝑑
†
𝑖𝜎′ 𝜏⃗𝜎′𝜎𝑑𝑖𝜎

соответствует спину допона, а 𝑆⃗𝑖 является решеточным спином и описывает ло­

кализованные электроны, а 𝑛̃𝑑
𝑖 =

∑︀
𝜎 𝑑

†
𝑖𝜎𝑑𝑖𝜎.

Следует отметить, что в стандартной 𝑡− 𝐽 модели Гильбертово простран­

ство одноузельных состояний является трехмерным, и состоит из незаполнен­

ного состояния |0⟩, состояния с электроном со спинов вверх | ↑⟩ и вниз | ↓⟩. В

случае представления Кондо-Гейзенберга Гильбертово пространство становит­

ся шестимерным и является прямым произведение двумерного пространства

решетки Гейзенберга на трехмерное пространство решетки спроектированных

электронов. Таким образом, одноузельное состояние записывается в виде |𝜎𝑎⟩,

где 𝜎 =↑, ↓ соответствует решеточным спинам (локализованным электронам),

а индекс 𝑎 = 0, ↑, ↓ соответствует допонам (делокализованным электронам).

Базис Гильбертова пространства в таком случае является расширенным и со­
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держит состояния:

ℋ𝑒𝑛𝑙𝑎𝑟𝑔𝑒𝑑 = {| ↑↑⟩, | ↑ 0⟩, | ↑↓⟩, | ↓↑⟩, | ↓ 0⟩, | ↓↓⟩} (1.4)

Как видно, структура одноузельных состояний допускает двойное заполне­

ние узла локализованным и делокализованным электроном, что является физи­

чески некорректным. По аналогии с условием отсутствия двойного заполнения

в 𝑡− 𝐽 модели, при переходе к представлению Кондо-Гейзенберга ограничение

на одноузельные состояния принимает следующую форму:

𝑆𝑖 · 𝑠𝑖 +
3

4
(𝑑†𝑖↑𝑑𝑖↑ + 𝑑†𝑖↓𝑑𝑖↓) = 0, (1.5)

Таким образом, к Гамильтониану необходимо добавить множитель Лагранжа,

учитывающий условие отсутствия двойного заполнения

𝐻𝜆 = 𝜆
∑︁
𝑖

(𝑆𝑖 · 𝑠𝑖 +
3

4
𝑛𝑑
𝑖 ), (1.6)

Слагаемое 𝐻𝜆 является одноузельным и имеет вид⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

𝜆 0 0 0 0 0

0 −𝜇 0 0 0 0

0 0 𝜆
2

𝜆
2 0 0

0 0 𝜆
2

𝜆
2 0 0

0 0 0 0 −𝜇 0

0 0 0 0 0 𝜆

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

| ↑↑⟩

| ↑ 0⟩

| ↑↓⟩

| ↓↑⟩

| ↓ 0⟩

| ↓↓⟩

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠
(1.7)

В таком виде одноузельная часть является недиагональной, что приводит

к неудобствам в использовании численных методов, в частности метода кван­

тового Монте-Карло. При переходе к базису, диагонализующему одноузельные
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Рис. 1.3. Структура одноузельного Гильбертова пространства модели Кондо-Гейзенберга.

Синглетное состояние с энергией 𝐸 = 0 соответствует дырке, дублетное состояние с 𝐸 =

−𝜇 соответствует физическим электронам, триплетное состояние с энергией 𝜆 соответствует

состояниям с двойным заполнением узла.

слагаемые, соответствующий член Гамильтониана принимает вид

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

𝜆 0 0 0 0 0

0 −𝜇 0 0 0 0

0 0 0 0 0 0

0 0 0 𝜆 0 0

0 0 0 0 −𝜇 0

0 0 0 0 0 𝜆

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

| ↑↑⟩

| ↑ 0⟩
|↑↓⟩−|↓↑⟩√

2
|↑↓⟩+|↓↑⟩√

2

| ↓ 0⟩

| ↓↓⟩

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠
(1.8)

что приводит к новому базису, схематически изображенному на Рис.1.3(a). В

таком представлении в системе присутствует синглет |↑↓⟩−↓↑⟩√
2

, соответствующий

вакансии и имеющий собственную энергию 𝐸 = 0, дублет (| ↑ 0⟩, | ↓ 0⟩), опи­

сывающий электроны со спином вверх/вниз с энергией 𝐸 = −𝜇, и триплет

(| ↑↑⟩, |↑↓⟩+↓↑⟩√
2

, | ↓↓⟩), характеризующий отсутствующие в стандартной 𝑡− 𝐽 мо­

дели нефизические состояния с энергией 𝐸 = 𝜆.

Отображение между пространствами изначальной 𝑡− 𝐽 модели и модели
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Кондо-Гейзенберга задается в виде:

| ↑⟩𝑡𝐽 = | ↑ 0⟩

| ↓⟩𝑡𝐽 = | ↓ 0⟩

|0⟩𝑡𝐽 =
| ↑↓⟩ − | ↓↑⟩√

2

(1.9)

Оставшиеся состояния | ↑↑⟩, | ↓↓⟩ и |↑↓⟩+|↓↑⟩√
2

не присутствуют в 𝑡 − 𝐽 модели и

являются нефизическими, реализуют возможность двойного заполнения узла,

и отделены от остальных состояний щелью ∼ 𝜆. Данные состояния могут быть

исключены из модели путем выбора параметра 𝜆 = +∞.

Таким образом, Гамильтониан принимает вид:

𝐻𝑡−𝐽 =
∑︁
𝑖𝑗𝜎

2𝑡𝑖𝑗𝑑
†
𝑖𝜎𝑑𝑗𝜎 + 𝐽

∑︁
𝑖𝑗

𝑆⃗𝑖(1− 𝑛𝑑
𝑖 ) · 𝑆⃗𝑗(1− 𝑛𝑑

𝑗) + 𝜆
∑︁
𝑖

(𝑆𝑖 · 𝑠𝑖 +
3

4
𝑛𝑑
𝑖 ),

(1.10)

Первое слагаемое, в таком случае, характеризует движение делокализованных

электронов. Второе слагаемое соответствует Гейзенберговскому взаимодействию

решеточных спинов. Третье слагаемое имеет вид Кондо взаимодействия и опи­

сывает корреляции между локализованными и делокализованными электрона­

ми. Более того, редуцированные операторы 𝑑†𝑖𝜎 могут быть заменены на стан­

дартные фермиевские 𝑑†𝑖𝜎, так как ограничение на двойное заполнение узла

реализуется за счет Кондо-слагаемого. В случае бесконечно большого значения

𝜆 Кондо-взаимодействие приводит к запрету на двойное заполнение узла, и мо­

дель редуцируется до стандартной 𝑡− 𝐽 модели. В случае конечного значение

𝜆 ограничение отсутствия двойного заполнения ослабляется, что приводит к

возможности появления нехарактерных для 𝑡 − 𝐽 модели состояний. В случае

𝜆 = 0 в системе отсутствуют корреляции, решеточные спины перестают взаи­

модействовать с допонами и поведение системы описывается в рамках модели

Гейзенберга для локализованных электронов и стандартной tight-binding моде­

ли для делокализованных.
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Вблизи половинного заполнение (слабодопированный случай ⟨𝑛𝑑
𝑖 ⟩ ≪ 1)

спиновое взаимодействие допонов становится малым, таким образом мы можем

заменить 𝐽 → 𝐽 = 𝐽(1− 𝛿)2. В таком случае Гамильтониан принимает форму:

𝐻𝑡−𝐽 =
∑︁
𝑖𝑗𝜎

𝑡eff𝑖𝑗 𝑑
†
𝑖𝜎𝑑𝑗𝜎 + 𝐽

∑︁
𝑖𝑗

(𝑆⃗𝑖 · 𝑆⃗𝑗 −
1

4
) + 𝜆

∑︁
𝑖

𝑆𝑖 · 𝑠𝑖, (1.11)

где 𝑡eff𝑖𝑗 = 2𝑡𝑖𝑗 + (3𝜆/4− 𝜇)𝛿𝑖𝑗 и 𝜆 ≫ 𝑡, 𝐽 .

1.3. Разрушение антиферромагнитного порядка при

допировании системы

Как известно, при малых уровнях допирования купраты представляют из

себя антиферромагнитный изолятор. В случае половинного заполнения 𝑡−𝐽 мо­

дель, широко применяемая для описания ВТСП купратов, редуцируется в дву­

мерную модель Гейзенберга. Однако данная антиферромагнитная фаза быстро

разрушается с ростом допирования, и в реальных образцах антиферромагнит­

ный порядок существует до уровня допирования порядка 𝛿 ≈ 0.08.

Модель Кондо-Гейзенберга предоставляет возможность оценить влияние

антиферромагнитного обменного взаимодействия 𝐽 отдельно от величины кор­

реляций 𝜆.

В спин-допонном представлении основной вклад в магнитный порядок да­

ет взаимодействие решеточных спинов, включенных в Гамильтониан в виде

гейзенберговского слагаемого. В случае половинного заполнения модель, ана­

логично с 𝑡− 𝐽 моделью, сводится к двумерной модели Гейзенберга, у которой

имеется квантовая критическая точка при 𝑇 = 0, соответствующая установле­

нию дальнего антиферромагнитного порядка. При повышении температуры, в

силу теоремы Мермина-Вагнера, существование дальнего порядка невозможно,

однако при 𝑇 ≪ 𝑡 должен присутствовать квазидальний антиферромагнитный

порядок.
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При малом отклонении от половинного заполнения, даже в отсутствие пря­

мого взаимодействия между спинами носителей заряда (в случае малых плотно­

стей допонов таким взаимодействием можно пренебречь) взаимодействие меж­

ду спинами решетки и допонами, описываемое Кондо-слагаемым, приводит к

разрушению антиферромагнитного порядка.

В рамках квантового метода Монте-Карло (Приложение А) были рассчи­

таны спиновые корреляционные функции, позволяющие оценить величину ан­

тиферромагнитного порядка. Корреляционные функции 𝑔(𝑟):

𝑔(𝑟) = 4Δ−1(𝑟)
∑︁
𝑖𝑗

⟨(𝑆𝑧
𝑖 + 𝑠𝑧𝑖 )(𝑆

𝑧
𝑗 + 𝑠𝑧𝑗)⟩𝑒𝑖K·(R𝑖−R𝑗)𝛿(𝑟 − |R𝑖 −R𝑗|), (1.12)

рассчитывались для физических электронов, соответствующих электронам из­

начальной 𝑡 − 𝐽 модели, K = (𝜋, 𝜋) является волновым вектором антиферро­

магнитного упорядочения, R𝑖 радиус-вектор узла 𝑖, нормировочная функция

определяется как Δ(𝑟) =
∑︀

𝑖𝑗 𝛿(𝑟 − |R𝑖 −R𝑗|), и

𝛿(𝑥) =

⎧⎪⎨⎪⎩1 if |𝑥| ≤ 0.5𝑎,

0 otherwise,
(1.13)

где 𝑎 является постоянной решетки, а ⟨...⟩ обозначает усреднение по всем спи­

новым конфигурациям, используемым в расчетах в методе квантового Монте­

Карло.

На всех графика корреляционная функций 𝑔(𝑟) изображена в логариф­

мическом масштабе. Следовательно, для дальнего, квазидальнего и ближнего

порядка 𝑔(𝑟) должна иметь асимптотическое поведение в виде константы, лога­

рифмической функции и прямой линии, соответственно.

На Рис.1.4 изображены спиновые корреляционные функции при различ­

ных уровнях допирования. Критическая концентрация, свидетельствующая о

разрушении даже квазидальнего порядка и характеризующаяся экспоненци­

альным спадом корреляционной функции с ростом расстояния(на графике в

логарифмическом масштабе имеет вид прямой) достигается при 𝛿𝑐 = 0.05 для
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Рис. 1.4. Спиновые корреляционные функции 𝑔(𝑟) при 𝐽 = 0.2𝑡(a) и 𝐽 = 0.4𝑡 (b). Сплошные

и пунктирные линии соответствуют 𝑡′ = 𝑡′′ = 0 и (𝑡′ = −0.27𝑡, 𝑡′′ = 0.2𝑡) соответственно.

Температура 𝑇 = 0.1𝑡.

𝐽 = 0.2𝑡 и 𝛿𝑐 = 0.08 при 𝐽 = 0.4𝑡. Подавление квазидальнего порядка в случае

конечной температуры позволяет соответствует подавлению истинного даль­

него порядка, существующего при нулевой температуре. Несмотря на то, что

полученные величины критического допирования не обязаны соответствовать

случаю нулевой температуры, их значения, по крайней мере, должны быть до­

статочно близки.

На Рис.1.5 изображен статический антиферромагнитный спиновый струк­

турный фактор при различных уровнях допирования.

𝑆(𝜋, 𝜋) =
1

𝑁

∑︁
𝑖

⟨(𝑆𝑧
0 + 𝑠𝑧0)(𝑆

𝑧
𝑖 + 𝑠𝑧𝑖 )⟩𝑒𝑖K·R𝑖, (1.14)

где K = (𝜋, 𝜋). Результаты показывают, что при отступлении от случая поло­

винного заполнения квазидальний порядок разрушается чрезвычайно быстро.

На Рис.1.6 спиновые корреляционные функции 𝑔(𝑟) изображены при кри­

тической концентрации допонов (𝛿 = 0.05 при 𝐽 = 0.2 и 𝛿 = 0.08 при 𝐽 = 0.4)

при различных значениях корреляционного параметра 𝜆.

