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Streszczenie

W pracy rozwazamy parowanie trypletowe w przestrzeni rzeczywistej w granicy silnych
korelacji. Hamiltonian opisujacy to parowanie zawiera oddziatywanie par elektronow w sta-
nach spinowych zaroéwno trypletowych jak i singletowych, przy zatozeniu réwnowaznych
orbitali w catce przeskoku oraz dla wypekieniu pasma n<l. Na poczatku pracy wyprowa-
dzamy ogdlny sposob konstrukeji takich hamiltoniandw, opisujacych parowanie w przestrzeni
rzeczywistej, przy zatozeniu dowolnej postaci wyjsciowych hamiltonianow Hubbarda. Meto-
da ta jest uogolnieniem wczesniejszego podejscia J. Spatka dla jednopasmowego modelu
Hubbarda i1 stanowi rozszerzenie modelu t-J na przypadek parowania skorelowanych elektro-
néw w zdegenerowanych pasmach. Stosujac pomocnicze kwaziczastki holony i spinony oraz
korzystajac z przyblizenia $redniego pola diagonalizujemy tak otrzymany hamiltonian, za
pomoca transformacji Bogolubowa. Otrzymujemy, Ze energia swobodna zalezy od wypetnie-
nia pasma n oraz wartosci oddziatywan J/U i t/U, gdzie J jest catka wewnatrzatomowego od-
dziatywania wymiennego typu Hunda, U opisuje wewnatrzatomowe oddziatywanie kulom-
bowskie, natomiast t jest catka przeskoku. Dla przypadku dwuwymiarowego otrzymujemy,
ze mozliwe sa nastgpujace fazy spinowych stanéw trypletowych RVB: s, s+id, d i mieszana.
WyliczyliSmy zalezno$ci ciepta wlasciwego oraz szybkosci relaksacji spinowo-sieciowej od
temperatury. Dla tej ostatniej wielko$ci otrzymalisSmy, ze w niektérych przypadkach nie wy-
stepuje tzw. pik koherencji Hebla-Slichtera. W trzech wymiarach zatozylismy, ze zalezno$¢
parametru przerwy jest taka sama jak energia pasmowa. Mozliwo$¢ kondensacji holondéw
powoduje, ze pojawia si¢ tutaj faza nadprzewodzaca, ktorej temperatura krytyczna jest okre-
Slona przez mniejsza z temperatur kondensacji holonow 1 pojawienia si¢ parametru RVB. W
zaleznos$ci szybkosci relaksacji spinowo-sieciowej od temperatury pojawity si¢ piki koheren-
cji. Wyprowadzamy takze poprawke trzeciego rzedu do hamiltonianu dla wypetnienia pasma
n<l oraz hamiltoniany w granicy silnych korelacji dla wypekien 1<n<2 oraz 2<n<3. Podaje-
my w jaki przyblizony spos6b mozna rozwiaza¢ oba przypadki. W Suplemencie zostal przed-
stawiony inny mechanizm parowania trypletowego, ktory ma zastosowanie do mniejszych
wartos$ci oddziatywania, 1 dotyczy parowania lokalnego elektrondw zaindukowanego reguta
Hunda.

Stowa kluczowe: elektrony skorelowane w zdegenerowanych pasmach, modele typu t-J,
nadprzewodnictwo, parowanie trypletowe, diagramy fazowe, szybko$¢ relaksacji spinowo-
sieciowej
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1. Wstep
1.1. Historia nadprzewodnictwa

Historia nadprzewodnictwa rozpoczela sie w 1911 roku, kiedy to H. Kamerlingh Onnes
badajac opornoS¢ zestalonej rteci, uzywajac jako czynnika chtodzacego helu, w temperaturze
4.2 K zaobserwowal zanik oporu [1]. Zjawisko to nazwano nadprzewodnictwem. W nastep-
nych latach zaczeto odkrywaé nadprzewodnictwo w pierwiastkach metalicznych a takze w
ich stopach. Temperatura krytyczna 7, przejScia w stan nadprzewodzacy w czystym metalu
osiagneta dla Nb wartos¢ 9.2 K [2].

Inng wazna wilasnoScig nadprzewodnikéw, obok zaniku oporu jest usuwanie z wnetrza
nadprzewodnika umieszczonego w niezbyt duzym polu magnetycznym strumienia magne-
tycznego, co oznacza, ze sg one doskonalymi diamagnetykami. Zjawisko to odkryli w 1933
roku W. Meissner i R. Ochsenfeld [3]. Zjawisko Meissnera, bo tak je nazwano polega na tym,
ze w cienkiej warstwie naskérkowej na powierzchni nadprzewodnika schiodzonego w polu
magnetycznym ponizej 7. powstaja trwale prady nadprzewodzace, ktore ekranuja wnetrze
nadprzewodnika tak, ze catkowity strumien magnetyczny w jego wnetrzu wynosi zero. Linie
pola na zewnatrz majg charakterystyczny ksztalt omijajacy nadprzewodnik. Teoretyczne
wyjasnienie tego zjawiska podali w 1935 roku F. London i H. London [4]. Zaproponowali
oni fenomenologiczny model dwucieczowy, w ktérym czes¢ elektronéw jest w stanie nadprze-
wodzacym a czesS¢ w stanie normalnym. Zalozyli, ze elektrony w stanie nadprzewodzacym
zachowuja sie tak, ze nie wykazuja oporu elektrycznego, czyli nie ulegaja rozproszeniom
na domieszkach, drganiach sieci itp. Korzystajac z réwnan Maxwella otrzymali réwnania
opisujace idealny metal. Zauwazyli, ze zjawisko niewnikania pola magnetycznego do nad-
przewodnika mozna uzyska¢ ograniczajac liczbe rozwiazan jednego z réwnan do réwnania
nazywanego drugim réwnaniem Londonéw, wyrézniajac nadprzewodniki sposréd innych ide-
alnych przewodnikéw. W wyniku uzyskali, ze pole magnetyczne moze wnika¢ do nadprze-
wodnika na bardzo mala glebokos¢ A\, nazywana londonowska glebokoscig wnikania, przy
czym zanik pola jest wyktadniczy.

Nastepnym krokiem do zrozumienia nadprzewodnictwa bylo zaproponowanie w 1950
roku przez V. L. Ginzburga i L. G. Landaua fenomenologicznej teorii nadprzewodnictwa
[5]. Wprowadzili oni do opisu fazy nadprzewodzacej pewnego rodzaju zespolona, skalarng

funkcje falowa 1) (r), nazywana parametrem porzadku, ktérego kwadrat modutu jest inter-
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pretowany jako lokalna gesto$¢ nadprzewodzacych elektronéw. Z kolei, faza tego parametru
jest zwigzana z ptynacym pradem nadprzewodzacym. Dodatkowo, parametr ten jest réwny
zero, gdy uktad znajduje sie w fazie normalnej. W teorii tej, obok londonowskiej gtebokosci
wnikania A\, pojawia si¢ takze parametr nazywany dlugo$cig koherencji Ginzburga-Landaua
&, ktory okre$la najwigksza odleglost na jakiej zachodza jeszcze istotne zmiany parametru
porzadku, gdy w jakim$ punkcie powstanie zaburzenie. Stosunek obu parametréw x = A/&
jest nazywany parametrem Ginzburga-Landaua i okresla on rodzaj nadprzewodnika.

Na podstawie fenomenologicznej teorii Ginzburga-Landaua A. A. Abrikosow w 1952 roku
pokazal, ze nalezy rozrézni¢ dwa rodzaje nadprzewodnikéw: nadprzewodniki I i II rodzaju
[6]. Dla tych pierwszych parametr Ginzburga-Landaua x < 1/v/2. Nadprzewodniki te
umieszczone w polu magnetycznym wypychaja je ze swego wnetrza (czyli znajduja sie w
stanie Meissnera) az do pewnej krytycznej wartosci pola magnetycznego H., kiedy to prze-
chodza do stanu normalnego. W przypadku nadprzewodnikéw drugiego rodzaju parametr
Ginzburga-Landaua spelia nieréwnosé: « > 1/4/2. Nadprzewodniki te umieszczone w polu
magnetycznym wypychaja je ponizej pewnej charakterystycznej wartoSci pola H.. Zatem
wystepuje tutaj zjawisko Meissnera, podobnie jak dla nadprzewodnikéw I rodzaju. Powyzej
tej wartosci strumien pola magnetycznego wnika do nadprzewodnika w postaci widkien,
réwnolegle ustawionych do kierunku pola zewnetrznego i otoczonych wirami (worteksami).
Wiry te skladajag sie z normalnych obszaréw umozliwiajacych wnikanie pola do prébki,
wokot ktorych pltyng trwale prady nadprzewodzace. Kazdy wir zawiera kwant strumienia
magnetycznego &g = h/2e nazywany fluksonem, gdzie 2e wprowadzono dopiero po powsta-
niu mikroskopowej teorii nadprzewodnictwa, z ktérej wynikalo, ze nadprzewodnictwo jest
zwiazane 7z istnieniem stanéw zwiazanych par elektronéw [2]. Wraz ze wzrostem pola liczba
wiréw wzrasta, az przy pewnej wartoSci pola magnetycznego H.p, gdy wiry wypelnia caly
probke nadprzewodnik przechodzi do stanu normalnego i jest to przejScie fazowe drugiego
rodzaju.

Mimo, ze fenomenologiczna teoria Ginzburga-Landaua dobrze opisywala nadprzewod-
nictwo nadal brakowalo mikroskopowego modelu opisujacego ten stan materii. Odkrycie
efektu izotopowego w 1950 roku, polegajacego na tym, ze temperatura krytyczna zalezy
od masy izotopow tego samego metalu zwrécilo uwage na znaczenie oddzialywan elek-
tronéw z drganiami sieci, czyli fononami, ktére moze prowadzi¢ do nadprzewodnictwa [7].

W 1956 roku L. N. Cooper wykazal, ze istnienie stabego oddzialywania przyciggajacego
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pomiedzy elektronami prowadzi do stanu zwiazanego pary elektronéw, nazywanej para
Coopera [8]. Efektywne oddzialywanie przyciggajace elektronéw wedtug H. Frohlicha mia-
loby byé¢ zwiazane z wymiang fononéw pomiedzy elektronami [9]. Umozliwilo to w 1957
roku sformulowanie pelnej teorii nadprzewodnictwa przez J. Bardeena, L. N. Coopera i
J. R. Schrieffera nazywanej od pierwszych liter ich nazwisk teoriag BCS [10]. Wedlug teorii
nadprzewodnictwa w stanie podstawowym wszystkie elektrony sg zwiazane w pary Coopera,
ktére opisywane sa, taka sama dla wszystkich par, dwuelektronows funkcja falowa. 7 kolei
stanom wzbudzonym odpowiadajg rozerwane pary elektronéw. Minimalna energia potrzeb-
na do rozerwania takiej pary jest réwna 2A. Zatem w widmie wzbudzen elektronowych
wystepuje przerwa, co ma powazne konsekwencje w zachowaniu sie réznych wielkosci mierzal-
nych. Obecnos¢ ponizej temperatury krytycznej par Coopera, powoduje miedzy innymi po-
wstawanie trwatych pradéw nadprzewodzacych, ktérym nadprzewodniki zawdzigeczaja swoja
nazwe. Zjawisko to mozna wytlumaczy¢ w nastepujacy sposéb. Po przylozeniu pola elek-
trycznego i wprawieniu w ruch elektronéw, a nastepnie po wylaczeniu tego pola normalne
elektrony ulegaja rozproszeniom a ich $redni ped zmierza do zera, natomiast pary Coopera,
jako ze wszystkie wystepuja w tym samym stanie kwantowym, nie mogg, ulec rozproszeniom.
Mozliwe jest jedynie rozerwanie takiej pary, ale to z kolei w okreslonych warunkach prowadzi
do zwigkszenia energii swobodnej. Skutkiem tego, w ukladzie bedzie wystepowal przeptyw
trwalego pradu. Wiyniki teorii BCS bardzo dobrze zgadzaja si¢ z danymi eksperymental-
nymi dla nadprzewodnikéw I rodzaju. Obserwacje zaleznoSci wyktadniczych w niskich tem-
peraturach niektérych wielkoSci mierzalnych, sa dowodem na istnienie przerwy w energii
wzbudzen. Takze zalezno$¢ pola krytycznego H. od temperatury dla wigkszoSci prostych
nadprzewodnikéw jest zgodna z do$wiadczeniem [11]. Potwierdzeniem udziatu par Coopera
w nadprzewodnictwie bylo do$wiadczalne stwierdzenie, w 1961 roku, kwantowania stru-
mienia magnetycznego, bedacego wielokrotno§cig fluksonu, w nadprzewodzacym olowianym
cylindrze [12].