В случае 𝜆 = 0 корреляции между локализованными и делокализован­

ными электронами пропадают и модель расцепляется на tight-binding модель

для допонов и гейзенберговскую модель для решеточных спинов, в которой при
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Рис. 1.5. Антиферромагнитный спиновый структурный фактор 𝑆(𝜋, 𝜋) при различных уров­

нях допирования 𝛿 и различным значениях параметра 𝐽 . Сплошные и пунктирные линии

соответствуют 𝑡′ = 𝑡′′ = 0 и (𝑡′ = −0.27𝑡, 𝑡′′ = 0.2𝑡) соответственно. Температура 𝑇 = 0.1𝑡,

𝑡′ = 𝑡′′ = 0.
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Рис. 1.6. Спиновые корреляционные функции 𝑔(𝑟) при (a): 𝐽 = 0.2𝑡, 𝛿 = 0.05 (b): 𝐽 = 0.4𝑡,

𝛿 = 0.08 при различных значениях параметра 𝜆. Температура 𝑇 = 0.1𝑡, 𝑡′ = 𝑡′′ = 0.
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любом допировании будет присутствовать квазидальний антиферромагнитный

порядок. Единственная связь между решеточными спинами и допонами, в та­

ком случае, осуществляется через перенормировку константы обменного взаи­

модействия 𝐽 = 𝐽(1− 𝛿)2. В слабодопированном случае данная перенормиров­

ка не вносит существенного вклада в качественное поведение системы, однако,

как и следовало ожидать, приводит к постепенному ослаблению антиферромаг­

нитного порядка с ростом допирования вплоть до его полного исчезновения в

полностью допированном случае.

Локальный констрейнт отсутствия двойного заполнения играет ключевую

роль в разрушении антиферромагнитного упорядочения, и при 𝜆 > 10𝑡 значе­

ния спиновых корреляционных функций становится практически идентичным,

что указывает на насыщение по 𝜆. В случае промежуточных значений 𝜆 про­

тивостояние антиферромагнитного и Кондо-взаимодействия слабеет, что приво­

дит к повышению верхней границы антиферромагнитной фазы[15]. В данном

случае высоко и низкоэнергетические делокализованные электроны не могут

быть разделены, что является еще одним проявление дуальной природы таких

решеточных электронов.

1.4. Реконструкция поверхности Ферми

В ряде экспериментальных работ, связанных с исследованием ВТСП куп­

ратов, была обнаружена значительная реконструкция поверхности Ферми в ма­

ленькие карманы в слабодопированном режиме, указывающая на неприменимо­

сти стандартного фермижидкостного описания в псевдощелевой фазе. Ряд фе­

номенологических подходов был предложен для описание этого явления, однако

данные модели не являются микроскопическими и, зачастую, не соответствуют

экспериментальным данным.

До сих пор остается не ясным, вызвана ли такая реконструкция влиянием

антиферромагнитного упорядочения, либо она связана с какими-либо другими
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проявлениями сильных электронных корреляций.

Наиболее физически корректным является подход, предполагающий ре­

конструкцию поверхности Ферми в маленькие электронные карманы из-за на­

личия в купратах фазы волны зарядовой плотности, расположенной внутри

псевдощелевой фазы при допированиях 𝛿𝑐1 ≤ 𝛿 ≤ 𝛿𝑐2. Изображение фазы волны

зарядовой плотности на фазовой диаграмме 𝛿−𝑇 образует "колокол"в указаных

диапазонах допирования и имеющий максимум с 𝑇𝐶𝐷𝑊 ∼ 160𝐾 при 𝛿 ∼ 0.12[3].

Именно в таком диапазоне допирования экспериментальные наблюдения обна­

руживают квантовые осцилляции в купратах, и именно при 𝛿 ∼ 0.12 амплитуда

таких осцилляций является максимальной, что указывает на прямую связь двух

этих явлений.

В данной главе эволюция поверхности Ферми разобрана в рамках модели

Кондо-Гейзенберга, позволяющей оценить степень влияния антиферромагнит­

ного взаимодействия и сильных корреляций на поведение ВТСП купратов. В

качестве численного метода использована кластерная теория возмущений (При­

ложение Б), позволяющая получать спектральные функции системы при нуле­

вой температуре. Данный метод основан на первичной точной диагонализации

малых кластеров с Гамильтонианом модели Кондо-Гейзенберга и последующем

расчете спектральных функции межкластерного взаимодействия в базисе соб­

ственных состояний малых кластеров. Оперируя кластерами 3×3 на масштабах

размера кластера можно в достаточной степени учесть особенности сильных

корреляций, проявляемых во внутрикластерном взаимодействии. Данный под­

ход позволяет получить поверхности Ферми при различных уровнях допирова­

ния и качественно описать эволюцию системы с ростом концентрации носителей

заряда.

В результате расчетов показано, что при росте допирования (начиная от

𝛿 = 0.08, что соответствует разрушению квазидальнего антиферромагнитно­

го порядка) эволюцию поверхности Ферми, отображенную на Рис.1.7, можно

описать в четыре этапа:
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Рис. 1.7. Спектральная функция на уровне Ферми в первом квадранте зоны Бриллюэна при

различных уровнях допирования 𝛿, рассчитанная в рамках кластерной теории возмущений

для кластера 3 × 3. Параметры модели𝐽 = 0.4𝑡, 𝜆 = 103𝑡, 𝑇 = 10−3𝑡, 𝑡′ = −0.27𝑡 и 𝑡′′ = 0.2𝑡.

Уширение Лоренциана в методе кластерной теории возмущений задается величиной 𝜂 = 0.02.

1) В области допирования 0.08 ≤ 𝛿 ≤ 0.14 поверхность Ферми пред­

ставляет из себя арки, расположенные в нодальной области зоны Бриллюэна

(Рис.1.7(a-b)). Данный тип поверхностей Ферми характерен для фазы псевдощели[16],

однако природа такого явления до сих пор не ясна. Данный феномен может воз­

никать как проявление нарушения некоторого до сих пор неизвестного упорядо­

чения, присутствующего в слабодопированной фазе и нарушающего трансляци­

онную симметрии. В то время как в нулевом магнитном поле данный порядок

подавляется сверхпроводимостью, наличие только коротковолновых корреля­

ций приводит к перераспределения спектрального веса на поверхности Ферми,

результатом чего являются Ферми-арки, не приводящие к квантовым осцилля­

циям плотности электронных состояний в сильном магнитном поле.

2) Наиболее интересной является область допирования 0.14 ≤ 𝛿 ≤ 0.2,

изображенная на Рис.1.7(c-f) и отображающая реконструкцию поверхности Фер­

ми вследствие присутствия волны зарядовой плотности. Наиболее четко такая

реконструкция видна на Рис.1.7(d). Поверхность Ферми представляет из себя
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комбинацию из нодального электронного карма, дополненного двумя малень­

кими дырочными карманами вблизи антинодальной области. В таком случае

реконструкция является характерной чертой взаимодействия зарядового поряд­

ка (волны зарядовой плотности) со сверхпроводящим порядком[17]. Наиболее

сильно такое поведение выражено при допировании 𝛿 = 0.14− 0.16. При мень­

ших уровнях допирования поверхность Ферми содержит только электронный

карман. При больших допированиях электронный карман уменьшается, в то

время как дырочные карманы растут, постепенно переходя в фазу (3) и обра­

зуя единую дырочную арку при 𝛿 ≈ 0.2.

Следует отметить, что электронные и дырочные карманы в данной фазе

имеют ненулевой спектральный вес только на одной из собственных сторон,

в то время как существование квантовых осцилляций плотности электронных

состояний подразумевает наличие замкнутых поверхностей Ферми. Одним из

возможных объяснений такого является тот факт, что в нулевом магнитном

поле сверхпроводящий порядок подавляет зарядовое упорядочение, имея гораз­

до большую корреляционную длину. Квантовые осцилляции экспериментально

наблюдаются только в присутствии сильного магнитного поля, подавляющего

сверхпроводящий порядок[18]. Таким образом, видимые в ARPES эксперимен­

тах арочные структуры должны замыкаться в присутствии сильного магнитно­

го поля, образуя полноценные карманы с малой площадью.

Другое возможное объяснение сосуществования разомкнутых поверхно­

стей Ферми и квантовых осцилляций связано с возможность Брэгговского от­

ражения на волнах зарядовой плотности и приведено в Главе 3.

3) В области допирования 0.2 ≤ 𝛿 ≤ 0.25(Рис.1.7(g)) волна зарядовой

плотности не реконструирует поверхность Ферми и в системе вновь реализуется

псевдощелевое поведение с дырочной аркой в нодальной области без каких либо

следов электронных карманов.

4) В области допирования 0.25 ≤ 𝛿(Рис.1.7(h)) поверхность Ферми пред­

ставляет из себя большой дырочный цилиндр с центром в точке (𝜋, 𝜋), характер­
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ный для стандартного фермижидкостного поведения системы. Значение крити­

ческого уровня допирования псевдощелевой фазы, полученное в рамках кла­

стерной теории возмущений 𝛿𝑃𝐺
𝑐 = 0.25., в достаточной степени соответствует

экспериментальный измерениям.

Несмотря на то, что конкретные значения критических уровней допиро­

вания сдвинуты в большую сторону относительно известных эксперименталь­

ных значений, качественное соответствие экспериментально наблюдаемой ре­

конструкции присутствует. Переоценка значений критических концентраций но­

сителей заряда, по всей видимости, является артефактом малого размера кла­

стера, лежащего в основе произведенных в данной главе вычислений. На дан­

ный момент проблема малых кластеров является неразрешимой в силу того,

что диагонализация больших кластеров является недоступной с точки зрения

вычислительных ресурсов, и приводит к необходимости использования только

некоторого количества низколежащих собственных состояний даже в случае

кластера 4× 4, что приводит к неконтролируемой неточности вычислений.

1.5. Влияние эффектов конечного кластера на

реконструкцию поверхности Ферми

Вычисляемые в рамках кластерной теории возмущений спектральные функ­

ции и соответствующие им поверхности Ферми базируются на собственных со­

стояниях кластеров, линейные размеры которых являются достаточно малыми,

и граничные эффекты могут влиять на результат неконтролируемым образом.

В связи с этим вопрос о том, является ли такая эволюция поверхностей Фер­

ми внутренним свойством модели, либо она обусловлена влиянием граничных

эффектов, требует дополнительных исследований.

Прежде всего стоит обратить внимание на тот факт, что используемые в

точной диагонализации кластеры выбираются с открытыми граничными усло­

виями, что приводит к неоднородному распределению заряда внутри самого
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кластера. Физически более корректным является случай периодических гранич­

ных условий, так как он в большей степени моделирует свойства бесконечной

решетки, однако использование кластеров с подобными граничными условиями

в рамках кластерной теории возмущений является некорректным само по себе.

Для того, чтобы приблизиться к физически более корректному случаю перио­

дических граничных условий, но все же оставаться в рамках кластерной теории

возмущений, внутрикластерный Гамильтониан может быть модернизирован пу­

тем добавления дополнительного слагаемого

𝛿𝐻 =
∑︁
𝑖

𝜇𝑖𝑛𝑖, (1.15)

описывающего неравномерное распределение химического потенциала внутри

кластера. Подбор параметров 𝜇𝑖 осуществляется таким образом, чтобы в ос­

новном состоянии пространственное распределение заряда было равномерным,

аналогично случаю периодических граничных условий.

Поверхность Ферми, вычисленная для случая равномерного распределе­

ния заряда при допировании 𝛿 = 0.16, представлена на Рис.1.8(a). Таким обра­

зом, снижение влияния эффекта открытых граничных условия не приводит к

качественным изменениям, сохраняя структуру поверхности Ферми в виде элек­

тронного и двух дырочных карманов. Данный результат позволяет заключить,

что предполагаемый вид поверхности Ферми, изображенный на Рис.1.8(b), яв­

ляется внутренним свойством модели, не определяется эффектами границы и

не является артефактом метода.

Для исследования влияния граничных эффектов на результаты расчетов

в рамках кластерной теории возмущений следует также рассмотреть класте­

ры других размеров. Следует отметить тот факт, что моделирование кластеров

2×2 не приводит к подобному поведению, однако позволяет получить типичную

для псевдощели арочную поверхность Ферми[19]. Данный факт объясняется

слишком маленьким размером кластера, позволяющим точно учесть сильные

корреляции лишь для соседних узлов. В случае кластера 4×4 линейный размер
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Рис. 1.8. (a): Поверхность Ферми при допировании 𝛿 = 0.16 (параметры модели такие же, как

и для Рис.1.7). Гамильтониан модели модифицирован за счет добавления слагаемого 1.15.

(a): Схематическое изображение поверхности Ферми при 𝛿 = 0.16 в присутствии дальнего по­

рядка волны зарядовой плотности. Черная кривая соответствует Ферми арке, наблюдаемой

в отсутствие волны зарядовой плотности. Красные и синяя кривая соответствуют полюсам

функции Грина, связанным с дырочными и электронным карманами соответственно.

является достаточным для учета внутрикластерных корреляций в достаточной

степени, однако из-за большого размера кластера прямые вычисления в рамках

кластерной теории возмущений в данном случае невозможны, так как точная

диагонализация и последующий расчет спектральных функций требует слиш­

ком больших вычислительных ресурсов. Данный тип кластеров рассматривался

только в пределе 𝜆 → ∞, что позволило редуцировать Гильбертово простран­

ство до стандартной 𝑡 − 𝐽 модели. Кроме того, в случае кластера 4 × 4, в

отличии от 3×3, точная диагонализация возможно только в рамках алгоритма

Ланцоша[20], позволяющего вычислить относительно небольшое число нижних

энергетических уровней, вследствие чего в вычислении спектральной плотно­

сти не принимают участия высокоэнергетические состояния. В силу указанных

выше обстоятельств результаты таких вычислений являются приближенными

даже относительно кластерной теории возмущений и могут лишь качественно

отражать структуру поверхности Ферми.

Результаты вычислений представлены на Рис.1.9. Значение критических
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Рис. 1.9. Поверхности Ферми при различных уровнях допирования в случае кластера 4× 4.

Параметры модели такие же, как и для Рис.1.7
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уровней допирования, полученное в этом случае (𝛿 = 0.1 − 0.16) существенно

ниже случая кластера 3×3 и больше соответствует данным экспериментальных

измерений, указывающих на существование электронных карманов в диапазоне

допирования 𝛿 = 0.08 − 0.16. Стоит отметить, что наблюдается некоторое от­

личие во взаимном расположении электронных и дырочных карманов. Данный

эффект может быть связан как с упомянутыми выше недостатками числен­

ного моделирования больших кластеров, так и с эффектом четного/нечетного

размера кластера. Тем не менее, основным является тот факт, что сценарий эво­

люции поверхности Ферми остается качественно таким же, как и в случае мень­

шего размера кластера, что указывает на то, что подобное поведение является

не артефактом численного метода, а имеет физические причины, связанные с

сильными электронными корреляциями.

1.6. Сильные электронные корреляции и

антиферромагнетизм в фазе волны зарядовой

плотности

В рамках данной модели существует возможность установить истинный

механизм реконструкции поверхнности Ферми и оценить степень влияния заря­

дового и спинового упорядочения на поведение системы. В пределе сильных кор­

реляций (𝜆 > 6𝑡) поверхность Ферми состоит из электронных и дырочных кар­

манов, образованных вследствие нарушения трансляционной симметрии волной

зарядовой плотности. При уменьшении величины корреляций (1𝑡 < 𝜆 < 6𝑡) по­

верхность Ферми восстанавливает псевдощелевую структуру и является аркой.

В пределе слабых корреляций (𝜆 ≤ 𝑡) 𝑡−𝐽 модель редуцируется в спин-ферми­

онную модель, что приводит к восстановлению фермижидкостного поведения и

восстановлению большой замкнутой цилиндрической поверхности Ферми. Как

следует из Рис.1.10 наличие антиферромагнитного обменного взаимодействия
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Рис. 1.10. Поверхности Ферми при фиксированном уровне допирования 𝛿 = 0.16 для различ­

ных значений параметра 𝜆. Параметры модели такие же, как и для Рис.1.7

не является достаточным условием для изменений топологии поверхности Фер­

ми и образованию электронных карманов. В то же время отсутствие сильных

корреляций в совокупности с сильным обменным взаимодействием не приводят

к подобному поведению, о чем явно свидетельствуют результаты расчетов в

рамках спин-фермионной модели[21]. Данный факт свидетельствует о том, что

причина такого поведения скрыта именно в сильных корреляциях.

Также важным является механизм, лежащий в основе разрушение анти­

ферромагнитного упорядочения при допировании системы. В рамках модели

Кондо-Гейзенберга, представляющей решетку с сильно коррелированными элек­

тронами в виде локализованных и делокализованных квазичастиц, данный ме­

ханизм является достаточно наглядным[22]. Локализованные решеточные спи­

ны становятся менее коррелированными друг с другом за счет противостоя­

ния антиферромагнитного взаимодействия, пропорционального величине ∼ 𝐽

и Кондо экранирования (∼ 𝜆) локализованных спинов допонами проводимости,

что приводит к разрушению антиферромагнитных связей. Поскольку 1/𝐽 ≫

1/𝑡, динамика дырок является доминирующей и значительно более быстрой,

чем спиновая динамика, и разрушенные антиферромагнитные связи восстанав­

ливаются значительно медленнее, чем разрушаются. Как результат, при нали­

чии достаточно сильного Кондо экранирования (𝜆 ≫ 𝑡) даже чрезвычайно ма­

лой концентрации носителей заряда (𝛿 ≈ 0.03 − 0.05) достаточно для полного
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разрушение (квази)дальнего антиферромагнитного порядка. Однако, в случае

ослабления условия ограничения двойного заполнения антиферромагнитный

порядок восстанавливается, так как Кондо взаимодействие является слабым

(𝜆 < 𝑡).

В слабодопированных купратах фаза волны зарядовой плотности макси­

мально проявляется при допировании 𝛿 ≈ 0.11−0.12, при котором (квази)дальний

антиферромагнитный порядок уже полностью уничтожен носителями заряда,

и лишь только ближние антиферромагнитные корреляции имеют место[23]. В

данном случае антиферромагнитная корреляционная длина значительно мень­

ше длины волны зарядового упорядочения. В то же время сверхпроводящий по­

рядок, обладающий значительно большей корреляционной длиной, подавляет

как зарядовое, так и спиновое упорядочение и не дает возможности к возник­

новению квантовый осцилляций. В связи с этим лишь в присутствии сильного

магнитного поля, критического для сверхпроводимости, зарядовое упорядоче­

ние становится основным и в ВТСП купратах наблюдаются квантовые осцилля­

ции малой частоты. Лишь в случае достаточно сильного антиферромагнитного

обменного взаимодействия, при котором спиновое упорядочение становится до­

минирующим, реконструкция поверхности Ферми волной зарядовой плотности

не реализуется.

Для получения дополнительной информации о влиянии спинового и заря­

дового упорядочения в рамках кластерной теории возмущений рассчитывался

антиферромагнитный спиновый структурный фактор

𝑆(𝜋, 𝜋) =
4

𝑁

∑︁
𝑖𝑗

⟨𝑆𝑧
𝑖 𝑆

𝑧
𝑗 ⟩𝑒𝑖(𝑟𝑖−𝑟𝑗)𝐾⃗𝜋𝜋 , (1.16)

где 𝐾⃗𝜋𝜋 = (𝜋, 𝜋). Значение структурного фактора при различных значениях

𝐽 и 𝛿 изображено на Рис.1.11(a). Видно значительное уменьшение величины

структурного фактора при увеличении допирования. Стоит отметить, что вы­

числения в рамках квантового метода Монте-Карло предсказывают значитель­

но более быстрое падение величины спинового структурного фактора с ростом
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Рис. 1.11. (a): Зависимость величины статического антиферромагнитного спинового струк­

турного фактора от допирования 𝛿 при различных значениях параметра 𝐽 . (b): Отноше­

ние антиферромагнитного структурного фактора к структурному фактору волны зарядовой

плотности.

допирования. Данное отличие объясняется тем, что решетка, используемая в

методе Монте-Карло значительно больше и слабо подвержена эффектам конеч­

ного размера. В случае кластерной теории возмущений, где характерный линей­

ный размер кластера 𝐿 ∼ 3, эффекты границы и конечного размера оказывают

существенное влияние на магнитные свойства кластера. Тем не менее, даже

в случае малых кластеров заметное снижение антиферромагнитного порядка,

наблюдающееся при допировании 𝛿 ≈ 0.14.

Для оценки соотношения влияния зарядового упорядочения был вычислен

структурный фактор волны зарядовой плотности

𝑃 (𝐾⃗) =
1

𝑁

∑︁
𝑖𝑗𝜎

⟨𝑑†𝑖𝜎𝑑𝑗𝜎⟩𝑒
𝑖(𝑟𝑖−𝑟𝑗)𝑄⃗, (1.17)

где 𝑄⃗ является модуляционным вектором волны зарядовой плотности 𝑄𝑥 =

2𝜋(𝑞, 0) b 𝑄𝑦 = 2𝜋(0, 𝑞) при 𝑞 = 1
3 , что соответствует экспериментальным дан­

ным о длине волны ВЗП упорядочения[4, 24, 25, 26].

Отношение 𝑃 (𝑄⃗)/𝑆(𝜋, 𝜋) при различных значениях допирования 𝛿 и ве­

личины обменного взаимодействия 𝐽 представлено на Рис.1.11(b). Стоит отме­

тить, что зарядовое упорядочение начинает превосходить антиферромагнитное
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Рис. 1.12. Поверхности Ферми при фиксированном уровне допирования 𝛿 = 0.16 для различ­

ных значений параметра 𝐽 .

при допировании 𝛿 ≈ 0.14, что соответствует началу реконструкции поверхно­

сти Ферми из арочной поверхности в карманы.

При значительном увеличении величины обменного взаимодействия, как

следует из Рис.1.11(a) и результатов вычислений в рамках квантового мето­

да Монте-Карло, антиферромагнитный порядок спадает с ростом 𝛿 значитель­

но слабее, что приводит к качественным изменениям в поверхности Ферми

(Рис.1.12). Если в случае 𝐽 = 0.4𝑡 арочная поверхность Ферми с ростом допи­

рования реконструируется в комбинацию электронного и двух дырочных кар­

манов, то при существенно больших величинах 𝐽 > 1𝑡 дырочные карманы не

возникают.

1.7. Заключение

В заключении следует отметить, что в рамках модели Кондо-Гейзенбера

было показано, что в случае сильных корреляций квазидальний антиферромаг­

нитный порядок быстро разрушается с ростом допирования и полностью про­

падает при допированиях порядка 𝛿 ≈ 0.08, что полностью соответствует экспе­

риментальным данным. С ослаблением величины Кондо-взаимодействия, ответ­

ственной за электронные корреляции, разрушение антиферромагнитного упоря­

дочения происходит медленнее и приводит к восстановлению (квази)дальнего



35

порядка в случае 𝜆 = 0.

В отсутствие антиферромагнитного порядка, при допированиях, соответ­

ствующих псевдощелевой фазе, именно сильные корреляции приводят как к

возникновению псевдощелевых арочных поверхностей Ферми, так и реконструк­

ции данных поверхностей в электронные карманы, допускающие существова­

ние квантовых осцилляций плотности электронных состояний в сильных маг­

нитных полях, в фазе волны зарядовой плотности. При ослаблении величины

Кондо-взаимодействия 𝜆 < 6𝑡, данная реконструкция не наблюдается, что ука­

зывает на то, что сильные корреляции играют ключевую роль в описании по­

ведения фазы волны зарядовой плотности. При дальнейшем ослаблении вели­

чины корреляций пропадают следы псевдощелевой фазы и поверхность Ферми

восстанавливает фермижидкостную форму.

Полученные в расчетах поверхности Ферми позволяют оценить диапазоны

существования псевдощелевой фазы 𝛿 < 0.25 и фазы волны зарядовой плотно­

сти 0.14 < 𝛿 < 0.2, что находится в хорошем согласии с экспериментальными

данными. Кроме того, анализ влияния граничных условий указывает на то, что

такое поведение является в большей степени свойством модели с незначитель­

ным влияние артефактов численных вычислений. Данный результат позволяет

сделать вывод о том, что именно сильные корреляции ответственны за нетри­

виальную физику слабодопированной фазы ВТСП купратов.
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Глава 2

Фаза Нагаока при конечном допировании

2.1. Введение

Сильные электронные корреляции в полной мере проявляют себя в так на­

зываемом Нагаоковском пределе (𝑈 = ∞) модели Хаббарда[27]. В этом случае

бесконечное кулоновское отталкивание приводит к тому, что электроны с раз­

ными проекциями спина не могут занимать один и тот же узел, и Гамильтониан

модели Хаббарда редуцируется к следующей форме:

𝐻𝑈=∞ = −
∑︁
𝑖𝑗,𝜎

𝑡𝑖𝑗𝑐
†
𝑖𝜎𝑐𝑗𝜎, 𝑐†𝑖𝜎 = 𝑐†𝑖𝜎(1− 𝑛𝑖−𝜎), (2.1)

где 𝑡𝑖𝑗 является матрицей интегралов перескока и имеет элементы 𝑡 > 0 для

ближайших соседей и нулевые элементы в остальных случаях. Несмотря на

простую форму записи, данный Гамильтониан не может быть диагонализо­

ван точно в силу того, что операторы 𝑐†𝑖𝜎 являются спроектированными опера­

торами и не подчиняются фермионному антикоммутационному соотношению

{𝑐†𝑖𝜎, 𝑐𝑗𝜎} ≠ 𝛿𝑖𝑗, что является прямым проявление сильных корреляций.

Несмотря на простую форму Гамильтониана, физика, скрытая в этой мо­

дели, является не тривиальной и обусловлена исключительно сильными элек­

тронными корреляциями. Действительно, в пределе бесконечного кулоновского

отталкивания на одном узле (𝑈 → ∞ в модели Хаббарда) в случае половинно­

го заполнения модель редуцируется в модель Гейзенберга с величиной обмен­

ного взаимодействия 𝐽 = 4𝑡2/𝑈 . Таким образов, при половинном заполнении

основное состояние является антиферромагнитным и описывается двумерной

моделью Гейзенберга. В случае добавление в систему одной дырки ее движе­

ние приводит к разрушению антиферромагнитного порядка и, более того, к

ферромагнитному основному состоянию. Этот результат известен как теорема

Нагаока. Данный феномен является интересным примером квантовой системы,
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где ферромагнетизм возникает исключительно как кинетический эффект, свя­

занный с движением сильно коррелированных электронов.

Несмотря на большое количество усилий, направленных на исследования

этой модели, физика, скрытая в ней, до сих пор не совсем ясна. Одним из ключе­

вых вопросов остается термодинамическая устойчивость фазы Нагаока. Иными

словами, является ли ферромагнитное состояние основным при конечном допи­

ровании в термодинамическом пределе?

В настоящее время существую аргументы как за [28, 29, 30, 31, 32, 33], так

и против [34, 35, 36, 37, 38] термодинамической устойчивости фазы Нагаока, в

том числе было проведено и тщательное сравнение результатов разнообразных

подходов[39]). Однако основной проблемой в получении однозначного описания

физики при бесконечном кулоновском отталкивании является учет локального

констрейнта отсутствия двойного заполнения (ОДЗ), правильный учет которого

является нетривиальной задачей.

Аналитические методы исследования фазы Нагаока основаны, в основном,

на приближении среднего поля, в котором учет ОДЗ происходит не локально,

а глобально. В частности, стандартный slave fermion подход учитывает ОДЗ

только в виде усредненного слагаемого, что приводит к результату, указываю­

щему на стабильность ферромагнитной фазы вплоть до нефизически больших

значений допирования, что указывает на неприменимость данного подхода к

описанию Нагаоковского ферромагнетизма[40]. Стоит так же отметить, что в

случае бесконечного числа измерений, где приближение среднего поля являет­

ся точным, насыщенный ферромагнетизм никогда не является устойчивым к

допированию[41].