Poczatkowo teoria BCS dotyczyta parowania elektronéw w stanie spinowym singletowym,
kiedy to parametr przerwy nie zalezat od kwazipedu. Terminem niekonwencjonalne nadprze-
wodnictwo okres$lono wszystkie inne nadprzewodniki. Zastosowano je do opisu nadptynnosci
3He, ktérego atomy s fermionami o spinie 1/2. Pary Coopera atoméw *He wiaza si¢ poprzez
fluktuacje spinowe, a calkowity spin takiej pary jest réwny jednosci [13]. Rozwazano takze

mozliwo$¢ parowania elektronéw w stanie spinowym trypletowym [14-16]. W teorii nad-
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przewodnictwa spinowo-trypletowego energia wzbudzen w ogélnosci zostaje rozszczepiona na
dwie galezie energii. Pojawia sie tutaj takze mozliwo$¢ braku przerwy w widmie wzbudzen,
co przejawia sie w réznych zaleznoSciach potegowych w funkcji temperatury na przyktad
ciepla wlasciwego czy szybkosci relaksacji spinowo-sieciowej mierzonej przy pomocy magne-
tycznego rezonansu jadrowego.

Do nadprzewodnikéw niekonwencjonalnych nalezg miedzy innymi kwazi-jednowymiarowe
nadprzewodniki organiczne z klasy zwigzkéw (TMTSF).X, gdzie X=PFg, ClO4 itd.
Czasteczki TMTSF tworza tancuchy wzdhuz ktérych nosniki pradu moga sie tatwiej poruszaé
niz w kierunku prostopadtym do nich. Dlatego tez zwiazki te charakteryzuja sie silng ani-
zotropowoscig wlasnosci fizycznych zaréwno w stanie nadprzewodzacym jak i normalnym
[2]. Dodatkowo, przypuszcza sie, ze w zwiazkach tych wystepuje parowanie elektronéw w
spinowym stanie trypletowym [17].

Inna klase nadprzewodnikéw niekonwencjonalnych stanowia nadprzewodniki ciezkofer-
mionowe [18]. W zwiagzkach tych silne korelacje elektronowe sprawiaja, ze masa efektywna
elektronow jest duzo wigksza od masy swobodnego elektronu. Jednak mimo silnego oddziaty-
wania kulombowskiego pomiedzy elektronami, stan normalny tych materialéw mozna nadal
opisa¢ za pomocg modelu Landaua cieczy Fermiego, w ktérym kwaziczastkami sg fermiony
z odpowiednio zrenormalizowana masa [19]. Jako przyklad mozna tutaj poda¢ UPts, w
ktérym parowanie elektronéw w stanie spinowym trypletowym zachodzi poprzez fluktuacje
spinowe, a temperatura krytyczna jest w przyblizeniu réwna 0.5 K [15, 20, 21]. Innym
przykladem jest nie dawno odkryte nadprzewodnictwo ponizej 1 K w ciezkofermionowym
zwiazku UGe, [22]. Zaobserwowano, ze jest ono mozliwe tylko w fazie ferromagnetycznej,
a parowanie elektronéw w spinowym stanie trypletowym, jak si¢ przypuszcza mialoby by¢
zwiazane z ferromagnetycznymi fluktuacjami [23].

Prawdziwy przetom nastapit w 1986 roku, kiedy J. G. Bednorz i K. A. Miiller odkryli nad-
przewodnictwo w zwigzku La-Ba-Cu-O w temperaturze krytycznej okoto 30 K [24]. Byt to
poczatek nadprzewodnictwa wysokotemperaturowego. Duze znaczenie mialo takze odkrycie
nadprzewodnictwa w zwigzku Y-Ba-Cu-O w temperaturze 92 K, gdyz temperatura krytyczna
przekroczyla temperature wrzenia ciektego azotu 77 K uzywanego jako czynnika chtodzacego,
ktory jest latwiej uzyskiwany niz ciekly hel [25]. Najwieksza temperature krytyczna pod
ci$nieniem atmosferycznym, 138 K osiagnieto w zwiazku HgggTlyoBagsCayCuzOgys [26].

Warto jeszcze zauwazyt, ze pod bardzo wysokim ci$nieniem, rzedu kilkudziesieciu GPa T,
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dla zwiazku HgBayCayCuszOs s mozna nawet zwiekszy¢ do okoto 165 K [27].

Zwrécmy dalej uwage, ze we wszystkich nadprzewodnikach wysokotemperaturowych
wystepuje parowanie w stanie spinowym singletowym. Dodatkowo, wszystkie maja strukture
warstwowa, i prawie wszystkie zawieraja warstwy Cu-O [2, 28]. Zatem duze znaczenie ma
w tych materialach ich kwazi-dwuwymiarowo$¢ obserwowana w anizotropowym zachowaniu
sie mierzalnych wielkoSci. W stanie normalnym przejawia sie ona na przykitad w réznicy
zaleznoSci oporu wlasciwego od temperatury w kierunku prostopadlym i réwnoleglym do
plaszczyzn CuOs (przez CuO, oznacza sie warstwe Cu-O, w ktérej wystepuje transport
ladunku). Natomiast w fazie nadprzewodzacej, anizotropie wykazuja miedzy innymi magne-
tyczne pola krytyczne H.o (nadprzewodniki wysokotemperaturowe sa nadprzewodnikami IT
rodzaju), ktére przytozone w kierunku réwnoleglym do plaszczyzn Cu-O sa duzo wigksze,
niz w kierunku prostopadlym do nich. Podobng silng anizotropi¢ wykazuje takze diugosc
koherencji £ [2].

Nadprzewodnictwo w tych zwigzkach otrzymuje si¢ poprzez odpowiednie domieszkowanie.
Na przyktad podstawianie w LayCuQO,4 zamiast tréjwartosciowego La dwuwarto$ciowego Sr
powoduje pojawianie sie dziur w plaszczyznach CuO,. Podobnie mozna wprowadzi¢é noéniki
dziurowe do plaszczyzn CuO, poprzez zwigkszanie zawartosci tlenu w zwigzku YBayCusOg.
Wyjsciowe zwigzki dla x = 0, ze wzgledu na duze oddzialywanie odpychajace elektronéw
znajdujacych sie na tym samym wezle, sa izolatorami Motta-Hubbarda [29] wystepujacymi
w stanie antyferromagnetycznym. Zalezno$¢ temperatury krytycznej od = dla wszystkich
domieszkowanych dziurami nadprzewodnikéw wysokotemperaturowych ksztaltem przypo-
mina kopule [28]. Wraz ze wzrostem = pojawia si¢ faza nadprzewodzaca, temperatura kry-
tyczna zaczyna rosnac, aby po osiggnieciu maksymalnej wartosci zacza¢ male¢ i ostatecznie
znikng¢ dla pewnej wartosci x. Na przykltad dla zwiazku Lay_,Sr,CuO,4 nadprzewodnictwo
wystepuje w przedziale: 0.06 < x < 0.25 [28]. Nalezy zauwazy¢ dalej, ze z danych do$wiad-
czalnych wynika, iz powyzej temperatury krytycznej, dla probek stabo domieszkowanych
dziurami, w widmie wzbudzen magnetycznych i tadunkowych wystepuje przerwa energe-
tyczna nazywana pseudoszczeling [30]. Wystepuje ona do temperatur 7* znacznie wyzszych
od T, a obszar jej wystepowania nie jest jednoznacznie okreSlony.

W tym momencie dobrze bylo by wréci¢ na chwile do parowania spinowo-trypletowego
i zauwazy¢, ze istnieje zwigzek SroRuQy, ktéry ma taka sama strukture jak Lay,CuQy, ale

temperatura krytyczna dla niego wynosi 1.5 K, a pary Coopera wystepuja w stanie spinowym
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trypletowym [31]. Jednym z modeli zaproponowanych do opisu fazy nadprzewodzacej w tym
zwiazku, jest model, w ktérym zaklada sie, ze wystepuje parowanie lokalne zaindukowane
reguta Hunda [16].

Punktem wyjscia do mikroskopowego modelu nadprzewodnictwa wysokotemperatu-
rowego jest domieszkowany izolator Motta-Hubbarda z uwzglednieniem silnych korelacji
elektronowych. Uwaza sie, ze parowanie wystepuje w przestrzeni rzeczywistej w stanie
spinowym singletowym [30], w przeciwienstwie do parowania w przestrzeni pedéw, z ktérym
mamy do czynienia miedzy innymi w klasycznych jak i ciezkofermionowych nadprzewod-

nikach.
1.2. TreS¢ rozprawy

W obecnej rozprawie rozwazamy dwa rodzaje parowania spinowo-trypletowego. Pierwszy
rodzaj, ktéry jest gléwnym tematem rozprawy (rozdziaty od 2 do 4), dotyczy mechanizmu
parowania analogicznego do tego jaki zaproponowano dla nadprzewodnikéw wysokotemper-
aturowych, opisywanego modelem ¢ — J [32, 33]. Odpowiada on granicy silnych korelacji
pomiedzy elektronami, ktére posiadaja zaréwno spinowe jak i orbitalne stopnie swobody.
Drugi model opisuje nadprzewodnictwo w przypadku gdy oddzialywanie pomiedzy elek-
tronami jest poréwnywalne z catka przeskoku [16]. Jest on przedstawiony w Suplemencie.
Nadprzewodnictwo w takim modelu jest zwigzane z lokalnym parowaniem elektronéw zain-
dukowanym reguta Hunda. Aby dokladniej uwzgledni¢ oddziatywanie stosujemy metode bo-
zonéw pomocniczych, dzigki ktérym mozna otrzymac interpolacje pomiedzy rozwigzaniem
Hartree-Focka a granicg silnych korelacji. Otrzymane wyniki sa wynikami modelowymi i
raczej nie opisuja zadnych konkretnych zwigzkéw.

W rozdziale 2 wprowadzamy uogélniony model Hubbarda opisujacy przeskok elektronéw
pomiedzy weztami oraz ich jednoweztowe oddzialtywanie przy dowolnych postaciach catki
przeskoku i oddzialywania zaleznych od spinowych i orbitalnych liczb kwantowych elek-
tronéw. W celu wyliczenia efektywnego hamiltonianu w granicy silnych korelacji stosujemy
kanoniczne rozwiniecie perturbacyjne. Polega ono na podzieleniu stanéw wiasnych uogél-
nionego hamiltonianu Hubbarda na stany wtasne odpowiednich podpasm oddzielonym od
siebie przerwa duzo wigkszg od szerokoSci tych podpasm. Przerwa ta zwigzana jest z energia
kulombowskg elektronéw. Dla wypelienia pasma n < 1 otrzymujemy uogélniony hamil-

tonian efektywny, ktory dziala w podprzestrzeni stanéw pustych i pojedynczo obsadzonych
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na weztach. Stosujac tylko operatory elektronowe problem taki w ogélnosci jest trudny do
rozwigzania. Dlatego wprowadzamy kwaziczastki spinony i holony, ktére charakteryzuja sie
tym, ze gdy na wezle znajduje sie elektron, to w obrazie tych kwaziczastek wezel ten jest
obsadzony przez spinon, natomiast gdy wezel jest pusty, to znajduje sie na nim holon. Przed-
stawiajac hamiltonian za pomocg spinonéw i holonéw dodaje si¢ do niego odpowiedni wigz,
dzieki ktéremu na wezle znajduje sie tylko jedna kwaziczastka. Wprowadzone kwaziczastki
mozna zastosowaé do kazdej postaci uogélnionego hamiltonianu efektywnego.