Использующиеся вариационные методы[28, 42, 43, 44, 45, 32] показывают,

что выбор более реалистичной пробной волновой функции приводит к значи­

тельно меньшим значения критического допирования. Например, последние

расчеты вариационным методом Монте-Карло указывают на верхнюю грани­

цу критического уровня допирования 𝛿𝑐 = 0.2.[46] Таким образом, можно по­
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лагать что корректный учет ОДЗ является ключевым в корректном описании

Нагаоковского ферромагнетизма и позволяет сдвинуть критическое значение в

сторону существенно меньших значений.

В данной главе мы используем стандартную модель Хаббарда с бесконеч­

ным кулоновским отталкивание 𝑈 в спин-допонном представлении, что позволя­

ет явно учесть некоторые эффекты, вызванные сильными электронными корре­

ляциями при слабом допировании. Основным преимуществом данного подхода

является возможность значительно увеличить сходимость метода квантового

Монте-Карло по сравнению с каноническим представлением.

В рамках такого подхода констрейнт отсутсвия двойного заполнения имет

вид Кондо взаимодействия [47, 48]:

𝑆𝑖 · 𝑠𝑖 +
3

4
(𝑑†𝑖↑𝑑𝑖↑ + 𝑑†𝑖↓𝑑𝑖↓) = 0, (2.2)

где 𝑠⃗𝑖 =
∑︀

𝛼,𝛽 𝑑
†
𝑖𝛼𝜎⃗𝛼𝛽𝑑𝑖𝛽 является оператором спина допона.

Одноузельный оператор

𝒫 = 1− 𝑆𝑖 · 𝑠𝑖 +
3

4
(𝑑†𝑖↑𝑑𝑖↑ + 𝑑†𝑖↓𝑑𝑖↓), 𝒫2 = 𝒫

является проекционным оператором, равным единице для физических состоя­

ний и нулю в остальных случаях. В терминах таких операторов оператор рож­

дения электрона может быть выражен через допонные операторы:

𝑐†𝑖𝜎 =
√
2 𝑠𝑖𝑔𝑛(𝜎)𝒫𝑖𝑑𝑖−𝜎𝒫𝑖, (2.3)

где𝑠𝑖𝑔𝑛(𝜎 =↑, ↓) = ±. В таком случае, Гамильтониан принимает вид:

𝐻𝑈=∞ = 𝒫
∑︁
𝑖𝑗,𝜎

2𝑡𝑖𝑗𝑑
†
𝑖𝜎𝑑𝑗𝜎𝒫 , 𝒫 =

∏︁
𝑖

𝒫𝑖. (2.4)

Подставив явный вид проекционного оператора, Гамильтониан может быть пред­

ставлен в виде Кондо модели с большим параметром взаимодействия 𝜆 ≫

𝑡[49, 50]:

𝐻𝑈=∞ =
∑︁
𝑖𝑗𝜎

2𝑡𝑖𝑗𝑑
†
𝑖𝜎𝑑𝑗𝜎 + 𝜆

∑︁
𝑖

(𝑆𝑖 · 𝑠𝑖 +
3

4
𝑛𝑑
𝑖 ), (2.5)
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где спроектированные фермионные операторы 𝑑†𝑖𝜎 могут быть заменены на стан­

дартные фермиевские операторы 𝑑†𝑖𝜎 без потери общности в силу того, что

условие отсутствия двойного заполнения реализуется в виде Кондо слагаемо­

го. Таким образом состояния с двойным заполнением отделены от физических

состояний щелью с величиной энергии ∼ 𝜆. В пределе 𝜆 → +∞, либо в случае,

когда 𝜆 значительно больше всех остальных энергетических постоянных моде­

ли, такие состояния автоматически исключаются из Гильбертова пространства.

При значении 𝜆 = +∞ предложенная модель (2.5) является эквивалентной мо­

дели Хаббарда с бесконечным кулоновским отталкивание (𝑈 = ∞)[51], в то

время как вдали от этой точки Гамильтониан соответствует модели Кондо с

величиной взаимодействия 𝜆.

2.2. Расчеты квантовым методом Монте-Карло

В качестве одного из методов расчета используется квантовый алгоритм

Монте-Карло, позволяющий рассчитать значения спиновых корреляционных

функций при конечной, но достаточно низкой, температуре. В данном случае

корреляционные функции могут быть оценены в асимптотическом режиме 𝑟 ≫

𝑎. Метод позволяет получить значение спиновых корреляционных функций для

достаточно больших решеток, таким образом, чтобы эффект конечного размера

решетки был пренебрежимо мал.

Следует отметить тот факт, что физически фазе Нагаока соответствует

случай достаточно больших значений 𝜆. Гамильтониан данной модели выбира­

ется в вид: 𝐻𝑈=∞ = 𝐻0 +𝐻𝑖𝑛𝑡, где одноузельная часть имеет вид

𝐻0 = 𝜆
∑︁
𝑖

(𝑆𝑖 · 𝑠𝑖 +
3

4
𝑛𝑑
𝑖 ),

а межузельным перескокам соответствует

𝐻𝑖𝑛𝑡 = 2𝑡
∑︁
𝑖𝑗𝜎

𝑑†𝑖𝜎𝑑𝑗𝜎, 𝑡/𝜆 ≪ 1.
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Особенностью квантового метода Монте-Карло является его зависимость

от выбранного базиса. Использование модели Кондо-Гейзенберга позволяет в

значительной степени улучшить сходимость расчетов благодаря двум обстоя­

тельствам, а именно: 1) возможности диагонализовать одноузельное слагаемое

𝐻0 и перейти к базису, в котором 𝜆 будет входить в Гамильтониан только в

виде диагонального слагаемого. В процессе моделирования параметр 𝜆 может

быть подобран достаточно большим, но конечным, таким образом конфигура­

ции, включающие в себя 𝜆-слагаемое могут возникать в процессе расчета, од­

нако не учитываются в процессе вычисления корреляционных функций. Такой

подход позволяет значительно улучшить эргодичность алгоритма и не проти­

воречит соотношению детального баланса. 2) ослаблению проблемы знака при

малом допировании, так как средний знак напрямую связан с количеством анти­

коммутирующих частиц. В частности, в случае одного допона проблема знака в

расчетах исчезает. Данный факт и лежит в основе теоремы Нагаока, показывая

что в случае одной дырки система ведет себя так же, как и бозонная система,

где ферромагнетизм является естественным следствием статистики частиц.

Спиновые корреляционные функции для электронных операторов, рассчи­

танные в допонном представлении, имеют вид:

𝑔(𝑟) =
4

Δ(𝑟)

∑︁
𝑖𝑗

⟨(𝑆𝑧
𝑖 + 𝑠𝑧𝑖 )(𝑆

𝑧
𝑗 + 𝑠𝑧𝑗)⟩𝛿(𝑟 − |R𝑖 −R𝑗|), (2.6)

где R𝑖 является радиус-вектором узла 𝑖, а Δ(𝑟) =
∑︀

𝑖𝑗 𝛿(𝑟 − |R𝑖 −R𝑗|) и

𝛿(𝑥) =

⎧⎪⎨⎪⎩1 if |𝑥| ≤ 0.5𝑎,

0 otherwise,
(2.7)

где 𝑎 является постоянной решетки и ⟨...⟩ означает среднее по всем подходя­

щим конфигурация, встречающимся в процессе работы алгоритма Монте-Кар­

ло. Корреляционные функции нормированы на величину 𝑔(𝑟 = 0; 𝛿 = 0) = 1.

Все численные расчеты проводились для решетки 20 × 20 в периодическими

граничными условиями.
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Рис. 2.1. а-b) Корреляционные функции для решетки 10× 10 при различных уровнях допи­

рования 𝛿 в случае hard-core бозонов (a) и фермионов (b). c) Выделенный фрагмент графика

(b) отдельно для разных уровней допирования и при различных размерах решетки. Темпе­

ратура 𝑇 = 0.1𝑡.

На Рис.2.1(а) изображены спиновые корреляторы для случая hard-core бо­

зонов (а) и для случая фермионов (b-c). В случае бозонов ферромагнитный

порядок наблюдается в полном соответствии с результатом точных аналити­

ческих расчетов[52]. Ненулевая температура ожидаемо приводит к тому, что

значение корреляционной функции при 𝑟 > 1 отличается от единицы, одна­

ко оно все же остается не нулевым. Действительно, в соответствии с теоремой

Мермина-Вагнера в 2𝐷 системе при конечной температуре не может присут­

ствовать дальний порядок, однако из результатов расчета явно следует наличие

квазидальнего упорядочения с корреляционной длинной 𝜉 > 𝐿. Данный факт

указывает на то, что в пределе 𝑇 = 0, в соответствии с масштабированием

корреляционной длины 𝜉 ∼ 1/𝑇 , при 𝑇 ≪ 𝑡 в системе должен присутствовать

дальний ферромагнитный порядок.

На Рис.2.1(b-c) изображены спиновые корреляционные функции в случае

фермионов. В отличии от аналогичных корреляторов для hard-core бозонов,

в данном случае не присутствует никаких следов ферромагнитного упорядо­

чения при конечном допировании. В частности корреляционные функции ука­

зывают на отсутствие даже ближнего ферромагнитного порядка, и демонстри­

руют тенденцию к слабом антиферромагнитному упорядочению при конечной
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температуре[53]. Поведение системы при конечной температуре позволяет полу­

чить некоторые данные об основном состоянии. В частности, в том случае, если

бы при 𝑇 = 0 и 𝛿 = 𝛿𝑐 имелся квантовый фазовый переход в ферромагнитное

состояние, то при температурах 𝑇 ≪ 𝑡 и 𝛿 < 𝛿𝑐 в системе присутствовал бы

квазидальний порядок с корреляционной длинной 𝜉 ∼ 𝑇 1/𝑧, где 𝑧 ≥ 1 является

критическим индексом.

2.3. Точная диагонализация малых кластеров

Одним из способов анализа поведения системы в фазе Нагаока является

вычисление основного состояния системы как функции допирования и суммар­

ной проекции спина для малых кластеров с помощью точной диагонализации.

При таком подходе размер используемых кластеров достаточно сильно огра­

ничен (в нашей работе максимальный размер кластера – 4 × 4 узла), однако

получаемый результат является точным и не подвержен ошибке аппроксима­

ции.

Аналогично вычислениям, произведенным с помощью квантового метода

Монте-Карло, в данном случае рассматривается два случая: фермионов и hard­

core бозонов.

Результаты вычисления спина основного состояния для различных значе­

ний малых кластеров представлены на Рис.2.2. В первую очередь рассмотрим

тривиальный случай hard-core бозонов. Результаты точной диагонализации по­

казывают, что значение спина основного состояния является максимально воз­

можным при любом допированнии, следовательно основное состояние всегда яв­

ляется насыщенным ферромагнетиком, что соответствует результатам[52], ука­

зывающими на стабильность ферромагнетизма[53].

В случае фермионов следует отметить соответствие теореме Нагаока, утвер­

ждающей, что основное состояние в случае одной дырки является ферромаг­

нитным. В случае двух дырок основное состояние является не только не ферро­
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Рис. 2.2. Значение спина основного состояния при различном электронном заполнении 𝑛𝑒 =

𝑁 − 𝑛ℎ и для разных размеров кластеров (с учетом периодических граничных условий).



44

магнитным, но так же имеет наименьшее из возможных значений спина. При

дальнейшем допировании основное состояние так же не демонстрирует какой­

либо тенденции к насыщенному ферромагнетизму, что полностью соответствует

результатам, полученным с помощью других методов[54].

Интересным вопросом так же является характер возможного квантового

фазового перехода, связанного с возникновением ферромагнетизма. Предполо­

жим, что существует термодинамически стабильная Нагаоковская фаза при

конечном допировании в диапазоне 0 < 𝛿 ≤ 𝛿𝑐𝑟. Является ли разрушение такой

фазы в термодинамическом пределе непрерывным, сопровождающимся после­

довательным уменьшением спина основного состояния Δ𝑆 = 1 с ростом уровня

допирования, или же такой переход является моментальным и сопровождает­

ся резким изменением спина основного состояния Δ𝑆 ≫ 1 при критическом

допировании 𝛿𝑐𝑟? Результаты точной диагонализации малых кластеров, изобра­

женные на Рис.2.2, свидетельствуют о резком разрушении Нагаоковского фер­

ромагнетизма, так как спин основного состояния меняется с максимального в

случае одной дырки к минимальному в случае двух, но в то же время это не

является прямым доказательством осуществления такого же сценария в термо­

динамическом пределе.

Кроме того, точная диагонализация малых кластеров позволяет рассчи­

тать спиновые корреляционные функции для соседних узлов ⟨𝑆𝑧
𝑖 𝑆

𝑧
𝑖+1⟩. На Рис.2.3

отображены значения корреляционных функций для кластеров, аналогичных

изображенным на Рис.2.2. Как и следовало ожидать, в случае hard-core бозонов

корреляции соответствуют полностью ферромагнитному основному состоянию

и значение пропорционально 𝑛2
𝑒.

В случае фермионов, однако, корреляции не демонстрируют никаких при­

знаков ферромагнитного упорядочения за исключение случая одной дырки.

При малом допировании существует ближнее антиферромагнитное упорядоче­

ние, описываемое в рамках Нагаоковских поляронов. Однако при дальнейшем

увеличении уровня допирования корреляционные функции соответствуют ско­
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Рис. 2.3. Спиновые корреляционные функции ⟨𝑆𝑧
𝑖 𝑆

𝑧
𝑖+1⟩, рассчитанные для соседних узлов при

различном электронном заполнении 𝑛𝑒 = 𝑁 −𝑛ℎ и различных размерах кластеров (с учетом

периодических граничных условий).
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рее ближнему антиферромагнитному упорядочению, что соответствует приве­

денным ранее расчетам с помощью квантового метода Монте-Карло.