W rozdziale 3 przedstawiamy hamiltonian efektywny dla elektronéw w rzeczywistym
pasmie ey, korzystajac z ogélnej postaci hamiltonianu efektywnego wyliczonego w rozdziale 2.
Natomiast w rozdziale 4 wyprowadzamy z tego hamiltonianu szczegélny przypadek nazywany
modelem ekwiwalentnych orbitali. Nastepnie przedstawiamy tak otrzymany hamiltonian,
za pomocy spinonéw i holonéw. Po zastosowaniu metody Sredniego pola, diagonalizujemy
go, a nastepnie wyliczamy energie swobodna. Zakladajac, ze wystepuje tylko parowanie w
spinowym stanie trypletowym rozpatrujemy przypadki dwu- i tréjwymiarowe. Wyliczamy
takze dla tych przypadkéw zaleznosci szybkosci relaksacji spinowo-sieciowej od temperatury.

W rozdziale 5 wyliczamy poprawke trzeciego rzedu do hamiltonianu dla wypelnienia
pasma n < 1. Wyprowadzamy takze uogélnione hamiltoniany efektywne dla przypadkéw
1 <n < 2oraz 2 < n < 3. Przedstawiamy w jaki przyblizony sposéb mozna zbadac
termodynamike opisywang przez oba przypadki. W rozdziale 6 podsumowujemy szczegétowo
wyniki tej rozprawy.

Dla pemoSci opisu zamieszczamy siedem Dodatkéw (A-G), w ktérych przedstawiamy
niektoére szczegdly obliczen zastosowanych w rozprawie. Na koncu zamiesciliSmy Suplement
(praca oryginalna opublikowana) przedstawiajacy lokalne nadprzewodnictwo spinowo-

trypletowe dla obszaru od matych do silnych korelacji.
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2. Uogdlniony model nadprzewodnictwa dla
wypelnienia pasma n<l

2.1. Model t-J

Jednym z modeli opisujacych nadprzewodnictwo wysokotemperaturowe, sparowanych
elektronéw w stanie spinowym singletowym, jest model ¢ — J, ktéry mozna wyprowadzic¢

z modelu Hubbarda opisanego hamiltonianem:

Hpy = Z tija;rgajg + UZ”iT”il~
i#j,0 i
gdzie a;, (a}a> jest operatorem anihilacji (kreacji) elektronu w stanie Wanniera odnosza-
cym sie do wezla j z zetowa sktadowsg spinu réwng o, natomiast n,, jest operatorem liczby
obsadzen elektronéw w stanie |io) . Pierwszy wyraz opisuje przeskok elektronu pomiedzy
weztami ¢ oraz j, natomiast wyraz z U jest energia odpychania kulombowskiego dwdch elek-
tronéw o przeciwnych spinach na wezle. Jesli oddzialywanie kulombowskie na wezle U jest
duzo wigksze od catki przeskoku |¢;;], to z rachunku zaburzefi mozna otrzymac nastepujacy

hamiltonian ¢ — J opisujacy oddzialywanie par elektronéw w przestrzeni rzeczywistej [33]:

Ht—J = Z tijc:li-o-cja — Jl Z tijtjks;rjskj, (2].)
i#j0 ik

gdzie ¢! =al (1 —ngz), J' = 2/U, natomiast:

o

1
o PR
5= 75 (CiTle - CileT> ' (2.2)

V2

Operatory dane réwnaniem (2.2) kreuja (s:-rj) lub anihiluja (s;;) pare elektronéw w spinowym
stanie singletowym znajdujacym sie na wezlach ¢ oraz j. Pierwszy wyraz w hamiltonianie
(2.1) opisuje przeskok elektronu z pojedynczo obsadzonego stanu na wezle j do pustego
stanu na wezle i. Natomiast drugi wyraz opisuje przeskok pary wokoét wezta j dla k # i, a
dla k = i dwuwezlowe oddzialywanie takiej pary. Hamiltonian (2.1) jest stuszny dla liczby
elektronéow na wezle n; < 1, przy czym dla n; = 1 uklad jest izolatorem, czyli nie ma
transportu elektronéw opisanego pierwszym sktadnikiem hamiltonianu (2.1), a elektrony
wykonujg tylko wirtualne przeskoki na wezet zajety i z powrotem na pusty, co sie przejawia

w dwuwezlowym oddzialywaniu elektronéw. Model ten mozna rozwigza¢ w przyblizony
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sposéb przy uzyciu wielu metod. Jedna z nich, zwana metoda RV B (ang. resonating va-
lence bond), polega na podstawieniu do hamiltonianu za operator cZT»J =b; f;, gdzie fiTU jest
operatorem kreacji fermionu nazywanego spinonem, natomiast b; jest operatorem anihilacji
bozonu nazywanego holonem. Zauwazmy, ze operator c;ra kreuje elektron na i-tym wezle
pod warunkiem, ze wcze$niej wezel ten byl nie obsadzony, gdyz n; < 1. W jezyku nowych
operatorow, f;ra kreuje fermion a b; anihiluje pusty stan (dziure) na wezle i-tym. Zatem jesli
wezel i jest obsadzony to bZTbi = 0, jesli natomiast wezel ten jest pusty to bgbi = 1. Zachodzi
cj»(,cw = fZ-TU fir- Do hamiltonianu dodaje si¢ nastepujacy wiez: >, \; (bj bi+> ,f ZT(,f ic — 1) ,
ktory wyklucza stany podwdéjnie obsadzone. W metodzie RV B wprowadza sie parametr,
zwany parametrem RV B, ktéry stuzy do opisu fazy nadprzewodzacej i jest dany przez
nastepujaca réwnos¢ A = (f; fer — fi1fey) - Modelem tym mozna opisa¢ nadprzewod-
nik, w ktérym parametr przerwy zalezy od kwazipedu i w szczegdélnym przypadku jest
dany wzorem Ay o< (A, cosk, + Ay cosk, + A, cosk,), wiec moze dla pewnych wartodci
kwazipedu znika¢. Zauwazmy, ze parametr Aj; nie jest dobrym parametrem, stuzacym do
opisu nadprzewodnictwa, gdyz prawdziwym parametrem opisujgcym nadprzewodnictwo jest
(cjrent — cjrery) = <b}b2 (fitfur = ijfk¢)> ~ <b;b£> Ak, a zatem aby istniala faza nadprze-
wodzaca nie tylko Aj; musi by¢ rézne od zera ale takze <b;r b2> . Wiasnosci takiego podejscia
do modelu ¢t — J mozna znalez¢ np. w pracy [34].

Wprowadzenie holonéw i spinonéw jest zwigzane z postulatem separacji spinowej i
ladunkowej w nadprzewodnikach wysokotemperaturowych [35]. Postulat ten oznacza, ze
stan podstawowy jak i nisko lezace stany wzbudzone mozna opisa¢ za pomocg dwdch
kwaziczastek: jednej ze spinem 1/2 i ladunkiem réwnym zero (spinon) oraz drugiej z
ladunkiem +e i spinem réwnym zero (holon). Jest on wprowadzony w zwigzku z analogig ze
Scistym rozwigzaniem, za pomoca ansatzu Bethe’go, jednowymiarowego modelu Hubbarda z
przeskokiem wystepujacym tylko pomiedzy najblizszymi sasiadami [36], opisywanym catka
przeskoku ¢ i bezposrednio przejawia si¢ w tym rozwiazaniu dla duzego U/ |t| [37]. Sepa-
racje spinowo-tadunkowsg mozna zrozumie¢ w nastepujacy sposéb. Dla przypadku n; = 1
w hamiltonianie ¢t — J, wystepuje tylko drugi wyraz opisujacy oddzialywanie dwuweztowe
spinéw, ktére mozna przedstawi¢ za pomocg modelu Heisenberga w nastepujacej postaci:
S, - S;, gdzie S; jest operatorem spinu, ktérego warto$¢ wynosi (S?) = 3/4. Domieszkowanie
wprowadza dziury, co oznacza, ze kazdy wezel moze byt teraz zajety albo przez dodatnio

natadowana dziure (+e), ktérej odpowiada holon albo przez spin, czyli spinon. W zwiazku
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z tym uwaza sie, ze zjawiska transportowe nie sa mozliwe bez udzialu holonéw [38]. Sepa-
racje spinowo-tadunkows wida¢ najbardziej w przyblizeniu Sredniego pola, kiedy to otrzy-
mujemy hamiltonian elektronowy jako sume dwéch hamiltonianéw, z ktérych jeden zawiera
operatory spinonowe a drugi holonowe. W wyniku tego stan wlasny takiego hamiltonianu
elektronowego jest iloczynem dwéch stanéw wlasnych: spinonéw i holonéw.

W rozdziale tym wyprowadzimy uogdlniony hamiltonian opisujacy nadprzewodnictwo
z parowaniem w przestrzeni rzeczywistej, ktorego szczegélnym przypadkiem bedzie takze

model ¢t — J, gdy liczba elektronéw na wezle jest mniejsza lub réwna jeden.
2.2. Kanoniczne rozwiniecie perturbacyjne

Na poczatek wprowadzimy uogélniony model Hubbarda dany hamiltonianem:
H = Z t%ﬁagaajg + Z Valgnga}aajﬁamaw. (2.3)
i#j,0B i b

W powyzszym hamiltonianie «, 3, n i # numeruja pary liczb kwantowych orbitalnych i
spinowych, przy czym tym pierwszym, w niektorych przypadkach, odpowiadaja superpozycje
orbitalnych funkcji atomowych, w zaleznoéci od rozpatrywanego modelu. Operatory a;s
<a;rﬁ> sa operatorami anihilacji (kreacji) elektronéw w stanach Wanniera |i3) . Jak wida¢
zakladamy tutaj, ze wystepuje tylko oddzialtywanie wewnatrzatomowe takie same dla wszyst-
kich weztéw. Zakltadamy takze, ze tf;ﬁ = 0 co oznacza, ze energia jest mierzona wzgledem
pozioméw atomowych, o ktorych sie zaklada, ze sa takie same oraz, ze nie sa mozliwe
przejscia pomiedzy tymi poziomami, a zatem nie wystepuje sprzezenie spin-orbita, ktore by

powodowato takie przejscia [39]. Ze wzgledu na hermitowsko$¢ hamiltonianu musi zachodzié:

e =

(t?f‘)* oraz Vogpe = Vy,s,. Dodatkowo sa spemione nastgpujace relacje: Vigpo =
~Viang = —Vapey-

Rozpatrzmy teraz operatory projekcji P; do stanéw okre$lonych przez indeks j (nie jest
to wskaznik wezta). Danemu indeksowi j niech odpowiadaja stany wlasne atomowej czesci
hamiltonianu (2.3), réznigce sie miedzy soba tylko wskaznikami weztéw. Na przyklad moga
to byc stany takie jak: wszystkie stany na weztach pojedynczo obsadzone lub puste, jeden
stan podwdéjnie obsadzony na wezle w danym stanie wlasnym atomowej czeSci hamiltonianu,
a pozostate pojedynczo obsadzone lub puste, jeden potrdjnie i jeden podwdéjnie obsadzone

stany wlasne na weztach oraz pozostale pojedynczo obsadzone, itp. Operatory te charak-

teryzuja sie tym, ze dzialajac na stany odpowiadajace indeksowi j daja ten stan z powrotem,
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natomiast dzialajac na inny stan daja zero, czyli zachodzi P;P, = 0,,F;. Speliona jest

nastepujaca relacja: »_; P; = 1. Z relacji tej wynika nastgpujacy zwiazek [40]:

H:ZP]HZP] = Ho+H,,

J J
gdzie:
Ho =Y  PHP;,
J
H, =) PHP. (2.4)
J#k

H opisuje poruszanie si¢ elektronéw w odpowiednich podpasmach Hubbarda numerowanych
przez j, a operator H; opisuje przeskoki pomiedzy tymi podpasmami.
Rozpatrzmy teraz nastepujaca transformacje kanoniczna:

H () = e~ (Hy + cH;) e, (2.5)
gdzie S jest operatorem hermitowskim. Natomiast ¢ jest traktowane jako male, az do mo-
mentu koncowego, kiedy sie przyjmie, ze jest réwne jednosci. Wtedy to z powrotem otrzy-
mamy hamiltonian H przetransformowany do ]ﬁl(l)