2.4. Существование насыщенного ферромагнетизма в

случае двух дырок при различных граничных

условиях

Дальнейший интерес представляет поведение системы при больших разме­

рах решетки в случае нулевой температуры и допирования, отличного от еди­

ницы. Одним из наиболее важных результатов, достигнутых в исследовании

фазы Нагаока, является вычисление спина основного состояния с помощью ре­

нормгруппы матрицы плотности (DMRG)[54], указывающий на верхнюю грани­

цу критического уровня допирования 𝛿𝑐 = 0.2. Однако, недостатками данного

подхода является квазиодномерность метода, так как решетка ограничена в ли­

нейных размерах в одном из направлений, что не позволяет получать в полной

мере достоверные результаты в случае 2𝐷 систем. Кроме того, метод позволяет

учитывать только открытые граничные условия. Использование точной диаго­

нализации в общем виде в таком случае является невозможным в силу того,

что размерность Гильбертова пространства растет экспоненциальным образом

с ростом числа узлов 𝑑𝑖𝑚(𝐻) = 3𝑁 , что приводит к необходимости диагона­

лизации матриц размера 3𝑁 × 3𝑁 , где 𝑁 является числом узлов решетки. На

данный момент вычислительные мощности ограничивают максимальный раз­

мер решетки до пределов 𝑁 ∼ 30, что является недостаточным для получения

данных, не подверженных эффектам конечного размера кластера.

Однако, для рассмотрения вопроса о возможности существования насы­

щенного ферромагнетизма диагонализация всего Гамильтониана является из­

лишней. Следует отметить важный факт, что матрица Гамильтониана явля­

ется блочно-диагональной, и каждому блоку соответствует свое значение сум­
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Таблица 2.1. Размерность Гильбертова пространства при различных значения 𝑁ℎ и 𝑆𝑧

𝑁ℎ = 1 𝑁ℎ = 2

𝑆𝑧 = 𝑆𝑚𝑎𝑥 𝑁 𝑁 · (𝑁 − 1)/2

𝑆𝑧 = 𝑆𝑚𝑎𝑥 − 1 𝑁 · (𝑁 − 1) 𝑁 · (𝑁 − 1) · (𝑁 − 2)/2

марного числа дырок 𝑁ℎ и суммарное значение проекции спина 𝑆𝑧. Таким

образом, для каждого из возможных значений числа электронов и намагни­

ченности Гамильтониан может быть диагонализован отдельно. В данном слу­

чае нас интересует случай одной и двух дырок. Значения суммарной проек­

ции спина будут ограниченны максимальным значением (насыщенный фер­

ромагнетизм) 𝑆𝑧 = 𝑆𝑚𝑎𝑥 = 𝑁ℎ/2 и случаем с одним перевернутым спином

𝑆𝑧 = 𝑆𝑚𝑎𝑥 − 1 = 𝑁ℎ/2− 1. Размеры диагонализуемых матриц, в таком случае,

степенным образом зависят от числа узлов и указаны в таблице (2.1).

Точная диагонализация Гамильтонианов таких размеров является возмож­

ной даже для достаточно больших решеток, в данной работе вплоть до 12× 12.

Данный подход не позволяет получить значение спина основного состояния,

но позволяет сделать выводы о разнице в энергиях между полностью поляри­

зованным состоянием и состоянием с одним перевернутым спином. На Рис.2.4

представлены результаты точной диагонализации больших кластеров для раз­

личных линейных размеров 𝑁𝑥 и 𝑁𝑦 и различных граничных условий. При

таких расчетах в зависимости от размеров решетки можно четко выделить две

различающиеся фазы:

1) FP (fully polarized), что соответствующую случаю возможного насы­

щенного ферромагнетизма. Данная фаза соответствует случаю 𝐸(𝑆 = 𝑆𝑚𝑎𝑥) <

𝐸(𝑆 = 𝑆𝑚𝑎𝑥 − 1), то есть энергия состояния с максимальной суммарной про­

екцией спина меньше чем энергия, соответствующая случаю одного перевер­

нутого спина. В данном случае ферромагнетизм основного состояния является
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возможным, но не обязательным. Так как мы используем лишь узкий сектор

Гильбертова пространства, возможность существования более низколежащего

по энергии состояния при значения спина 𝑆 = 𝑆𝑚𝑎𝑥 − 𝑥 не исключена, и мы не

можем сделать никакого четкого вывода самом значении спина основного состо­

яния, но ключевым является тот факт, что ферромагнетизм в данном случае

принципиально возможен.

2) SF (spin flipped), что соответствует случаю невозможности насыщенного

ферромагнетизма. Данная фаза соответствует случаю 𝐸(𝑆 = 𝑆𝑚𝑎𝑥) > 𝐸(𝑆 =

𝑆𝑚𝑎𝑥 − 1), указывая на то, что как минимум спиновая конфигурация с одним

перевернутым спином имеет более низкое значение собственной энергии. В дан­

ном случае мы так же не можем сделать никаких заключений о численном

значении спина основного состояния, кроме того, что это значение точно не

является максимальным 𝑆 ̸= 𝑆𝑚𝑎𝑥, так как имеется более низколежащее соб­

ственное состояние, где суммарная проекция спина не является максимальной.

Следовательно насыщенный ферромагнетизм в данном случае невозможен.

Перейдем к рассмотрению фаз при различных граничных условиях.

На Рис.2.4(a) изображен случай открытых граничных условий, при ко­

торых у решетки отсутствует периодичность. В данном случае зависимость от

размера решетки является нетривиально, указывая на сильную зависимость ре­

зультата от линейных размеров кластера. При малых размерах решетки (вплоть

до 4× 4) основное состояния никогда не является насыщенным ферромагнети­

ком, что полностью соответствует приведенным в предыдущей главе расчетам.

Кроме того, результат указывает на то, что в случае квадратной решетки насы­

щенный ферромагнетизм так же не является возможным при любых размерах

кластера. С другой стороны, нарушение 𝐶4 симметрии при достаточно боль­

ших линейных размерах приводит к изменению спина основного состояния и

возможности полной поляризации. Данный результат полностью объясняет ре­

зультаты DMRG вычислений, в которых для моделирования двумерной систе­

мы использовалась решетка вида 2 ×𝑁 , 4 ×𝑁 и 6 ×𝑁 , где линейный размер
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Рис. 2.4. Разница в энергиях между полностью поляризованным состоянием FP (𝑆 = 𝑆𝑚𝑎𝑥

и состоянием с одним перевернутым спином SF(𝑆 = 𝑆𝑚𝑎𝑥 − 1)) в случае двух дырок для

различных размеров решетки 𝑁 = 𝑁𝑥 ×𝑁𝑦. Изображенные на нижней части рисунка фазы

SF соответствуют случаю 𝐸(𝑆𝑚𝑎𝑥 − 1) < 𝐸(𝑆𝑚𝑎𝑥), при котором насыщенный ферромагне­

тизм не реализуется, и FP соответствует случаю возможного насыщенного ферромагнетиз­

ма 𝐸(𝑆𝑚𝑎𝑥 − 1) > 𝐸(𝑆𝑚𝑎𝑥). На верхней части рисунка изображены граничные условия, соот­

ветствующие (a): открытым граничным условиям, (b): смешанным граничным условиям с

периодичностью вдоль оси 𝑥, (c): полностью периодическим граничным условиям.
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выбирался достаточно большим 𝑁 ∼ 50. Таким образом результат DMRG рас­

четов, указывающих на критический уровень допирования 𝛿𝑐 = 0.2 не противо­

речит нашим вычислениям, однако не в полной мере демонстрирует поведение

истинно двумерной решетки. Действительно, в случае двух дырок и квадрат­

ной решетки 14 × 14, являющейся максимальной в наших расчетах, следует,

что уже при допировании 𝛿 = 2/(12 · 12) ≈ 0.0139 насыщенный ферромагне­

тизм основного состояния невозможен. В то же время, он является возмож­

ным в случае прямоугольной решетки 11× 12, что соответствует допированию

𝛿 = 2/(11 · 12) ≈ 0.0152. Более того, ферромагнетизм является допустимым

и при значительно больших уровнях допирования, максимальным из которых

является случай решетки 2× 5, где 𝛿 = 2/(2 · 5), что совпадает с рассчитанным

с помощью DMRG метода значением 𝛿𝑐 = 0.2.

На Рис.2.4(b) изображен случай смешанных граничных условий, при ко­

торых периодичность решетки присутствует только в направлении 𝑥-оси, в то

время как по 𝑦-оси остаются открытые граничные условия. В данном случая

зависимость от размеров является не тривиальной, но вполне ожидаемой. Дей­

ствительно, если периодичность решетки соблюдается вдоль значительно боль­

шей стороны, то насыщенный ферромагнетизм невозможен. В противном слу­

чае ферромагнитное основное состояния является допустимым.

На Рис.2.4(c) изображены результаты в случае периодических граничных

условий, демонстрируя тривиальность зависимости фаз от размера решетки. В

данном случае, при любых линейных размерах кластера, основное состояние не

может являться насыщенным ферромагнетиком, что полностью соответствует

результатам приведенных ранее расчетов диагонализации малых кластеров и

квантового метода Монте-Карло.

На Рис.2.5 представлены значения разницы в энергиях собственных со­

стояний с различной поляризацией, полученные для кластеров 𝑁 × 𝑁 с пе­

риодическими граничными условиями. Верхняя кривая соответствует разнице

между полностью поляризованным основным состоянием и состоянием с одним
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Рис. 2.5. Разница между энергиями полностью поляризованного состояния и состояния с

одним перевернутым спином Δ𝐸 = 𝐸(𝑆𝑚𝑎𝑥 − 1) − 𝐸(𝑆𝑚𝑎𝑥) в случае одной дырки (верхняя

кривая) и двух дырок (нижняя кривая) на квадратной решетке 𝐿 × 𝐿 с периодическими

граничными условиями.

перевернутым спином для одной дырки Δ𝐸 = 𝐸(𝑄𝑚𝑎𝑥 − 1) − 𝐸(𝑄𝑚𝑎𝑥). При

любом значении размера кластера и любых граничных условиях данная вели­

чина будет являться положительной, что означает присутствие насыщенного

ферромагнетизма и полностью соответствует теореме Нагаока. Нижняя кривая

соответствует случаю двух дырок и указывает на невозможность насыщенного

ферромагнетизма. В данном случае нас интересует асимптотика Δ𝐸, которая

является величиной порядка 𝒪(1/𝑁).

Данные результаты показывают, что для расчетов свойств основного со­

стояния Нагаоковской фазы необходимо так же учитывать конкретный тип гра­

ничных условий и размер решетки, который, в некоторых случаях, оказывает

даже более существенное влияние на поведение системы, чем уровень допирова­

ния. Такое необычное поведение системы объясняется тем, что разница между

энергиями полностью насыщенного ферромагнитного состояния и состояний с

перевернутым спином является величиной порядка 𝒪(1/𝑁) [55, 14]. В то же

время влияние граничных условий является величиной того же порядка, что и
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обеспечивает явную зависимость от геометрии решетки. Если в случае перио­

дических граничных условий, представляющих тривиальный характер зависи­

мости от линейных размеров, вопрос о термодинамическом пределе является

достаточно простым, то в случае открытых и смешанных граничных условий

данный предел не является очевидным. В частности, такое поведение может

означать отсутствие термодинамического предела как такового в силу неком­

мутативности предельных переходов по линейным размерам кластеров. Однако

следует отметить, что изначальная теорема Нагаока и вопрос о Нагаоковской

фазе сформулирован для решетки с периодическими граничными условиями, и

в данном случае приведенные в данной главе результаты указывают на неста­

бильность Нагаоковской фазы при конечном допировании.

2.5. Заключение

В заключении следует отметить, что отсутствие следов ферромагнитно­

го упорядочения в корреляционных функция, рассчитанных с помощью мето­

да квантового Монте-Карло и точной диагонализации малых кластеров в слу­

чае периодических граничных условий указывает на термодинамическую неста­

бильность фазы Нагаока. Результаты точной диагонализации больших решеток

и квантового Монте-Карло демонстрируют, что значение критической концен­

трации 𝛿𝑐 ≤ 0.01 существенно ниже, чем предполагалось ранее. Данные ре­

зультаты подтверждают предположение о том, что критическая концентрация

в действительности равна нулю. В случае открытых и смешанных граничных

условий стабильность Нагаоковского ферромагнетизма в сильной степени зави­

сит от конкретного типа граничных условий и размеров решетки, что не дает

возможности сделать выводы о свойствах модели в термодинамическом пределе

и даже о его существовании. Однако, само наличие такой зависимости указы­

вает на нетривиальность физических свойств системы, скрытых за сильными

электронными корреляциями.
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Глава 3

Реконструкция поверхности Ферми в фазе

волны зарядовой плотности

3.1. Введение

Открытие квантовых осцилляций плотности электронных состояния в сла­

бодопированном YBa2Cu3O6+𝛿(YBCO) в сильном магнитном поле [3, 56, 57] вы­

явило ряд особенностей поведения электронов в данном классе материалов, в

частности реконструкцию поверхности Ферми в маленькие карманы. Дальней­

шие исследования установили, что площадь, ограниченная поверхностью Фер­

ми, в данном случае пропорциональна уровню допирования 𝛿 вместо пропорци­

ональности величине 1 + 𝛿, предсказанной теорией Ферми жидкости. Дальней­

шие исследования так же показали изменение знаков коэффициентов Холла[5]

и Зеебека[6] в диапазоне допирования 0.08 < 𝛿 < 0.16, что указывает на то,

что при низкой температуре проводимость является электронной, в отличии

от характерной для псевдощелевой фазы дырочной проводимости, ожидаемой

в данном диапазоне допирования. Такие свойства поверхности Ферми указы­

вают на нарушение трансляционной симметрии в основном состоянии в отсут­

ствие сверхпроводимости. Последующее обнаружение квантовых осцилляций в

YBa2Cu4O8[56, 58], HgBa2CuO4+𝛿[59] и ряде других соединений подтверждают

то, что реконструкция поверхности Ферми и вызывающие ее явления являются

общим свойством слабодопированных купратов.

Исследования структуры данного класса соединений подтвердили пред­

положение о нарушении трансляционной симметрии, вызванном присутствием

волны зарядовой плотности. Интересным является тот факт, что данная вол­

на не соразмерна решетки и, в случае YBCO, описывается модуляционными

векторами Q𝑥 = 2𝜋(𝑄, 0) и Q𝑦 = 2𝜋(0, 𝑄), где 𝑄 ≈ 0.31, лежащими в CuO
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плоскости[4, 24, 25, 26]. Зарядовое упорядочение с длинной волны, варьирую­

щейся от 3 до 5 постоянных решетки, так же были обнаружены с помощью ска­

нирующей туннельной микроскопии (STM) и рентгеновской дифракции (XRD)

для большинства известных ВТСП купратов [60, 61, 62, 63, 64, 65, 66, 67, 68, 69].

Кроме того, нарушение трансляционной симметрии волной зарядовой плотно­

сти присутствует именно в том диапазоне допирования, в котором наблюдается

реконструкция поверхности Ферми и изменение знака носителей заряда, что

позволяет сделать вывод о том, что эти явления связаны между собой.

Ряд феноменологических подходов подтвердил, что электронный карман в

нодальном регионе поверхности Ферми может быть вызван нарушением транс­

ляционной симметрии с помощью волны зарядовой плотности[18]. Расширение

данной модели с помощью явного учета 𝑑-волнового форм фактора[70] позволи­

ло получить дополнительные маленькие дырочные карманы, что позволяет бо­

лее точно описать экспериментальные данные[7]. В то время, как данный подход

хорошо работает в узкой области допирования, соответствующей фазе волны за­

рядовой плотности, он не позволяет описать всю эволюцию поверхности Ферми

в слабодопированной фазе, в частности не воспроизводит арочную поверхность

Ферми, характерную для псевдощелевой фазы. Кроме того, феноменологиче­

ские подходы включают в себя дополнительные подгоночные параметры, не

связанные ни с какими физическими измеряемыми величинами и сильно влия­

ющие на поведение системы. Описание реконструкции поверхности Ферми с уче­

том псевдощелевой фазы затруднено тем фактом, что ключевую роль в данном

случае играют сильные электронные корреляции, являющиеся определяющими

для свойств слабодопированных купратов. В то время, как большая часть фено­

менологических моделей пренебрегает влиянием кулоновского взаимодействия

и рассматривает данную задачу в рамках одноэлектронного приближения сред­

него поля[17, 71], где волна зарядовой плотности вводится руками, соседство

псевдощелевой фазы и фазы ВЗП накладывает требование учета сильных элек­

тронных корреляций для получения полной картины поведения поверхности
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Ферми.

3.2. Модель

По аналогии с феноменологическими моделями, описывающими реконструк­

цию поверхности Ферми в присутствии волн зарядовой плотности, рассмотре­

ние начинается со стандартной tigh-binding модели

𝐻 =
∑︁
𝑖𝑗𝜎

𝑡𝑖𝑗𝑐
†
𝑖𝜎𝑐𝑗𝜎 (3.1)

на квадратной двумерной решетке, где вектора трансляции задаются в виде

E𝑥 = (1, 0) и E𝑦 = (0, 1)(здесь и далее постоянная решетки 𝑎 полагается равной

единице). В данном подходе нарушение трансляционной симметрии происхо­

дит за счет разбиения бесконечной решетки на кластеры размером 𝐿 × 𝐿, что

приводит к увеличению векторов трансляции T𝑥 = (𝐿, 0), T𝑦 = (0, 𝐿) и возник­

новению соответствующих им волновых векторов Q𝑥 = (2𝜋𝐿 , 0) и Q𝑦 = (0, 2𝜋𝐿 ).

В таком случае, трансляционная симметрия не сохраняется для изначальной

решетки, но присутствует для кластеров с соответствующими векторами транс­

ляции. Так как экспериментальные данные указывают на существование несо­

размерного зарядового упорядочения с длиной волны 𝐿 ≈ 3.2 (в YBCO)[25, 26],

размер кластера выбирается максимально близким целым значением, в данном

случае 𝐿 = 3. В таком случае, кластеры 3× 3 рассматриваются как новые эле­

ментарные ячейки, с более сложной внутренней структурой, а Гамильтониан в

таком представлении имеет вид:

𝐻 =
∑︁
𝑓𝑔

𝐻 int
𝑓𝑔 +

∑︁
𝑓

𝐻0
𝑓 , 𝐻 int

𝑓𝑔 =
∑︁
𝑎𝑏𝜎

𝑡𝑓𝑔𝑎𝑏 𝑐
†
𝑓𝑎𝜎𝑐𝑔𝑏𝜎 (3.2)

где 𝑓 и 𝑔 являются кластерными индексами, 𝑎 и 𝑏 обозначают узлы внутри

соответствующих кластеров, 𝑡𝑓𝑔𝑎𝑏 является матрицей интегралов перескоков, пе­

реписанной в представлении кластеров.
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Рис. 3.1. (a): Изначальная модели сильной связи (tight-binding) на квадратной решетке

с перескоками на первые 𝑡, вторые 𝑡′ и третьи 𝑡′′ координационные сферы. Закон дис­

персии соответствует 𝑠-wave симметрии и описывается в рамках известного выражения

𝜀(k) = 2𝑡(cos(𝑘𝑥) + cos(𝑘𝑦)) + 4𝑡′cos(𝑘𝑥)cos(𝑘𝑦) + 2𝑡′′(cos(2𝑘𝑥) + cos(2𝑘𝑦)). (b): Схематическое

изображение Гамильтоинана в представлении сверхрешетки. (c): Сверхрешетка, состоящая

из кластеров 3× 3. Пространственное распределение заряда на изначальной решетке изобра­

жено цветом. Вставка схематически изображает закон дисперсии для кластеров, содержащий

как 𝑠-wave, так и 𝑑-wave моды.

𝑐†𝑓𝑎𝜎 является стандартным оператором рождения электрона на узле 𝑎 кла­

стера 𝑓 с проекцией спина 𝜎. В таком представлении 𝐻 int
𝑓𝑔 соответствует взаимо­

действию между кластерами 𝑓 и 𝑔, в то время как 𝐻0
𝑓 является внутрикластер­

ным слагаемым, определяющим внутреннюю структуру кластера 𝑓 . В случае

стандартной tight-binding модели 𝐻0
𝑓 = 𝐻 int

𝑓𝑓 , что приводит к каноническому

Ферми жидкостному поведению системы с цилиндрической поверхностью Фер­

ми. Однако, в данном подходе внутрикластерная часть модернизируется за счет

добавления сильного кулоновского одноузельного отталкивания 𝑈
∑︀

𝑎 𝑛𝑓𝑎↑𝑛𝑓𝑎↓.

В пределе большого 𝑈 Гамильтониан может быть записан в виде 𝑡−𝐽 модели:

𝐻0
𝑓 =

∑︁
𝑎𝑏𝜎

(𝑡𝑓𝑓𝑎𝑏 − 𝜇𝛿𝑎𝑏)𝑐
†
𝑓𝑎𝜎𝑐𝑓𝑏𝜎 + 𝐽

∑︁
𝑎𝑏

S𝑓𝑎 · S𝑓𝑏, (3.3)

где 𝐽 = 4𝑡2/𝑈 - константа спинового обменного взаимодействия, электронные

операторы являются спроектированными на редуцированное Гильбертово про­

странство 𝑐𝑎𝜎 = 𝑐𝑎𝜎(1 − 𝑛𝑎−𝜎), а S𝑓𝑎 являются операторами спина электрона.
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Следующим шагом является численная точная диагоналиация 𝐻0
𝑓 для каждо­

го кластера, что позволяет переписать Гамильтониан(3.2) в базисе собственных

волновых функций кластера и вычислить электронные спектральные функ­

ции 𝐴(k, 𝜀) для изначальной решетки в рамках кластерной теории возмущений

(Приложение Б).

Следует отметить две важных особенности, связанные с этим методом.

1) Вследствие того, что в данном подходе используются конечные класте­

ры с открытыми граничными условиями, распределение заряда внутри класте­

ра является неоднородным. При переходе к изначальной решетки такая неод­

нородность обеспечивает моделирование волны зарядовой плотности с волно­

выми векторами Q𝑥 и Q𝑦, что изображено на Рис.3.1(c). Данная особенность

позволяет качественно воспроизвести экспериментально наблюдаемое зарядо­

вое упорядочение[26].

2) Стандартные феноменологические подходы учитывают только 𝑠-wave

перескоки, что является недостаточным для полноценного воспроизведения по­

ведения слабодопированных купратов. В таких моделях 𝑑-wave перескоки могут

быть добавлены исключительно вручную, что не опирается ни на какие физиче­

ские процессы и не может дать явного понимания реконструкции поверхности

Ферми. В данном подходе межкластерное взаимодействие записывается в ба­

зисе собственных функций внутрикластерной части, которая, в свою очередь,

включает в себя сильное кулоновское взаимодействие. Такой подход приводит

к влиянию сильных корреляций на форму межкластерного взаимодействия и

естественному возникновению 𝑑-wave мод в межкластерной части. Таким об­

разом, в Гамильтониане данной модели не присутствует никаких слагаемых,

соответствующих введению в систему заранее определенного дальнего поряд­

ка вручную. Единственным феноменологическим параметром, введенным в мо­

дель, является величина модуляционного вектора 𝑄 = 1/3, выбирающаяся из

соображений соответствия экспериментально наблюдаемой величине, а рекон­

струкция поверхности Ферми является прямым следствием сильного кулонов­
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ского отталкивания.

3.3. Изменение топологии поверхности Ферми и

возникновение квантовых осцилляций

Данный метод позволяет построить поверхности Ферми в широком диапа­

зоне допирования, что позволяет проследить всю эволюцию поверхности Фер­

ми. Как известно, в случае малого допирования в купратах реализуется псевдо­

щелевая фаза, при которой экспериментальные наблюдения не выявили ника­

ких следов квантовых осцилляций[72], что свидетельствует о нефермижидкост­

ном поведении системы и соответствует наблюдаемым в ARPES измерениях

арочным поверхностям Ферми[73, 74]. Однако физика, лежащая в основе таких

арок, до сих пор остается не ясной. Теоретические модели[75],как и числен­

ные расчеты[76, 77], предполагают, что данный тип разомкнутых поверхностей

Ферми реализуется из за перераспределения спектрального веса вдоль одной из

сторон дырочного кармана, расположенного в нодальной области, в то время

как другая его сторона является незанятой. Результаты вычисления поверхно­

стей Ферми в фазе "чистой"псевдощели(𝛿 < 0.08), приведенные в данной главе,

подтверждают такой сценарий в том случае, когда карман не касается границ

редуцированной зоны Бриллюэна, что изображено на Рис.3.2(e). Данные расче­

ты подтверждают предположение о том, что волновые вектора, соединяющий

концы Ферми арок в фазе псевдощели являются отличными от векторов волны

зарядовой плотности.

Несмотря на тот факт, что в данной модели трансляционная симметрия на­

рушена при любом уровне допирования, в том числе и для фазы чистой псевдо­

щели, наблюдаемые поверхности Ферми в этой фазе не подвергаются качествен­

ному влиянию волны зарядовой плотности и являются арочными в полном соот­

ветствии с ARPES экспериментами, указывающими на нулевой спектральный

вес в антинодальной области[2]. Данный факт объясняется тем, что псевдощеле­
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вая фаза обуславливается сильным кулоновским взаимодействием[78] даже в от­

сутствие нарушения трансляционной симметрии, и при малом уровне допирова­

ния (в фазе "чистой"псевдощели) волны зарядовой плотности не оказывают до­

статочного влияние на топологию поверхности Ферми. Данное утверждение под­

тверждается многочисленными численными расчетами, выполненными в рам­

ках разнообразных кластерных подходов(CPT[79, 80, 19], C-DMFT[77, 81, 82])

для различных размеров кластеров, подтверждающими арочную структуру по­

верхности Ферми, качественно соответствующую полученной в данной работе.

Однако, при возрастании допирования влияние волны зарядовой плотно­

сти становится более существенным и приводит к реконструкции поверхности

Ферми, что находится в согласии с некоторыми теоретическими предсказаниями[23,

83]. В то время как при 𝛿 < 0.08 реализуется фаза псевдощели, при повыше­

нии уровня допирования поверхность Ферми подвергается изменению тополо­

гии (Рис.3.2(f)) при критической значении 𝛿 ≈ 0.09, что напрямую связано с

расходимостью эффективной массы носителей заряда[84, 85]. При данной кон­

центрации дырок поверхность Ферми начинает касаться границ редуцирован­

ной зоны Бриллюэна, что приводит к тому, что вектор, соединяющий концы

арок поверхности Ферми становится равным вектору модуляции волн зарядо­

вой плотности, и сигнализирует о переходе в фазу волны зарядовой плотности.

Изменение топологии поверхности Ферми приводит к тому, что электроны рас­

сеиваются на Брэгговских плоскостях, образованных волной зарядовой плот­

ности, что приводит к формированию замкнутых в импульсном пространстве

поверхностей, изображенных на Рис.3.3(c). Как и в случае псевдощели, спек­

тральный вес перераспределен на одну из сторон кармана. Однако, за счет Брэг­

говского отражения в точках пересечения поверхности Ферми с границами ре­

дуцированной зоны Бриллюэна квазичастицы могут образовывать эффективно

замкнутую орбиту ((1, 8), (2, 3), (4, 5) и (6, 7) на Рис.3.3(c)), соединяя квазича­

стичные состояния с одинаковой энергией, но отличной на вектор Q величиной

импульса. Таким образом, разъединенные Ферми арки, расположенные в но­
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Рис. 3.2. Поверхности Ферми, вычисленные для различных значений параметра допирования

𝛿 с учетом (a-d) распределения спектрального веса и без него, в виде полюсов функций Грина

(e-f). Сплошные линии 𝑘𝑥 = 𝜋/3 и 𝑘𝑦 = 𝜋/3 отображают Брэгговские плоскости на границах

редуцированной зоны Бриллюэна. Параметры 𝑡 − 𝐽 модели, использованные в расчетах:

𝑡′ = −0.27, 𝑡′′ = 0.2, 𝐽 = 0.5, температура 𝑇 = 10−4 (здесь и далее энергия измеряется в

величинах 𝑡).