Rozwinmy teraz eksponenty w szereg i rozpatrzmy H (¢) do drugiego rzedu w . Dosta-

jemy:
H (<) = Ho + < (B — i [S, Ho]) — 5 ([S, [S, Ho]] + 2015, Hu]) (2.6)

Bedziemy szuka¢ takiego operatora S, dla ktérego znika liniowa czeS¢ €, czyli:
H; — i [S, Hp] = 0. (2.7)
Podstawiajac za [S, Hy| = —iH]; do (2.6) dostajemy:

= (1) = Hy — % 1S, Hy], (2.8)

gdzie zalozyliSmy juz, iz € = 1. Latwo jest pokazac, ze wyrazy pochodzace od € w wyzszych
potegach niz 2, daja wkiady do hamiltonianu wyzszego rzedu.
Aby znalezé operator S podstawmy do (2.7) za H; i Hy z réwnan (2.4), a naste¢pnie

oblézmy z obu stron operatorami P; i P, otrzymujemy:
PHP; (P;SP,) — (PjSPy) PP, = (1 —0,;) iP;HP,.
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Rozpatrzmy najpierw przypadek j # k. Prawa strona powyzszej réwnoSci opisuje przejscie
pomiedzy stanami odpowiadajacymi operatorom projekcji P; i Py. Zatem PpHPE, odpowiada
energii stanu poczatkowego a P;HP; stanu kofncowego. Podstawiajac za te operatory
odpowiednie energie stanéw poczatkowych i koncowych, otrzymamy, ze znaczenie ma tylko
réznica pomiedzy tymi energiami. Réznica ta bedzie wynosi¢ w dobrym przyblizeniu tyle
samo, jesli energie te zastapimy ich wartoSciami Srednimi po stanach nalezacych do danego
podpasma, ktére oznaczymy odpowiednio Ej, i Fj, co jest stuszne jesli zalozy¢, ze operatory
P; i P, maja taka postac, ze |E; — Ej| jest duzo wieksze od szerokoéci podpasm P;HP; i
P,HP;. Oznacza to, ze gdybySmy mieli do czynienia z przypadkiem "degeneracji" Ej ~ Ej»,
czyli gdyby podpasma j' i j” sie przykrywaly, to musielibyémy to uwzgledni¢ definiujac

odpowiedni nowy operator projekcji jako sume Py i Pjr. Otrzymujemy nastepujace wyraze-

nie: .
PSP, — %. (2.9)
Dla j = k otrzymujemy natomiast réwnanie:
[PH,P;, PSP;] =0,
ktérego najprostszym rozwiazaniem jest:
P,SP; = aP;, (2.10)

gdzie a jest liczba rzeczywista.
Wstawiajac za Ho, Hy 1 .S = >, PS> P = >, PSP, +a)_; P; do (2.8) oraz
korzystajac z réwnan (2.9) i (2.10) otrzymujemy:

- 1 P,HPHP,, + P, HP,HP,
H=>S PHP — - ! m T _m .

i#kAm

Hamiltonian H uwzglednia zatem w drugim rzedzie wirtualne wzbudzenia do wyzszych
podpasm Hubbarda oraz przej$cia pomiedzy tymi podpasmami. Je§li najnizsze podpasmo
PyHF, jest oddzielone od pozostatych podpasm P;HP; przerwa, to w niskich temperaturach
wystepuja gtéwnie wzbudzenia z najnizszego podpasma do wyzszych podpasm i z powrotem

tak, ze sg one w przyblizeniu nie obsadzone. Hamiltonian H ma wtedy postac:

. PyHP,HP,
H = RHPy = BHP — ) ﬁ (2.11)
jz0 10
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Wida¢ tutaj, ze jesli P; jest sumg pewnych operatoréw projekcji, to kazdego z nich oddzielnie

mozna wiaczy¢ do sumy.
2.3. Uogdlniony hamiltonian efektywny

W tym podrozdziale wyprowadzimy hamiltonian efektywny (2.11) dla uogélnionego
hamiltonianu Hubbarda danego wzorem (2.3), gdy érednia liczba elektronéw przypadaja-
cych na atom n < 1. W Dodatku A zostalo wyprowadzone ogélne réwnanie diagonalizujace
atomowg czeS¢ tego hamiltonianu. W wyniku tej diagonalizacji, otrzymujemy uogdlniony

model Hubbarda w nastepujacej postaci:

H= Y tFala;+> EAL A, (2.12)
i#j,o8 iy
gdzie A;rv jest operatorem dwuczastkowym takim, ze AZT,Y |0) jest stanem wlasnym atomo-
wej czeSci hamiltonianu (2.3) do wartoéci wlasnej E,, o ktérej zakladamy, ze jest do-
datnia, co natozy tylko odpowiedni warunek na V,g,». Dla o = 1,...,d liczba mozliwych
dwuczastkowych stanéw wlasnych numerowanych przez v jest réwna d(d — 1) /2. Jedli za-
lozy¢, ze oddzialywanie kulombowskie E. jest na tyle duze, ze najwyzsze z mozliwych ob-
sadzen elektronéw na wezle jest podwdjnym obsadzeniem, to operatory A%Am wystepujace
w hamiltonianie (2.12) sa tylko operatorami liczb obsadzen odpowiednich stanéw podwdéjnie
obsadzonych.
Stany wlasne AIW |0) sa ortonormalne, co przy zalozeniu nastepujacej postaci operatoréw
AZTV:
AL =) srapalaals,
af

prowadzi do nastepujacego warunku na macierze s.:

1
TT(SLSWI) = §5W/, (2.13)
Oprécez tego zachodzi s,a3 = —S484, €O jest zwigzane z tym, ze zakladamy, bez straty ogol-

nosci, iz jest spelniona nastepujaca réwnosé: swga;raajﬁ |0) = svgaajﬁaja |0) . Wyprowadzimy
jeszcze jedng zaleznoS¢ pomiedzy macierzami s,. Mianowicie, latwo pokazac, ze zachodzi

nastepujaca r6wnosé s,g, = 1 (0| amaigA;r,y |0) .Otrzymujemy stad nastepujace wyrazenie:

. 1
Z 57977879/77/ = Z ((Smllég(.)/ - (5779/(55;7]/) ) (214)
2
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gdzie skorzystaliSmy z tego, ze operator jednostkowy na wezle jest dany przez: 1, =
>, AZT7 |0) (0] Aiy + > i) (i'|, gdzie ortonormalne stany |iI') sa pozostalymi stanami
wlasnymi atomowej czeSci hamiltonianu (2.12), czyli sa to: stan prézni, stany pojedynczo
obsadzone oraz wszystkie stany z liczbg obsadzen wigksza od 2.

Wprowadzamy operatory projekcji do stanéw maksymalnie podwdjnie obsadzonych:

gdzie:

Pi'y = Zriaﬁaiﬁaia /H (1 — nm/) . (215)
" B8

Operatory projekcji tak zdefiniowane rzutuja dowolny stan na wezle, na stan prézni (P?),
na stan pojedynczo obsadzony (P!) oraz na odpowiednie stany dwuczastkowe numerowane
przez vy (Pfy), dla ktérych wartoSci parametru r,.g zostang wyliczone ponizej. Oprécz
powyzszych operatorow wystepuja takze operatory projekcji do stanéw wiecej niz podwdjnie
obsadzonych przez elektrony na wezle. Jak sie jednak okaze, dokladna znajomoS¢ postaci
tych operatoréw nie bedzie nam w tym rozdziale potrzebna. Stany podwdjnie obsadzone
beda wystepowaé jako fluktuacje wokét stanu niezaburzonego. Odnosnie wartosci parametru
Tvaa W (2.15) mozna przyjac, ze sa zerowe. Natomiast, pozostale wartoéci tego parametru
mozna wyliczy¢ z warunku projekcji polegajacym na tym, ze operator va dzialajac na stan
AIV, |0) w przypadku gdy v = 7' daje AZT7 |0) oraz zero dla v # 4. Zajmijmy sie najpierw

tym pierwszym przypadkiem, mianowicie:
P2 AL |0) = Pl P, AL |0) =277 (xls,) P |0) .

Jedli przyjaé r,=s, to ze wzgledu na warunek (2.13) oraz posta¢ operatoréw AZT»7 i PZTV od

razu dostajemy, ze prawa strona powyzszej réwnosci jest réwna AZT7 |0) . Zobaczmy teraz
co sie dzieje gdy mamy do czynienia z drugim przypadkiem, czyli v # /. Warunkiem na
znikanie stanu P%Ajv' |0), jest: PWAIV' |0) = 2Tr(sts,) = 0, co jest w zgodzie z warunkiem
(2.13). Latwo mozna teraz pokaza¢, ze zachodzi: P2,P? = 6, PZ,. Oprocz tego spetnione

. : coolei P2 PO 2 pl _ 0pl _
tez sa nastepujace zwiazki: P B =0, P_ P = 0 oraz P P; = 0.
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Z zupetoéci bazy stanéw wlasnych atomowej cze$ci hamiltonianu (2.12) wynika, ze na

kazdym wezle operator jednostkowy musi mie¢ nastepujaca postac:

PP+ P'+) Pl 4. =1,

>
gdzie kropki oznaczaja sume dalszych operatoréw projekcji dla stanéw z potréjna i wicksza,
liczbg obsadzen elektronéw na wezle, gdy obok spinowych stany zaleza takze od orbitalnych
liczb kwantowych. 7 powyzszego réwnania mozna otrzymac¢ wszystkie mozliwe operatory

projekcji dla calego uktadu, spelniajace zwiazek:

H<3°+I%1+lei+...> = 1.

( v

77

Zalézmy teraz, ze jest spelniony warunek F., >> . Poniewaz n < 1, wiec najnizszemu
podpasmu, wystepujacemu w hamiltonianie (2.11) beda odpowiadaé stany z liczba elek-
tronéw na wezle n; < 1. Z postaci tego hamiltonianu wynika, ze wystepuja tylko wzbudzenia
do podpasm z jednym podwdéjnym obsadzeniem odpowiadajacym indeksowi . Odpowiednie
operatory projekcji sa dane przez nastepujace réwnania:

=TT Y,

oy R P). 216)

i i

Widaé, ze operator P! nie znika dla stanéw na wezltach pojedynczo obsadzonych lub
pustych. Energia kulombowska takich stanéw jest réwna zeru. Warto$¢ $rednia energii w
najnizszym podpa$mie P'HoP' niech wynosi Ey. Drugi operator P? rzutuje dowolny stan
na wezle na stany podwdjnie obsadzone odpowiadajace indeksowi 7. Z hamiltonianu (2.12)
wynika, ze energia kulombowska takich stanéw jest réwna .. Niech wartos¢ $rednia energii
odpowiedniego podpasma Hubbarda P?HP? wynosi E, 4 Ej,. Poniewaz réznica pomiedzy
dolnym podpasmem a gérnym jest tylko w tym, ze w tym drugim przypadku pojawia sie
jeden stan podwdjnie obsadzony, wiec réznica $rednich energii pasmowych Ey i E| jest w
przyblizeniu réwna zero w poréwnaniu z ., ktére jest duzo wigksze od szerokoSci podpasm.

Otrzymujemy zatem ze wzoru (2.11) nastepujacy hamiltonian efektywny:

1
H=P'HyP' - :E—PIHP,fHPl. (2.17)
v Y
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Hamiltonian H opisuje procesy wirtualnych wzbudzen elektronéw ze stanéw z pojedynczymi
i pustymi obsadzeniami w calym ukladzie (wyprojektowuje je operator P!) do stanéw
podwdjnie obsadzonych (ktérym odpowiada operator Pf) i z powrotem do stanéw z po-
jedynczymi i pustymi obsadzeniami. Wyraz P'HyP!, opisujacy ruch elektronéw w dolnym
podpasmie jest rézny od zera dla n < 1. Dla n = 1 wyraz ten jest réwny zeru a uklad jest
wtedy izolatorem Motta-Hubbarda [41-43].

Na powyzszy hamiltonian mozna jeszcze spojrze¢ w nastepujacy sposéb. W granicy
nieskoficzonego oddzialywania kulombowskiego E, — oo wystepuje tylko pierwszy wyraz,
ktory opisuje ruch dziur lub zlokalizowane elektrony. Odchodzac od tej granicy pojawiaja,
sie¢ mozliwosci istnienia wirtualnych podwdéjnych obsadzen, ktére wyrazaja sie w drugim
wyrazie powyzszego hamiltonianu. W Dodatku B zostaly przedstawione obliczenia, ktére
prowadza do nastepujacej postaci uogélnionego hamiltonianu efektywnego:

2
H= Z t azaajﬁ - Z E Bzg'yBTJ’W (218)
i#j,ap iEJETY

nowy operator jest zdefiniowany nastepujaco:

T
ZJ"/ \/_Z ( JZ) SWﬂazﬁa;rn ﬂ(aj) tijsva}, (2.19)

afn

gdzie aj jest wektorem skladajacym si¢ z operatoréw alTa

natomiast t;; jest macierzg o
elementach t%-ﬁ . W hamiltonianie H pomineli$émy operatory projekcji P!, co si¢ wigze z za-
tozeniem, ze w uktadzie wystepuja tylko stany maksymalnie pojedynczo obsadzone na wezle.
Z powyzszego wynika wniosek, ze aby istnial operator Bm musi by¢ spelnione t;;s, # 0.
Hamiltonian (2.18) moze by¢ przydatny przy badaniu stanu nadprzewodnictwa dla rzeczy-
wistych pasm, gdyz od razu wida¢ jakie beda parametry RV B.

W przeciwienstwie do stanéw A |O) stany dwuczastkowe zdefiniowane przez operatory

parowania (2.19) w nastepujacy sposéb: Bl |0) nie zawsze sg ortogonalne, gdyz zachodzi:

gy
(0| By Bl |0) = 2T (s,*y,tjjt,-jsv) . (2.20)
Idac dalej z réwnania (2.13) otrzymujemy, ze:

(0] BZ]’Y'B

iy | > = |tij|2 577/ dla tij = tij17 (221)

Co oznacza, ze niezaleznie od postaci atomowej czgéci hamiltonianu (2.12) stany Bm |0) sa
zawsze ortogonalne gdy w wyrazie z catkyg przeskoku nie zachodzi zmiana spinu i orbitali,

czyli t%ﬁ = 1;j00p-
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Jesli rozpatrzy¢ dwuweztowe oddzialywanie w hamiltonianie (2.18), czyli r = i, oraz
te skladniki tego oddzialywania, ktére dotycza tylko dwéch zadanych weziéw, czyli:
—2 27 BZ-TﬂBm /E.,, to otrzymamy, ze liczba stanéw wilasnych tej czeSci hamiltonianu jest
réwna d? a nie d(d —1)/2 jak dla liczby stanéw wtasnych AT |0) atomowej czeSci hamiltonia-

u (2.12). Zatem w przypadku ;) *% — t,;0,5 obok stanéw whasnych B |0) bedzie takze

ijy
d(d + 1)/2 innych ortonormalnych stanéw wlasnych o energii W}asneJ réwnej zeru.

Z postaci operatoréw parowania wynika takze, ze gdy spetniony jest warunek t;;s, = s,t7;,
to operatory te sg symetryczne wzgledem przestawienia weztéw, czyli zachodzi: B;j, = Bjis.
Oznacza to, ze dla przypadku t;; = t;;1 po wylaczeniu ¢;; z operatoréw nowe operatory

parowania bedg zawsze symetryczne.

2.3.1. Przeniesienie wlasnoéci stanéw A . |0) na stany Bjﬂ |0)

Rozpatrzmy teraz nastepujacy hermitowski operator jednoczastkowy, ktérego bedziemy

nazywaé¢ uogélnionym spinem:

(2i:: ( z C9z>
QY = Qusal,ais, (2.22)
o

gdzie w = z,y, z oraz ze wzgledu na jego hermitowskos¢ zachodzi Qg5 = (an)* . Operatory
QY spelniaja nastepujace zwiazki: [QY, QY] = i) v CwwwrQF . W szczegélnosei gdy
rozpatrujemy pasmo e, moga to by¢ operatory spinu S; lub pseudospinu L; zdefiniowane
nastepujaco [44]:

1
— E w T
= 5 Uggﬂlﬂgaﬂgg

o,0’,l

1
= 2 3 ol (2.23)

Lo

gdzie [ (I') numeruje dwa orbitale 7 i x, natomiast ¢* sa macierzami Pauliego, danymi przez:

01 0 — 10
o’ = , 0¥ = , 00 = . (2.24)
10 1 0 0 -1

i Yiro i Viko ko
of 1
aﬁtﬂ

Zakladamy, ze zachodzi L7al_|0) = % |0y oraz Lzal  |0) = ——a 0) .
Wprowadzmy nastepujacy operator: Ht =5 Lais/\/2. Latwo pokazat, ze za-

chodzi nastepujaca réwnosé: HtA;rv |0) = |0) . W przypadku gdy mamy do czynienia z

ﬂV
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aB:

modelem ekwiwalentnych orbitali: ¢; aptji, operator Hy komutuje z QY + Q. Zatem

jesli wartoéci uogdlnionego spinu Q? = (Q%)* + (QY)* + (Q?)* lub ktorejs z jego sktadowych
QY sg okreslone dla ktéregos ze stanéw Al . 10) , to takie same beda wartosci (Q; + Qj)2 lub

QY + QY dla odpowiednich stanéw Bj; |0) . Podobnie gdy rozpatrujemy bardziej realistycz-

JW

ny przypadek, gdy przeskok elektronéw ma nastepujaca postac: ¢ a1y, zatem nie

o jz ]la
zmienia spinu elektronéw, wtedy operator H; komutuje z operatorem spinu (S; + Sj)Q oraz
z jego sktadowg S7 + 57 Jesli stan AZT»7 |0) jest stanem wlasnym, ktérego$ z tych operatoréw,
to tak samo stan BJTW |0) bedzie stanem wlasnym do tej samej wartosci wlasnej. Zauwazmy
dodatkowo, ze w ogélnym przypadku gdy uogélniony spin (Q; + Qj)2 lub jego sktadowa

QY + QY pewnych stanéw B} |0) sa rézne, to stany te sa ortogonalne.

tjy

2.3.2. Uogélniony spin elektronéw w stanach A’ . |0) oraz Bjﬂ |0)

Zbadamy teraz ogdlne wlasnosci stanéw AI,Y |0) oraz Bjﬂ |0) . Wyprowadzimy najpierw

réwnania na macierze s, oraz t;j, przy ktérych stany A iv |0) oraz B,Zrm |0) beda miaty
okreslone wartoéci uogélnionego spinu. Zalézmy zatem, ze uogélniony spin Q?, ktérego$

za stanéw A:-rV |0) jest okreslony, czyli zachodzi:

QAL 0) = Q, (@, +1) AL |0).

Prowadzi to do nastepujacego warunku na macierz s, lub Qg

Qy (Qy +1) sy = Z Swﬂanr;] ’ (2.25)
Bn
gdzie:
QB /= Z (5’7’” Z QpQcp +0ps Z QueQey + 2@;%”@%,5) 7 (2.26)
w I3 13
z powyzszego rownania widaé, ze zachodzi an" Qnﬁ , co zostalo wykorzystane do

wyliczenia wzoru (2.25).

W przypadku stanu B! |0) zadzialamy operatorem Q= (Qi+ Qj)2 na ten stan. Za-

jry

ktadamy o nim, ze istnieje, czyli, ze jest spelnione t;;s, # 0. Otrzymujemy:

LBLI0) =v2 Y 07s.0,Q0 alyal, |0). (2.27)
a6n76/n/

Warunkiem na to aby zachodzita réwnos¢:

Q;,BL, 10y =@, (1+Q,)BL,0), (2.28)
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jest:

Dt san @, = Q4 (14 Q) Dot s

afn a

Powyzsze réwnanie przy ustalonych s, oraz t;; jest takze réwnaniem na ;. Réwnanie
(2.28) moze znalez¢ zastosowanie przy prébie wyrazenia hamiltonianu (2.18) poprzez uogél-
niony spin.

Ze wzgledu na zastosowanie do ferromagnetyzmu rozpatrzymy teraz szczegdélny przypadek

uogélnionego spinu - operator spinu S; = (S¥, SY, S7). Zachodzi:

Sv = (aT)T Sva;, (2.29)

7 (2

T
gdzie (aj) = (aLT, azu, a;rm, a;r%, e azTDT, alm) , indeksy od 1 do D numerujg orbitale oraz:

cv 0 0
1
S“’:§ 0o . 0 |- (2.30)
0 0 o%

Wstawiajac za Q" = S* do (2.26) otrzymujemy nastepujacy wzér na Qg;}”l = Sgnnlz

S/gﬂn = 5:85/57777/ + 5d1d2 5d3d4 5b’k5bk'7

=b+2(d—-1),
B=b+2(dy—1),
n=kK+2(ds—1),
n=k+2(dy—1),

gdzie dy234 = 1,...,D, natomiast V/,b,k",k = 1,2. Korzystajac z (2.25) otrzymujemy
warunek na macierz s.:
{8, (8, +1) = 1} szt = 5332, (2:31)

dads

gdzie S, jest réwne Q, w (2.25), natomiast s

jest dwuwymiarowym blokiem naleza-
cym do macierzy s, (jest ona podzielona na D? blokéw). Blok ten znajduje si¢ w da
wierszu i w dy4 kolumnie blokéw. Inaczej méwigc zachodzi nastepujaca réwnoS¢ s.g, =
Sy b42(da—1) k+2(da—1) = sszbi“. Z réwnoséci (2.31) wynika, ze dla stanéw spinowych singletowych
(S, = 0) bloki po transponowaniu zmieniaja znak, natomiast dla stanéw spinowych tryple-

towych (S, = 1) przy takiej operacji znak bloku sie nie zmienia. Poniewaz sz =

—Ss., wigc
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dla stanéw S, = 1 na diagonali znajduja si¢ tylko bloki z zerowymi elementami macierzo-
wymi.

Wstawmy teraz za Sg;?"l do (2.27) otrzymujemy:

2 nt _ af
S Bzm |0> ZJ”/ Y;ﬂn wam > (2'32)
afn
gdzie 8% = (S; +S;)* oraz:
YOI = 2t ot (2.33)

Poniewaz, Bjﬂ fzaﬂn tgaswnajﬁa;n (B=b+2(dy—1) in=k+2(ds— 1)) to w ogdl-
Y2 w (2.32) nie bedzie réwne +B]._ |0}, czyli stan B |0) nie bedzie

nosci wyrazenie z Y iy

gy
mial okreslonego spinu. Jesli zazgdamy, zeby spin stanu ZT,Y |0) byt taki sam jak dla stanu

m |0) , to musza by¢ spelione nastepujace réwnania:

S ( dids (2 )bk = (bijS4) g, - (2.34)

dy

Wzér ten wyliczyliSmy wstawiajac za syap12(4,—1) ze wzoru (2.31) do (2.33) oraz korzystajac
z (2.32).
Zastanéwmy sie teraz nad przypadkiem kiedy spin stanu A;r,y 0) jest réwny S,

natomiast spin stanu BJ_|0) jest réwny 1, i na odwrét. Bedzie to zalezalo zaréwno od

tjy

postaci calki przeskoku t;; i macierzy s,. Otrzymujemy nastepujacy warunek:

Z (Sflyld4 (t?;dl)T> o = — (tijS’Y)ﬂn .

dy
Gdzie przypominamy, ze 5 =b+ 2 (dy — 1) oraz n = k + 2 (dy — 1) . W szczegdblnoéei otrzy-

mujemy nastepujacy prosty wzor:

gl (tdgdl)T — _tadigdids

8 v

Zatem moze si¢ zdarzy¢, ze mimo iz w uogélnionym modelu Hubbarda najnizszemu, po-
dwdjnie obsadzonemu stanowi atomowemu odpowiada spinowy stan trypletowy, to w hamil-
tonianie efektywnym (2.18), w granicy silnych korelacji otrzymamy parowanie w stanie

spinowym singletowym.
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2.3.3. Skladowa uogdlnionego spinu elektronéw w stanach AZTV |0) oraz Bjﬂ |0)
Zbadamy teraz sktadowa Q¥ operatora (2.22). Zalézmy, ze zachodzi:
w At _ Ow At
Q' AL, |0) = QYAL [0) . (2.35)

Zatem ()Y jest wartoScig wlasng operatora @}’ w stanie AZT7 |0) . Z powyzszego réwnania

otrzymujemy nast¢pujacy warunek na macierz s.:
w w\T w
Q"s, +5,(Q")" = Qs (2.36)

gdzie Q¥ jest macierza o elementach Q). Dzialajac z kolei operatorem Q% = Q) + Q¥ na

stan B!