дальной области, могут образовывать эффективно замкнутую квазичастичную

орбиту, что приводит к возможности появления квантовых осцилляций малой

частоты в сильном магнитном поле. Тот же самый механизм лежит в основе

еще более низкочастотных квантовых осцилляций, предположительно объясня­

емых наличием маленьких дырочных карманов в дополнении к электронному.

Кроме того, данные дырочные карманы связывают с существование 𝑑-wave упо­

рядочения, что так же было подтверждено в экспериментальных исследованиях

купратов[74, 86, 87].

Следует отметить, что наличие электронного кармана, вызванного реду­

цированием зоны Бриллюэна, не нарушает теоремы Латтинжера и указывает

на частично фермижидкостное поведение системы, в отличие от псевдощелевой

фазы. Существуют так же экспериментальные свидетельства, указывающие на

то, что низкоэнергетический транспорт в слабодопированных купратах, харак­
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Рис. 3.3. (a): Поверхность Ферми, вычисленная в рамках метода кластерной теории возмуще­

ний при допировании 𝛿 = 0.14 с полушириной Лоренциана 𝜂 = 0.01. Остальные параметры

модели такие же, как и на Рис.3.2. Срезы спектральной функции в направлениях 1, 2 и 3

(зеленые линии) изображены на рисунке (b): Горизонтальная зеленая линия соответствует

уровню Ферми. Δ обозначает величину щели, образованной за счет расщепления зон. (c)

Схематическое изображение формирования электронного кармана. Пронумерованные точки

соответствуют точкам Брэгговского отражения. Стороны электронного кармана с ненуле­

вым спектральным весом обозначены красным, а эффективная площадь поверхности Ферми

закрашена. Вставка схематически отображает эффективный карман на поверхности Ферми.

(d) Схематическое изображение формирования дырочных карманов. На рисунках (a,c,d)

первая редуцированная зона Бриллюэна отображена голубым цветом, Брэгговским плоско­

стям соответствуют прямые 𝑘𝑥, 𝑘𝑦 = ±𝜋/3, а 𝑄𝑥 и 𝑄𝑦 являются векторами модуляции волны

зарядовой плотности. (e) Распределение спектрального веса на поверхности Ферми, проин­

тегрированное вдоль направления, задающегося углом 𝜙 (график (a)) из точки (𝜋, 𝜋) при

различных значениях уровня допирования 𝛿. Каждому горизонтальному срезу соответству­

ет поверхность Ферми при указанном допировании 𝛿. Срезы, пронумерованные римскими

цифрами, соответствуют фазам, изображенным на Рис.3.4. Срезу III так же соответствует

поверхность Ферми (b). (f) Зависимость максимальной величины щели от параметра куло­

новского отталкивания 𝑈 .
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теризующий электронные карманы, в действительности обладает свойства стан­

дартной Ферми жидкости [72, 88, 89, 84].

Электрон-электронное взаимодействие открывает щель на границе редуци­

рованной зоны Бриллюэна в точках Брэгговского отражения (Рис.3.3(b)). Вели­

чина такой щели линейно зависит от величины взаимодействия 𝑈(Рис.3.3(f)),

что указывает на то, что именно кулоновское взаимодействие вызывает подоб­

ное расщепление зонной структуры. Данная фаза реализуется в диапазоне до­

пирования 0.09 < 𝛿 < 0.16(Fig.3.3(e)) и соответствует возникновению зоны

проводимости и валентной зоны.

3.4. Плотность электронных и дырочных состояний на

уровне Ферми

Прямое вычисление знака обратной эффективной массы с помощью рас­

чета второй производной закона дисперсии (𝑚−1
eff = 𝜕2𝐸(k)/𝜕k2) позволяет вос­

произвести ключевые особенности модели в широком диапазоне допирования.

Результаты, представленные на Рис.3.4(a) соответствуют экспериментальным

данным о том, что при 𝛿 < 0.09 проводимость является полностью дырочной,

что характеризует фазу "чистой"псевдощели.

Однако, реконструкция поверхности Ферми, начинающаяся при 𝛿 ≈ 0.09

и заканчивающаяся при 𝛿 ≈ 0.15 приводит к значительному снижению кон­

центрации дырочных носителей и возникновению электронной проводимости.

Именно этот диапазон допирования характеризуется присутствием Брэгговской

щели и резким падение "среднего знака"носителей заряда:

𝜎 =

∫︁
𝐵𝑍

𝐴(k, 𝜀𝑓)sign(𝑚eff)𝑑k, (3.4)

где 𝐴(k, 𝜀𝑓) является спектральной функцией на поверхности Ферми и
∫︀
𝐵𝑍 обо­

значает интегрирование по всей зоне Бриллюэна. Поведение данной функции

показывает, что в области "чистой"псевдощели проводимость является дыроч­



63

(a)

II
hole arc

D
O

S 
/ D

O
S

(
=0

.2
)

   hole arc electron
 pocket

2 hole + 
electron
pockets

I IVIII

(b)

 / 
D

O
S

(
=0

.2
)

Рис. 3.4. (a) Зависимость плотности электронных состояний (DOS) на поверхности Ферми

от уровня допирования 𝛿, нормированная на величину DOS(𝛿 = 0.2). Красная и синяя кри­

вая соответствуют плотности электронных и дырочных носителей заряда соответственно.

(b) Черная кривая отображает зависимость среднего знака носителей заряда 𝜎 от уров­

ня допирования 𝛿 (значения слева). Зеленая линии соответствует величине щели ВЗП Δ

(значения справа). Пунктирные черные линии на графиках (a) и (b) соответствуют фазе

"чистой"псевдощели без реконструкции поверхности Ферми.

ной, в то время как в фазе волны зарядовой плотности преобладает электрон­

ная проводимость, либо возможно сосуществование электронных и дырочных

носителей тока. Кроме того, суммарный спектральный вес носителей на по­

верхности Ферми подвергается значительному уменьшению, что соответствует

экспериментам по измерению теплоемкости[8, 90]. При допировании 𝛿 > 0.16

восстанавливается фаза чистой псевдощели, что следует из поведения среднего

знака носителей заряда и величины щели Δ.

Данный подход успешно воспроизводит и некоторые более тонкие дета­

ли реконструкции поверхности Ферми, характерные для фазы волны зарядо­

вой плотности[91]. В частности, в то время как существуют аргументы как

за, так и против существования маленьких дырочных карманов в дополнении

к одному электронному в фазе ВЗП, приведенные расчеты показывают что

обе эти фазы реализуются при различных значениях допирования. При пе­

реходе от фазы "чистой"псевдощели к фазе ВЗП поверхность Ферми содер­
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жит исключительно электронные носители заряда в диапазоне допирования

0.09 < 𝛿 < 0.12. При дальнейшем увеличении степени допирования дырочные

карманы возникают как прямое следствие наличия 𝑑-wave слагаемых в меж­

кластерном взаимодействии, что находится в полном соответсвии с эксперимен­

тальными результатами[7], указывающими на существование исключительно

электронной проводимости в узкой области допирования 𝛿 ≈ 0.10. Такое по­

ведение указывает на то, что электронные карманы могут существовать как

отдельно, так и вместе с дырочными карманами, что так же подтверждается

экспериментами по измерению магнитосопротивления[92].

3.5. Заключение

В заключении следует отметить, что в рамках модели Кондо-Гейзенбе­

ра удается Показано, что в случае сильных корреляций квазидальний анти­

ферромагнитный порядок быстро разрушается с ростом допирования и полно­

стью пропадает при допированиях порядка 𝛿 ≈ 0.08, что полностью соответ­

ствует экспериментальным данным. С ослаблением величины Кондо-взаимо­

действия, ответственной за электронные корреляции, разрушение антиферро­

магнитного упорядочения происходит медленнее и приводит к восстановлению

(квази)дальнего порядка в случае 𝜆 = 0.

В отсутствие антиферромагнитного порядка, при допированиях, соответ­

ствующих псевдощелевой фазе, именно сильные корреляции приводят как к

возникновению псевдощелевых арочных поверхностей Ферми, так и реконструк­

ции данных поверхностей в электронные карманы, допускающие существова­

ние квантовых осцилляций плотности электронных состояний в сильных маг­

нитных полях, в фазе волны зарядовой плотности. При ослаблении величины

Кондо-взаимодействия 𝜆 < 6𝑡 данная реконструкция не наблюдается, что ука­

зывает на то, что сильные корреляции играют ключевую роль в описании по­

ведения фазы волны зарядовой плотности. При дальнейшем ослаблении вели­
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чины корреляций пропадают следы псевдощелевой фазы и поверхность Ферми

восстанавливает фермижидкостную форму.

Полученные в расчетах поверхности Ферми позволяют оценить диапазоны

существования псевдощелевой фазы 𝛿 < 0.25 и фазы волны зарядовой плотно­

сти 0.14𝛿 < 0.2, что находится в хорошем согласии с экспериментальными дан­

ными. Кроме того, анализ влияния граничных условий указывает на то, что

такое поведение является в большей степени свойством модели с незначитель­

ным влияние артефактов численных вычислений. Данный результат позволя­

ет сделать вывод о том, что именно сильные корреляции и порождаемый ими

констрейнт отсутствия двойного заполнения узла электронами ответственен за

нетривиальную физику слабодопированной фазы ВТСП купратов.
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Заключение

В рамках настоящей диссертации было исследовано влияние сильных кор­

реляций на поведение электронов в нормальной фазе ВТСП купратов. В рам­

ках метода квантового Монте-Карло показано быстрое разрушение антиферро­

магнитного порядка при допировании системы в модели Кондо-Гейзенберга. В

рамках кластерной теории возмущений построены поверхности Ферми и про­

демонстрирована их реконструкция из арочных поверхностей в псевдощелевой

фазы в эффективно замкнутые поверхности в фазе волны зарядовой плотности

и дальнейшее восстановление фермижидкостного поведения вне псевдощелевой

фазы. Данный результат был впервые воспроизведен в рамках микроскопиче­

ской модели без привлечения дополнительных феноменологических параметров

и находится в хорошем количественном согласии с экспериментальными данны­

ми.

В случае модели Хаббарда с бесконечно сильным кулоновским отталки­

ванием на одном узле продемонстрирована термодинамическая неустойчивость

насыщенного ферромагнетизма в случае конечного допирования. Более того,

была выявлена прямая зависимость возможности существования Нагаоковского

ферромагнетизма от типа граничных условий и характера решетки, что указы­

вает на нетривиальность термодинамического предела. Данный результат озна­

чает, что даже в отсутствие какого-либо взаимодействия сам констрейнт, за­

прещающий двойное заполнения узла, приводит к нетривиальному поведению

системы.

В рамках 𝑡− 𝐽 модели с нарушение трансляционной симметрии воспроиз­

ведена реконструкция поверхности Ферми волной зарядовой плотности и пока­

зано изменение ее топологии, приводящее к возникновению электронной прово­

димости. Был предложен механизм, объясняющий существование низкочастот­

ных квантовых осцилляций плотности электронных состояний, наблюдаемых в

эксперименте. Такой механизм, реализуемый за счет Брэгговского отражения
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электронов на границах редуцированной зоны Бриллюэна, дает возможность

описать квантовые осцилляции как следствие нарушения трансляционной сим­

метрии волной зарядовой плотности, возникающей в псевдощелевой фазы.
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Приложение А

Квантовый метод Монте-Карло

Используемый в данной работе квантовый метод Монте-Карло базируется

на Continuous Time World Line (CTWL) алгоритме[93]. В общем виде Гамиль­

тониан системы записывается в виде:

𝐻 = 𝐻0 +𝐻1, (А.1)

где 𝐻0 и 𝐻1 являются диагональной и недиагональной частью Гамильтониана

соответственно:

𝐻0 =
∑︁
𝑖,𝑝

𝐸𝑝𝑋
𝑝𝑝
𝑖 +

∑︁
𝑖𝑗,𝑝𝑞

𝑉 𝑝𝑞
𝑖𝑗 𝑋

𝑝𝑝
𝑖 𝑋𝑞𝑞

𝑗

𝐻1 =
∑︁
𝑖𝑗,𝑝𝑞𝑟𝑠

𝑇 𝑝𝑞𝑟𝑠
𝑖𝑗 𝑋𝑝𝑞

𝑖 𝑋𝑟𝑠
𝑗 ,

(А.2)

где 𝑋𝑝𝑞
𝑖 = |𝑝⟩⟨𝑞| является оператором Хаббарда, действующим на узле 𝑖. Метод

основан на разложении в ряд статистической суммы в представлении взаимо­

действия:

𝑒−𝛽𝐻 = 𝑒−𝛽𝐻0𝑇𝜏 [𝑒
−
∫︀ 𝛽

0
𝐻1(𝜏)𝑑𝜏 ]

𝑍 = Sp(𝑒−𝛽𝐻0(1−
∫︁ 𝛽

0

𝐻1(𝜏)𝑑𝜏 +

∫︁ 𝛽

0

∫︁ 𝜏1

0

𝐻1(𝜏1)𝐻1(𝜏2)𝑑𝜏1𝑑𝜏2 − ...)),
(А.3)

где 𝑇𝜏 - оператор упорядочения по 𝜏 , а 𝐻1(𝜏) = 𝑒−𝜏𝐻0𝐻1𝑒
𝜏𝐻0.

В процессе работы метода генерируются конфигурации, соответствующие

слагаемым из разложения статистической суммы А.3. На Рис.А.1 изображены

примеры конфигурации, появляющихся в процессе работы алгоритма. Стати­

стический вес каждой конфигурации является произведением множителей, со­

ответствующих как горизонтальным, так и вертикальным отрезкам. Каждому

горизонтальному отрезку в состоянии |𝑝⟩ на узле 𝑖 соответствует множитель

exp(𝐸𝑝 · (𝜏2 − 𝜏1) +
∑︁
𝑗

∫︁ 𝜏2

𝜏1

𝑉
𝑝 q𝑗(𝜏)
𝑖𝑗 𝑑𝜏),
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Рис. А.1. Пример обновления конфигурации системы, изображенный на диаграмме. Пря­

мым участкам соответствуют собственные одноузельные состояния, а узлам соответствуют

недиагональные операторы Хаббарда, связывающие между собой одноузельные состояния.

где 𝜏1 и 𝜏2 мнимые времена начала и конца отрезка, а q𝑗(𝜏) описывает состояние

горизонтального участка на узле 𝑗 в момент мнимого времени 𝜏 . Каждый верти­

кальный отрезок, соединяющий узлы с операторами 𝑋𝑝𝑞
𝑖 и 𝑋𝑚𝑛

𝑗 соответствует

множителю 𝑇 𝑝𝑞𝑚𝑛
𝑖𝑗 .

В работе [94] была предложена модификация алгоритма, позволяющая зна­

чительно повысить сходимость вычислений. Данное улучшение заключается в

добавлении к Гамильтониану фиктивного слагаемого:

𝐻𝜈 =
∑︁
𝑖𝑝𝑞

𝜈𝑝𝑞(𝑋
𝑚𝑛
𝑖 +𝑋𝑛𝑚

𝑖 ), (А.4)

где значения 𝜈𝑝𝑞 являются достаточно малыми и выбираются исходя из усло­

вий конкретной задачи. Данная добавка приводит к возникновению нефизиче­

ских конфигураций, которые, однако, не вносят вклада в вычисление средних,

но приводят к значительному повышению эргодичности алгоритма. Таким об­

разом, каждый узел с оператором 𝑋𝑝𝑞
𝑖 , не связанный вертикальным отрезком

с другим узлом(Рис.А.1), соответствует множителю 𝜈𝑝𝑞 из (А.4). В процессе

работы алгоритма конфигурации обновляются с помощью заранее заданных

процедур. Такие процедуры могут быть выбраны произвольным образом, но

не должны противоречить ГамильтониануА.2, а полный набор таких процедур

должен удовлетворять требованию эргодичности. Для модели Хаббарда и 𝑡−𝐽

модели алгоритм и примеры процедур описаны в статьях[94, 95]. Общая схема

алгоритма выглядит имеет следующий вид:
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1. Формируется произвольная начальная конфигурация. Выбор начальной

конфигурации не влияет на результат расчетов, таким образом единствен­

ным требованием к конфигурации является соответствие требованиям Га­

мильтониана системы.

2. Случайным образом выбирается процедура обновления конфигурации.

3. Случайным образом выбирается узел 𝑖 и мнимое время 𝜏1 и 𝜏2, на кото­

рых будет происходить обновление. Если действие процедуры невозможно

осуществить при данных 𝑖,𝜏1 и 𝜏2, то процесс переходит к пункту 5.

4. Вычисляет вероятность принятия процедуры обновления 𝑊 . Если 𝑊 >

𝑅, где 𝑅 является случайным числом 𝑅 ∈ [0, 1], то происходит обновление

конфигурации.

5. Рассчитываются необходимые физические величины текущей конфигура­

ции и дополняются средние значения, рассчитываемые в течении всей

работы алгоритма(А.5). После этого алгоритм переходит к пункту 2.

Среднее значение какой-либо физической величины 𝐴 вычисляются по

формуле:

⟨𝐴⟩ =
∑︀

MC𝐴MC sign(conf)∑︀
MC sign(conf)

, (А.5)

где
∑︀

MC обозначает суммирование по всем физическим конфигурациям, возни­

кающим в процессе работы алгоритма, 𝐴MC - значение оператора 𝐴 в текущей

конфигурации, а sign(conf) является знаком текущей конфигурации.

Преимуществом квантового метода Монте-Карло является 𝒪(𝑁) сходи­

мость алгоритма, которая, однако, значительно затруднена проблемой знака.

В силу антикоммутации фермионов и того факта, что 𝑇 𝑝𝑞𝑚𝑛
𝑖𝑗 может принимать

отрицательные значение, статистический вес конфигураций может быть отри­

цательным, что приводит к необходимости суммирования знакопеременных ря­

дов. Данный факт приводит к экспоненциальному росту ошибки вычислений в
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зависимость от обратной температуры Δ ∼ 𝑒𝛽𝐸 и значительно ухудшает сходи­

мость алгоритма. Таким образом, методы квантового Монте-Карло являются

актуальными только в том случае, если проблема знака не слишком велики и

позволяет проводить вычисления с приемлемой точностью.
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Приложение Б

Кластерная теория возмущений

Данный метод, развитый в статьях[96, 97, 78, 98], основан на точном учете

ближнего взаимодействия в рамках точной диагонализации малых кластеров,

и последующем учете межкластерного взаимодействия в рамках теории воз­

мущений. Метод позволяет вычислить спектральные функции и восстановить

поверхности Ферми системы при различных уровнях допирования и в широком

диапазоне параметров.

Первым шагом данного метода является разбиение изначальной решетки

на кластеры фиксированного размера и последующая перегруппировка Гамиль­

тониана таким образом, чтобы отделить межкластерные и внутрикластерные

слагаемые:

𝐻 =
∑︁
𝑖

𝐻0
𝑖 +

∑︁
𝑖𝑗

𝐻 int
𝑖𝑗 (Б.1)

где 𝐻0
𝑖 – внутрикластерное взаимодействие кластера 𝑖, а 𝐻

int
𝑖𝑗 – взаимодействие

между кластерами 𝑖 и 𝑗. Внутрикластерная часть𝐻0
𝑖 диагонализуется и в базисе

собственных состояний кластера строятся операторы Хаббарда 𝑋𝑝𝑞
𝑖 = |𝑝⟩⟨𝑞|. В

таком базисе Гамильтониан имеет вид:

𝐻 =
∑︁
𝑖𝑝

𝜀𝑝𝑋
𝑝𝑝
𝑖 +

∑︁
𝑖𝑗

∑︁
𝛼𝛽

𝑇 𝛼𝛽
𝑖𝑗 𝑋𝛼

𝑖 𝑋
𝛽
𝑗 , (Б.2)

где 𝜀𝑝 – собственная энергия состояния |𝑝⟩, греческими буквами обозначены

мультииндексы 𝛼 = (𝑝, 𝑞), а 𝑇 𝛼𝛽
𝑖𝑗 является межкластерным взаимодействием,

записанным в новом базисе. При переходе в импульсное пространство операто­

ры Хаббрада преобразуются как:

𝑋𝛼
𝑗 =

1√
𝑁 *

∑︁
k̃

𝑒𝑖k̃R𝑗𝑋𝛼
k̃
, (Б.3)

где k̃ является волновым вектором в редуцированной зоне Бриллюэна, 𝑁 * -
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число кластеров в сверхрешетке, а R𝑗 - радиус-вектор узла 𝑗. В импульсном

представлении Гамильтониан принимает вид:

𝐻 =
∑︁
k̃

∑︁
𝑝

𝜀𝑝(k̃)𝑋
𝑝𝑝

k̃
+
∑︁
k̃

∑︁
𝛼𝛽

𝑇 𝛼𝛽(k̃)𝑋𝛼
k̃
𝑋𝛽

k̃
, (Б.4)

Следующим шагом является вычисления функции Грина, построенной на опе­

раторах Хаббарда

𝐺𝛼𝛽(𝑖, 𝜏1; 𝑗, 𝜏2) = ⟨⟨𝑋𝛼
𝑖 (𝜏1)|𝑋

𝛽
𝑗 (𝜏2)⟩⟩. (Б.5)

Осуществив переход в импульсное пространство для функций Грина записыва­

ется уравнение Дайсона, которое в матричном виде принимает форму:

𝐺̂(k̃, 𝜔)−1 = 𝐺̂0(𝜔)−1 − 𝑇 (k̃), (Б.6)

где

𝐺0
𝛼𝛽(𝜔) = 𝛿𝛼𝛽

⟨𝑋𝑝𝑝⟩0 + ⟨𝑋𝑞𝑞⟩0
𝜔 − 𝜀𝑞 + 𝜀𝑝 + 𝜇

, (Б.7)

где ⟨𝑋𝑝𝑝⟩0 является числом заполнения состояния |𝑝⟩, полученным из точной

диагонализации внутрикластерной части Гамильтониана, 𝜇 - химический потен­

циал. Данная функций Грина определена в редуцированной зоне Бриллюэна.

Электронная функция Грина на изначальной решетки восстанавливается сле­

дующим образом:

𝐺el
𝜎 (k, 𝜔) =

1

𝑁𝑐

∑︁
𝛼𝛽

∑︁
𝑖𝑗

𝛾†𝛼
𝑖𝜎 𝛾

𝛽
𝑗𝜎𝑒

−𝑖k(ri−rj)𝐺𝛼𝛽(k̃, 𝜔), (Б.8)

где 𝛾†𝛼
𝑖𝜎 = ⟨𝑝|𝑎†𝑖𝜎|𝑞⟩ при 𝛼 = (𝑝, 𝑞) – является разложением оператора рождения

электрона в базисе собственных состояний кластера. 𝑁𝑐 – число узлов в класте­

ре, k – вектор в изначальной зоне Бриллюэна, а 𝐺𝛼𝛽(k̃, 𝜔) – функция Грина,

полученная из решения уравнения (Б.6).

Основной целью данного метода является получение спектральных функ­

ций 𝐴(k, 𝜔) и построение соответствующих поверхностей Ферми 𝐴(k, 0). Такие

спектральные функции легко получить из функций Грина:

𝐴(k, 𝜔) = −1

𝜋
lim

𝜂→∞+
Im 𝐺(k, 𝜔 + 𝜇+ 𝑖𝜂) (Б.9)
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В численной реализации наиболее ресурсоемкими являются два шага дан­

ного метода, которые требуют дополнительного упоминания:

1. В данной работе метод использовался как для кластеров 3× 3, так и для

кластеров 4×4. В первом случае достаточно малый размер кластера позво­

ляет провести полную точную диагонализацию внутрикластерной части,

в то время как для больших кластеров диагонализация производится с по­

мощью алгоритма Ланцоша, что позволяет получить лишь ограниченное

число наиболее низколежащих по энергии собственных состояний.

2. Уравнение (Б.6) решается в матричном виде, где размер матрицы 𝐺𝛼𝛽

является количеством возможных значений 𝛼 = (𝑝, 𝑞), что в общем слу­

чае приводит к матрице 𝐺𝛼𝛽 = [𝑠2𝑁𝑐, 𝑠2𝑁𝑐], где 𝑠 – число одноузельных

состояний (в случае 𝑡 − 𝐽 модели 𝑠 = 3: |0⟩,| ↑⟩,| ↓⟩). Решение уравнение

на нахождение обратной матрица такого размера является излишним и

требует слишком много вычислительных ресурсов, поэтому число возмож­

ных значений 𝛼 редуцируется таким образом, чтобы для всех возможных

𝛼 значение 𝑓 =
∑︀

𝛼 𝛾
†𝛼
𝑖𝜎 𝛾

𝛼
𝑖𝜎(⟨𝑋𝑝𝑝⟩0 + ⟨𝑋𝑞𝑞⟩0) было близким к максимально­

му. Такой подход позволяет отбросить большую часть переходов, внося­

щий пренебрежимо малый вклад в спектральную функцию, что позволяет

значительно сократить время вычислений.
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R., Bonn, D. A., Hardy, W. N., Rütt, U., Gutowski, O., v. Zimmermann, M.,

Forgan, E. M., Hayden, S. M., X-Ray Diffraction Observations of a Charge­

Density-Wave Order in Superconducting Ortho-II YBa2Cu3O6.54 Single Crystals

in Zero Magnetic Field // Physical Review Letters - 2013, Vol. 110. - P. 137004.

66. Hoffman, J. E., Hudson, E. W., Lang, K. M., Madhavan, V., Eisaki, H., Uchida,

S., Davis, J. C., A Four Unit Cell Periodic Pattern of Quasi-Particle States

Surrounding Vortex Cores in Bi2Sr2CaCu2O8+𝛿 // Science - 2002, Vol. 295. -

P. 466.

67. Kohsaka, Y., Taylor, C., Fujita, K., Schmidt, A., Lupien, C., Hanaguri, T.,

Azuma, M., Takano, M., Eisaki, H., Takagi, H., Uchida, S., Davis, J. C.,

An Intrinsic Bond-Centered Electronic Glass with Unidirectional Domains in

Underdoped Cuprates // Science - 2007, Vol. 315. - P. 1380.

68. Kivelson, S. A., Bindloss, I. P., Fradkin, E., Oganesyan, V., Tranquada, J. M.,



82

Kapitulnik, A., Howald, C., How to detect fluctuating stripes in the high­

temperature superconductors // Reviews of Modern Physics - 2003, Vol. 75. -

P. 1201.

69. Vershinin, M., Misra, S., Ono, S., Abe, Y., Ando, Y., Yazdani, A.,

Local Ordering in the Pseudogap State of the High-𝑇𝑐 Superconductor

Bi2Sr2CaCu2O8+𝛿 // Science - 2004, Vol. 303. - P. 1995.

70. Allais, A., Bauer, J., Sachdev, S., Density wave instabilities in a correlated

two-dimensional metal // Physical Review B - 2014, Vol. 90. - P. 155114.

71. Maharaj, A. V., Hosur, P., Raghu, S., Crisscrossed stripe order from interlayer

tunneling in hole-doped cuprates // Physical Review B - 2014, Vol. 90. - P.

125108.

72. LeBoeuf, D., Doiron-Leyraud, N., Vignolle, B., Sutherland, M., Ramshaw, B. J.,
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