1 10) (ti;8, # 0) otrzymujemy:

T
5Bl 10) = V2 (af) " (QUtys, +tys, (@) ) al 0). (2.37)

. t w , .
Warunkiem na to aby stan B;, |0) byt stanem wlasnym operatora Q}; do wartoSci wlasnej
w! 3 .
5 Jest:
w w\T w
Q tijS7 + thS7 (Q ) = letijsv.

Podobnie jak wcze$niej réwnanie

B;[jw |0> - Q}yU/Bsz'y |O> )

w

]

moze by¢ przydatne do przedstawienia hamiltonianu (2.18) poprzez sktadowe uogélnionego
spinu.

Zalézmy teraz, ze Q¥ jest zetows skladowa spinu S?, czyli, ze jest dane przez (2.29) oraz

(2.30) dla w = z. Warunek (2.36) na macierz s, wyglada teraz nastepujaco:
S*s, +s,87 = SZs,, (2.38)

gdzie S7 jest réwne ()5 w réwnaniu (2.35). Z réwnania tego mozna tatwo otrzymaé wlasnosci
jakie powinna mie¢ macierz s, w zaleznosci od 5. Dla SZ = 0 otrzymujemy, ze na diagonali

blokéw Sild? znajduja si¢ zera. Dla SZ =1 (Sj = —1) niezerowe sg tylko element blokéw S;lllclh

(311232). Wiasnosci te wraz z (2.31) sa przydatne w analizie atomowej czeSci hamiltonianu
(2.3) zapisanej za pomoca jej diagonalnej postaci (2.12).

Wstawiajac za s,S* do réwnania (2.37) otrzymujemy:
T
S5B5,10) = S2BL,10) +v2 (af) (S°tys, — t;8%,)al 0), (2.39)

gy gy J
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gdzie S7; = 57 + S7. Wynika stad, ze jesli jest speliony nastepujacy warunek:
Sztz‘jSV = tz‘jSZS77 (240)

to sktadowa spinu SZ dla stanu B,:rﬂ |0) bedzie taka sama jak dla AIW |0) ,czyli:

S;;Blj, 10) = 2B [0) .
Zauwazmy, ze z warunku komutacji operatora H; z operatorem 5;; wynika, réwnanie S*t;; =
t,;S7. Zatem aby bylo spelnione réwnanie (2.40) wyraz z catka przeskoku nie musi komutowac
z operatorem spinu.
Z réwnania (2.39) wynika takze kiedy S* dla stanu AT |0) zmienia warto$¢ w stanie

m |0). Na przyktad jesli S =11 5% = 0 w stanie A’ . 10) a chcemy, zeby w stanie B! 10)

iy
S* =1, to wraz z réwnaniami (2.34) i t;;s, # 0 musi by¢ spelnione takze réwnanie: S*t;;s, —
t,;S%s, = t;;s, oraz oczywiScie réwnanie (2.38) dla S, = 0.

Na koniec zauwazmy, ze w przypadku pasma e, wiasnoSci dla operatora spinu, przed-
stawione w tym i poprzednim podrozdziale, sa takie same jak dla operatora pseudospinu,

danego przez (2.23), po odpowiedniej zamianie indekséw orbitalnych i spinowych.

2.4. Wprowadzenie bozonéw i fermionéw pomocniczych

Wprowadzimy teraz bozony i fermiony pomocnicze dla ogélnego przypadku, w ktérym nie
zakladamy nic o liczbach obsadzen elektronéw na weztach. Bozony niech opisuja kreacje lub
anihilacje stanéw wlasnych atomowej czeSci hamiltonianu (2.12) o parzystej liczbie obsadzen
elektronéw na wezle. Stany o nieparzystej liczbie obsadzen na wezle, bedace takze stanami
wlasnymi tej czeSci hamiltonianu, niech beda reprezentowane przez operatory fermionowe.
Zatem z powyzszych zalozen wynika, ze nowe operatory maja nastepujace zwiazki ze stanami

elektronowymi na wezle:

bl v) = |03},
fh vy = al, 10i)
d; v) = Al |03), (2.41)
lv) = thageamalﬁaw |07) ,
afe
aly [0) = uapenal,algalal, 00,
afen
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gdzie operator bozonowy bj» dzialajac na nowy stan prézni |v) kreuje pusty wezet |0i) , ope-
rator fermionowy f:a kreuje pojedynczo obsadzony stan, operator bozonowy d% kreuje stan
podwdjnie obsadzony <, operator fermionowy tZTX kreuje potréjnie obsadzony stan wlasny
numerowany przez X, natomiast operator bozonowy q;ﬂp kreuje stan wilasny czterokrot-
nie obsadzony oznaczony przez . Trzy kropki oznaczaja dalsze stany wlasne wiecej niz
czterokrotnie obsadzone. ZaleznoSci tyage 1 qypagen Oraz odpowiednich wartosci wlasnych F,
i By atomowej czeéci hamiltonianu (2.12) od s, i E, podamy w rozdziale 5, w ktérym roz-
patrzymy przypadki hamiltonianéw efektywnych, dla ktérych znajomosé tych parametréw
bedzie juz potrzebna. Parametry te spelniaja warunki: fyas. = —tygae = —tyaep Oraz
Quagen = —QpBasn = —Qyasfy = —Qpapne- Zakladamy, ze operatory fermionowe odpowiada-
jace literom f, ¢, ... antykomutuja ze sobag w kazdym stanie i niezaleznie od tego czy sg opera-
torami kreacji czy tez anihilacji. Podobnie zakladamy, ze operatory bozonowe odpowiadajace
b, d, q, ... komutuja pomiedzy soba.

Na kazdym wezle ¢ jest spelniona nastepujaca réwnosc:
1; = 10d) (0] + Y icr) (il + Y [i7) (v + D lix) (x| + Y i) (] + ...
a Y X ()

Dzialajac z obu stron operatorem aga otrzymujemy nastepujace wyrazenie:

af, = b+ 20Y st (d; fzﬂ) +313 50t (t}xdw> n
B

vBex

F Y e (it ) + - (2.42)
xBneb

Jak bedg wyglada¢ nastepne wyrazy mozna tatwo przewidzie¢ jesli zauwazy¢ analogie jaka
wystepuje w trzech ostatnich wyrazach. Wprowadzone nowe operatory speiniajg nastepujacy
wiez:

L=0bbi+ Y flfia+ > dlde + > thtin +> " alyaw + .. (2.43)
« Y X P

Co jest w zgodzie z tym, ze elektrony na wezle mogg, znajdowac sie tylko w jednym ze stanéw
T

danych przez (2.41). Dodatkowo nalezy zauwazy¢, ze zaleznoS¢ pomiedzy operatorem a,, i

nowymi operatorami jest taka, ze spelnione sa wszystkie reguly antykomutacji:

{al,, ajs} = dij0as,
{am, a]ﬂ} = 0. (244)
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Powyzsze réwnosci dla ¢ # j wynikaja z antykomutacji nowych operatoréw fermionowych
na roéznych weztach, natomiast dla ¢ = j relacje antykomutacji otrzymujemy wstawiajac w
odpowiednie miejsca operator jednostkowy 1;, na przyktad: d,5 = {al aig} = {al 1;, Lia;s}.

Operator catkowitej liczby elektronéw na wezle w obrazie nowych kwaziczastek jest dany

przez:

ni=Y na=Y fhfa+2> did+33 thtn +4Y ala + (2.45)
« o Y X

P
7, powyzszego wzoru bardzo dobrze widac, jakiej liczbie obsadzen na wezle jaki operator
odpowiada.

Zauwazmy, ze ze sposobu w jaki zostala wyprowadzona réwnos¢ (2.42) oraz regut antyko-
mutacji (2.44) wynika, iz jest mozliwa takze sytuacja odwrotna gdy operatorom bozonowym
odpowiadaja nieparzyste liczby obsadzen a fermionowym parzyste. Oczywiscie zaleznosc
operatora aja od nowych operatoréw fermionowych i bozonowych bedzie wtedy taka sama.
Takze taki sam bedzie wigz (2.43) i calkowita liczba czastek (2.45).

W szczegélnym przypadku opisywanym przez hamiltonian (2.18), gdy liczba elektronéw
na wezle jest mniejsza lub réwna 1, wstawienie za operator aja (a;0) spowoduje, ze pozostana

tylko operatory fi, i b;, co jest réwnoznaczne z nastepujacym podstawieniem:
iy — bem (246)

Nalezy zauwazy¢, ze powyzsze przyporzadkowanie nie jest réwnoscia w pelnym tego stowa
znaczeniu, gdyz prawa strona nie spelnia regut antykomutacji, w przeciwienstwie do prawej
strony réwnania (2.42) wyrazonej przez wszystkie operatory bozonowe i fermionowe. Wzér
ten mozna zinterpretowaé nastepujaco. a;, anihiluje elektron znajdujacy sie w stanie |icr)
podczas gdy wszystkie pozostate stany na i-tym wezle sa nie obsadzone, gdyz n; < 1. Prawa
strona powyzszej rownosdci méwi, ze jest anihilowany fermion przez operator f;, oraz, ze jest
kreowana dziura przez operator bg. W analogii do modelu ¢ — J kwaziczastki odpowiadajace
operatorom f;, bedziemy nazywaé spinonami, a operatorom b; holonami. Podobnie jak w
modelu jednopasmowym stosowanie spinonéw i holonéw jest zwigzane z postulatem separacji
tadunkowo - spinowej i orbitalnej. W tym szczegélnym przypadku wiez (2.43) przyjmuje
nastepujacg postac:

1=blb;+ > fl fia (2.47)

32



Wida¢ z powyzszego wzoru, ze kazdy z operatoréw liczby obsadzen czy to bozonowy czy
fermionowy moze przyjmowac tylko wartosci 0 lub 1. Oznacza to, ze albo wezet i jest pusty
(b!b; = 1) albo obsadzony przez jeden spinon . fl fia = 1). Liczbe elektronéw wystepu-
jaca w potencjale chemicznym nalezy natomiast, zgodnie z réwnaniem (2.45) zastapi¢ liczba
spinonéw:

n; = Zfitlfia (2.48)

Pomocnicze kwaziczastki spinony i holony zastosujemy w rozdziale 4 do szczegdlnego

przypadku hamiltonianu (2.18), modelu ekwiwalentnych orbitali elektronéw w pasmie e,.
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3. Hamiltonian efektywny dla rzeczywistego pasma e,

Rozpatrzymy teraz szczeg6lny przypadek hamiltonianu (2.3) opisujacy pasmo e:
/ )
H = Z tié a;’rlaajl’a + UznilTnill + (U - §J) Z NireNiko! — 2JZ S’iT : Sim+
1#j,lo il ico’! 7

+J Z ajnajl (e +V Z (Nire + Niko) (agﬁamg + aj@aiﬁ) . (3.1)
il io

W powyzszym hamiltonianie @ =], 1 oraz [ = &, 7 jesli w odpowiedniej kolejnosci zachodzi:
o =1, il =7,k. Operator a;, (a}la> jest operatorem anihilacji (kreacji) elektronu w stanie
Wanniera na wezle j ze stanem orbitalnym [ i spinem o. Operator n;,, jest operatorem liczby
obsadzen elektronéw w stanie |ilo) . Operator S;; jest operatorem spinu na wezle i oraz or-
bitalu [. Pierwszy wyraz opisuje przeskoki elektronéw pomiedzy weztami ¢ j z zachowaniem
spinu. Drugi - oddzialywanie kulombowskie pomigdzy elektronami znajdujacymi si¢ na tym
samym wezle i orbitalu, trzeci i czwarty opisuja oddzialywanie kulombowskie elektronéw
znajdujacych na tym samym wezle ale na réznych orbitalach. Pigty wyraz dotyczy przeskoku
pary elektronéw pomiedzy orbitalami, natomiast szésty dotyczy tego samego przeskoku, ale
dla pojedynczego elektronu, pod warunkiem, ze znajduja sie na wezle jeden lub dwa elektrony
o przeciwnych spinach. Zakladamy, ze calki przeskoku tﬁlj/ sa rzeczywiste oraz oddziatywa-
nia kulombowskie U, J i V sa dodatnie. Dzialajac atomowsa czeScig tego hamiltonianu na
unormowane stany dwuczastkowe postaci: AZT»7 0) =2 s sw/gagaajﬂ |0) , gdzie przyjelismy, ze
1=(1,1),2=(1,1),3=(~,1),4=(k,]), otrzymujemy wartoSci wlasne E, i odpowiada-
jace im stany wlasne dane réwnaniami (A.3). Przy pomocy operatoréw AZT,Y i wartoSci wia-
snych £, hamiltonian powyzszy mozna zapisa¢ w postaci (2.12), gdzie v = —1,0,1,2,3,4
numeruje wszystkie mozliwe stany wiasne AZT7 |0) , natomiast tf}ﬁ przyjmuje odpowiednie
wartosci dla v i # zgodnie z hamiltonianem (3.1). Operatory AZT-W dziatajac na stan prézni
kreuja albo stany ze spinem S = 1 i pseudospinem L =0 (y=5* = —1,0,1) albo S =0 i
L=1(y=2,3,4). Przy czym przez v = 2 oznaczyliémy stan, w ktérym L, = 0. Natomiast
dla stanéw oznaczonych przez v = 3,4 w ogélnoéci (V' # 0 # J) nie istnieje kierunek na
ktorego rzut pseudospinu L; bylby okreSlony, czyli stany te nie sa stanami wlasnymi ope-
ratora n - L;, gdzie n = (cos ¢sind,sin ¢sinf, cosd). Dla stanéw spinowych trypletowych
(S =1), otrzymujemy E_; = Ey = F; = U — 3J natomiast odpowiednie operatory AZT7 sg

dane przez:
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a;-r2a;r4, v=-1
AZ’Y = \}5 (aTlaM + %2@13) ;7 =0,
a;rla;rg, Y=
Dla stanu spinowego singletowego (S = 0), ktéremu odpowiada Ey = U — J operator AIQ
ma nastepujaca postac:
AZT2 = % <a11a;r2 a:r3aj4>
Kolejnym dwém spinowym stanom singletowym numerowanym przez v = 3,4 odpowiada
energia E, = U + (—1)" v/4V2 + J2, natomiast operatory A;r,y majg bardziej skomplikowang
postac:
Ajy = 5] (ajlaa + a:r3az4> + 55 ( 11‘1;[4 - ajﬂg?,) )
gdzie:
(=1)”
\/ E, —U—JP+4V2
E, —U—J|

\/_\/E U—J)P+4av>

Widaé¢, ze znak s] bedzie zalezal od . Dodatkowo parametry s] i sj nie zaleza od U. W

|" 3|<

'—‘Q

granicy V/J — +0 otrzymujemy si — % i s4 — 0, co daje podobny operator do Al,.

Natomiast w tej samej granicy s3 — 0 oraz s3 — f’ i otrzymujemy w wyniku tego zwykty
spinowy stan singletowy. Wszystkie stany AT |0) sa ortonormalne. Przypominamy tutaj,
ze ze wzgledu na zalozenie E, >> | j‘ muszg zachodzi¢ odpowiednie zwigzki pomiedzy
parametrami U, J, V oraz tij.
Dla hamiltonianu (3.1) macierz t%ﬁ jest dana przez:
o = RN 52
A R |

Dla informacji podajmy, ze catki przeskoku, dla najblizszych sasiadéw i — j, w zaleznosci od

kierunku sa dane nastepujaco [45]:
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kierunek ¢ — j| Ox | Oy | Oz
tr =3t 1-3¢ 0
g —1p|=Le|-2t|
tir — 343

gdzie t > 0.

Odpowiednie macierze s, sg réwne:

0000 0 001 0010
110001 1 [ 0o o010 1] 0000
S.1 == So = ——= , 81 = =
2100 00 2V2 0 —100 2 -1000
0-100 ~1.0 00 0000
0100 0 3 0 s 0 st 0 s
1 -100 0 1| —s20 —s3 0 1| —st 0 =530
TRl oo |72 o 30 3 e st 0 s
0 01 0 —s5 0 —s3 0 —s3 0 —st 0
(3.3)

Wida¢ tutaj, ze zgodnie z wlasnoSciami macierzy s, wyliczonymi w podrozdziale 2.3.2 bloki
tych macierzy odpowiadajace danej parze stanéw orbitalnych [ i I’ dla S = 1 sg syme-
tryczne wzgledem transponowania, natomiast dla S = 0 zmieniajg znak po transponowaniu.
Powoduje to jak powiedzieliSmy wcze$niej, ze w stanach spinowych trypletowych na diagonali
znajdujg sie bloki z zerowymi elementami. Poza tym jak pokazaliSmy w podrozdziale 2.3.3
dla stanéw, w ktérych S* = 0 na diagonali blokéw odpowiadajacych ustalonym [ i I’ znajduja
si¢ zera, natomiast dla S* =1 (S* = —1) niezerowe sg tylko elementy blokéw sﬁfﬂb (sf‘i1262l2).

Poniewaz calka przeskoku (3.2) nie zmienia spinu, wiec zgodnie z tym co powiedzieliSmy
w podrozdziale 2.3.1, stany BZ-TJ-,Y |0) beda mialy takie same wartoSci spinu i jego zetowej
sktadowej jak stany AZT,Y |0) . Zgodnie z (2.19) operatory parowania w stanach spinowych
trypletowych, dla ktérych E_; = Ey = E; = U — 3J sa dane przez:

1
T Tt Tt Tt Tt
Bijl - E {tij <amTa’jﬁT - aiTTajTT> + t’qi-jTaiTTajHT - tfj’{aiHTa]’TT} )

1
P Pt to P
Bij1 = 7 {tZ‘T (“mﬂm - “z‘ri%i) 15 Qir Q) — tff“mi“jri} )
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1
P i i i i
Bijo =3 {tiTjT (aWTaJnl T am%m) —tij (%«m jry T amﬂaﬁ) T
Pt i i
u ([amTaJ’nl + amiam] [ alyaly +alja m])}

Dla stanéw spinowych singletowych, ktérym odpowiada energia Fy = U — J, dostajemy

operatory parowania nastepujacej postaci:
1
T Tt ot T Tt
Bz =35 {tff (amam - airlajTT) —ty (“z‘m“m - aml“m) -
Tt oot T [
_tij [(aiTTajHl - aiTlajRT) - <amTaj7"L - ail{lajTT>:| } ' (34)

Dla stanéw spinowych singletowych v = 3,4 o energii E, = U + (—1)" v/4V?2 + J? otrzy-

mujemy operatory parowania nastepujace:
1 TT T KT
Bjj'y = E {(t 1 + tﬁ 2) <aZTTa}Tl - a;'r‘rla;TT) + (tﬁ"‘c 1 +t 2) <aInTa’;[Rl - ajﬁla;KT) +
+(tTT52 + t‘m—sl) <a;’[~rTa}nl - aITla;/iT> + (tfjﬁsg + tf]TSY) <a:|i-ﬁTa;Tl - ag‘lﬁla’;TT>} .

Latwo zauwazy¢, ze w ogdélnosci stany B! |0) dla niezerowych catek przeskoku i réznych

tjy

moduléw 77 oraz tf nie majg okreSlonego pseudospinu Ly, = (L; + Lj)2 . Gdyby zachodzit

warunek 77 = t7F, to pseudospin bytby okreslony tylko dla v = 3,4, natomiast dla ¢} =

7
—t;7" tylko w stanach spinowych trypletowych. W obu przypadkach otrzymalibySmy stan
pseudospinowy trypletowy, czyli L = 1.

Korzystajac z warunku (2.20) otrzymujemy, ze stany Bl |0) nie sg ortogonalne pomiedzy

ijy
soba tylko dla v = 2,3,4. Czyli stany spinowe trypletowe o danej wartosci ~, jak
zauwazyliSmy w podrozdziale 2.3.1, sa ortogonalne ze wszystkimi pozostalymi stanami
dwuczastkowymi o innych wartosciach .

Hamiltonian efektywny dla podwdjnie zdegenerowanego modelu Hubbarda, danego

wzorem (3.1) w granicy silnych korelacji ma postaé:

2 2
H= Y tha,am——— Bl By — == > Bl,Brja—
U-3J U—J &
i#gll'o i#j#r,y=-1,0,1 1FJFT

2
Bl B, 3.5
A 2 Bl e 2 BB (3:5)

i#ir i#ir
Widaé z powyzszego hamiltonianu, ze jeSli zachodzi nastepujacy zwigzek 4V?2 + J2 > 3.,
czyli V > v/2J to bardziej stabilnym stanem od stanu spinowego trypletowego bedzie stan

spinowy singletowy z v = 3.
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4. WtasnoSci fizyczne modelu ekwiwalentnych orbitali

4.1. Wyprowadzenie hamiltonianu

W rozdziale tym zajmiemy sie prostszym modelem ekwiwalentnych orbitali dla podwdjnie
zdegenerowanego modelu Hubbarda (3.1), przy odpowiednich zalozeniach odno$nie oddzia-
lywania. Zalozenie ekwiwalentnych orbitali oznacza, ze spelnione sa nastepujace warunki:
Il =i = t;, oraz t§7 = 0. Zatem z réwnania (2.21) wynika, ze wszystkie stany B;rﬂ |0) dla
réznych wartoSci v sa ortogonalne. Dla bardzo matych i dodatnich wartoSci V/J parametry

s 1 s3 maja nastepujaca przyblizong postac:

Q

V)
=W

1V
L

2

)

3 4N1
2 1

NE’

gdzie rozpatrujemy tylko wklady od liniowych wyrazéw V/J. Wstawiajac te przyblizone

S

~ S

wartosci do (3.5) i rozpatrujac tylko liniowy wyraz w V/J oraz zakladajac dodatkowo, ze

J/U < 11 przyblizajac 1/(1 — J?/U?) jedynka otrzymujemy:

2
H = Z tijajloaﬂa - U_3J Z tijtjrB;rijrjm_

i#£j,lo i#j#r,m=—1,0,1
2 2
1FEJFEr 1#j#r,m==1
2.J 2V2V
+m Z tz‘jthC;rijij + T Z tijtjr |:CszO (erl + er71) + h.c. s
1#£j£rm==+1 1£jF£r
gdzie m = +1, —1 dla odpowiednio m = —1, 41 oraz nowe operatory parowania sa zdefin-

iowane nastepujaco:

( 1
B;rjm = V2 (b;'[fjnm - bgf{ij) )
TooT _ Qz _
Q5 m=.5*=-1
(S=1,L=0)3 . ?ﬂ{T o ’ (4.2)
J— _ z
biim =\ 75 (amaﬂl + aili“m) ,m=.5%=0,
T _ Qz _
\ Ay g, m=.5%=1,
.
T 1 T T
Ciim = 73 (Sz‘mm - Simm> )
Tt z
a,. a: . m=L*=—1,
(S=0,L=1) ; l“w ]:0 ; P (4.3)
Siojom — V2 (airaajnﬁ + amaaj7'5> , M= L7 = 07
T T _ _
\ aiTaajTE7 m=L*= 9
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Poniewaz zatozyli$émy, ze J/U < 1 oraz V/J < 1 wiec ostatnie dwa wyrazy w (4.1) maja
znaczenie tylko wtedy gdy sa poréwnywalne z wyrazem z calka przeskoku, czyli wtedy gdy
znajdujemy sie¢ blisko fazy izolatora. Przy czym jak wida¢, wyraz z V' jest nizszego rzedu

niz z J. Zaniedbujac ostatecznie oba wyrazy otrzymujemy nastepujacy hamiltonian:

H= Z tljazlaajlg JB Z tl]t BzgmBT’]m ‘]C Z tUt]T jOCTJO
i#jlo i#j#rm i#iAr

- J,D Z tZJtJTCUmCT]T?”H (44)
1#£j#r,m==+1

gdzie operatory parowania sa dane przez (4.2) i (4.3), natomiast Jz = 2/ (U —3J), J, =
2/ (U —J)1iJ,=2/U. Hamiltonianem powyzszym bedziemy si¢ zajmowaé w dalszej czeSci
pracy. Odpowiada on hamiltonianowi (3.1) bez dwéch ostatnich wyrazéw z J i V, ktéry

teraz, po usunieciu tych sktadnikéw ma nastepujaca postac:

H = Z tij(l;rla(lﬂg U SJ Z AT Azm—F U— J ZD20D0+U Z D zm7

1#£j,lo 1,m=—1,0,1 i,m==1
(4.5)
gdzie:
(1t
Qi Qi 5 m=5*=—1,
T (g — _
A = (5=1,L =0) % (aZTTa;rm + aLﬂIm) ,m=25%=0,
a;rTTa;rnT7 m=.5%= 1,
>
a;rcha;r/{y m=L*= _1,
D, = ($=0,L=1)¢ & (alal, —al,al; ), m =17 =0
m ) V2 i1k it ikt ) 0 )
Tt o i
| Tir @iz m=1L*=1,

Poniewaz tf}’g = ti;043, Wiec zgodnie z tym co powiedzieliSmy w podrozdziale 2.3.1, wartosci
spinéw S i pseudospinéw L oraz ich zetowych skladowych S* i L* zostaja przeniesione ze

0) i CF.|0). Stany Af |0} maja

igjm

stanéw Al |0) i D! |0) na odpowiadajace im stany me
warto$¢ spinu S = 1 oraz odpowiednio m = S* = —1,0,1 natomiast pseudospin L = 0.
Stany D! |0) maja S = 0, L = 1 oraz m = L* = —1,0, 1. Takie same wartoéci S, S%, L

i L” maja odpowiednie stany B/, |0) (S =11i L = 0) oraz C'jm 0) (S=0,L=1),co

l]m
zostalo juz zapisane we wzorach (4.2) i (4.3). Zatem jesli ¢ # r, to hamiltonian (4.4) opisuje
poruszanie si¢ par elektronéw w spinowych stanach trypletowych i singletowych. Natomiast

w przypadku ¢ = r wystepuje dwuwezltowe oddzialywanie takich par. Dla n; = 1 model
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ten zostal przedstawiony na przyklad w pracy [44], w Dodatku C zostala pokazana iden-
tycznoé¢ obu modeli. Ujemne znaki przy oddziatywaniach —J, —Jf oraz —J}, spowoduja,
jak sie to okaze, ze w dostatecznie niskich temperaturach otrzymamy stan nadprzewodzacy.
Dodatkowo operatory parowania, niezaleznie od tego, czy jest to stan spinowy trypletowy
czy singletowy sa symetryczne wzgledem przestawienia indekséw wskazujacych wezty. W
normalnym spinowym stanie trypletowym przestawienie takich indekséw zmieniloby znak
odpowiednich operatoréw. Mianowicie wezmy np. operator kreacji stanu trypletowego
S = +1: ajTajT = —aTTa Jesli rozpatrzy¢ dokladniejszy model, dla ktérego juz nie robi
sie zalozen o ekwiwalentnych orbitalach, w operatorach parowania w stanach spinowych try-
pletowych pojawiaja si¢ takze wyrazy, ktére zmieniajg znak po przestawieniu wskaznikéw

numerujacych wezly.
4.2. Para elektronéw w pustym pasmie

W podrozdziale tym rozpatrzymy zachowanie sie pary elektronéw w pustym pasmie opisy-
wane przez hamiltonian (4.4). Jest réznica pomiedzy tymi parami a parami Coopera, gdyz
te ostatnie rozpatrywane sa powyzej powierzchni Fermiego, przy zalozeniu, ze pozostale elek-
trony znajduja sie ponizej poziomu Fermiego i nie oddzialujg [46]. Dodatkowo my bedziemy
rozpatrywac superpozycje wszystkich mozliwych stanéw dwuczastkowych elektronéw zna-
jdujacych sie na réznych wezltach, a nie w przestrzeni kwazipedéw [47]. Stany te maja

nastepujaca postac:

1753

Con Zw T | (4.6)

lsﬁj
gdzie N jest liczba wezléw. Z réwnania (2.21) wynika, ze stany powyzsze sa ortogonalne. Jak
napisaliémy wyzej stany te maja odpowiednio nastepujace wartoSci spinu i pseudospinu S =
1iL =0oraz.S =0iL = 1. Oprécz tych stanéw jest takze 10 stanéw wlasnych z wartoSciami
spinu i pseudospinu réwnymi S = L = 1 oraz S = L = 0, ktére, jak wynika z liczby stanéw
wlasnych atomowej cze$ci hamiltonianu (4.5) znikaja gdy elektrony znajduja si¢ na tym
samym wezle. Jak napisaliSmy w podrozdziale 2.3.1 wszystkie te stany sa ortogonalne, gdyz
odpowiadaja réznym wartoSciom spinu, pseudospinu i ich zetowym skladowym. Zatem czesc

z oddzialywaniem hamiltonianu (4.4) dzialajac na pozostale 10 stanéw daje zero. Czyli

40



stany te sa stanami niezwigzanymi pary elektronéw, a ich energia stanu podstawowego
odpowiada najnizszej energii w paSmie przemnozonej przez dwa z dokladnoscia do wyrazu
1/N? (i wyzszych poteg) przemnozonego przez pewng staty. Wyraz 1/N? w energii stanu
podstawowego jest zwigzany z tym, ze jeSli jeden elektron ma kwaziped, odpowiadajacy
najnizszej wartosci energii pasmowej, réwny zero, to drugi elektron musi mie¢ kwaziped k
rézny od zera, aby stan istnial, a warto$¢ tego kwazipedu musi by¢ rzedu 27 /N. Przechodzac
z tymi stanami od przestrzeni kwazipedéw do przestrzeni polozen otrzymamy, podobnie jak
we wzorach (4.6), ze sa one superpozycja odpowiednich stanéw bazowych na dwéch weztach,

01 C.|0) sg antysymetryczne wzgledem przesta-

ktore w przeciwienstwie do stanéw B! i

ijm
wienia weztéw. Prawdopodobienstwo, ze niezwigzana para elektronéw znajduje sie w takim
stanie bazowym odpowiadajacym weztom i oraz j jest réwne: 4sin® [k - (R, — R;)/2] /N2
Ponizej zostana przedstawione obliczenia dla stanéw |B,,). Beda one réwniez stuszne dla
|Cn)-

Poniewaz nie ma w ukladzie podwdjnych obsadzen, to przyjelismy, ze ¢} = 0. O tych
parametrach mozna zalozy¢ takze, ze ¢ = ¢, co wynika z tego, ze me = B;rzm Za-
kladajac translacyjng niezmienniczo$¢ parametru o} otrzymujemy ¢ = ¢ (R; — R;) =
(1 —0;) 1/VN Y, e Ri~Ri) - odzie k = 27(m,/N,, m,/N,,m./N,) nalezy do pierwsze]
strefy Brillouina oraz N,N,N, = N [48]. Warunek unormowania stanu |B,,) prowadzi do

nastepujacego zwiazku:
m|2 m|2 m, mx
Z|%’j} :Z|90k| Z‘Pk%pq =1, (4.7)
j Kk
Stany |B,,) sa stanami wlasnymi hamiltonianu (4.4), otrzymujemy:
2
H ’Bm> = \/ﬁ Z (t”‘ - ‘],Btljt]r) @]TB;[]m |0> = LEp, |Bm> )
i#jtr

gdzie przyjmujac i # j uwzgledniliémy, ze po zadzialaniu H na stan |B,,) nie mogg sie

pojawi¢ stany podwéjnie obsadzone. Stad dostajemy, ze:
2 " (tw — Jptistsr) 9 = Eml},

gdzie © # j. SkorzystaliSmy tutaj z niezmienniczos$ci wzgledem translacji i inwersji para-
2 m . . . . . mx* .
metréw t;; oraz ¢;;. Mnozac obustronnie powyzsze wyrazenie przez ¢;; /N oraz sumujac

po i i j dostajemy, korzystajac z warunku na unormowanie stanéw nastepujace wyrazenie
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na energie:
2
En =2 aleit - =2 Z acafi 05" = 3 D (achllvq” + capy i)
k kq

gdzie:
=Y tye BT (4.8)

nie zalezy od r, ze wzgledu na translacyjna niezmienniczos¢ t;;.
Nalezy teraz znalez¢ najmniejsza wartoS¢ energii F,, przy warunku unormowania stanéw
(4.7). Uzyskamy to przyréwnujac do zera pochodne wzgledem wszystkich zmiennych wyste-

pujacych w ponizszym wyrazeniu:

Qm:Em_Am(ZVP? __ZSOk _1)‘
k

Rézniczkujac wzgledem '* dostajemy:

m 2J/ m 2 m
26 — TBek Z €a¥q ~ 7 Z €a¥q
q q
2 m m 1 m
_Nekzq:goq — A <¢k _qu:gpq> —0. (4.9)

Jesli przemnozy¢ powyzsze wyrazenie przez ¢, 1 wysumowac po k, to dostajemy, ze A, =
E,,. Wprowadzajac nowy parametr Ag = —)\,, — W oraz dzielac réwnanie (4.9) przez
2ex — A\, 1 mnozac obustronnie przez e /N, po wysumowaniu po k dostajemy nastepujace

wyrazenie na Ap:
fW/2 p(w
! W/2 2w+W+AB
JB o fW/2 p(w)wdw (410)
W/2 20+ W+Ap

gdzie zatozyliSmy, ze energia pasmowa €, zmienia si¢ od —W/2 do W/2, natomiast p (w) jest

gestoScig stanéw zdefiniowang wzorem:

— %Zd(w—ek). (4.11)

W przypadku tréjwymiarowym mozna ja doprowadzi¢ do postaci (Dodatek D):

o) = 1/ ds

27)° Jsw) IVkex]

gdzie S (w) jest powierzchnig stalej energii dang réwnaniem €, = w natomiast d.S jest ele-

mentem tej powierzchni.
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Parametr Ap > 0 jest energia wigzania pary elektronéw, gdyz —W jest suma
najnizszej energii dwéch elektronéw w pasmie.  JeSli rozpatrzy¢ przeskok pomiedzy

najblizszymi sasiadami to energia (4.8) jest dana nastepujacym wyrazeniem €, =

—2 (t, cosk, +t, cosky, +t,cosk,). Przyjmijmy, ze jednostka energii jest |t;;1a,|, gdzie a,
jest prymitywng translacja sieciowa w kierunku x. Poniewaz dla przypadku dwuwymia-
rowego (t, =t, =1, t, =0) gestoS¢ stanéw ma skoficzong warto$é na dnie pasma, wiec z
réwnania (4.10) mozna wywnioskowaé, ze stan zwiazany istnieje dla Jj > 1/4. Oznacza to,
ze dla J; < 1/4 nie bedzie istnial stan zwigzany a energia pary elektronéw w stanie podsta-
wowym bedzie réwna —W = —8 (z doktadnoscia do (27/N)?). Z kolei w stanie zwiagzanym
wraz ze wzrostem Jj energia wigzania Ap bedzie coraz wigksza. Zauwazmy, ze warto$é

= 2/W, w ktérej pojawia si¢ stan zwiazany jest niezalezna od postaci gestoSci stanéw,
wystarczy tylko, zeby byla ona skofnczona na dnie pasma. W przypadku tréjwymiarowym
sytuacja jest inna, gdyz gestost standéw zachowuje sie jak pierwiastek na dnie pasma. Wezmy
na poczatek gestos¢ stanéw dla ¢, = 0.1 oraz t, = ¢, = 1, ma ona przyblizong postac:

¢

I, lw| < 0.2,

—C + D|w|'? — E\/w] + Flw| — Gw? — Hln|wl, 0.2 < |w| < 3.8,

A2+ ) = (@/2)° = BuyJtt — (/2] - 2% 22— 1) < Jwl <2(2+ 1),
0, Wl >22+t),

\
gdzie dla najwazniejszego obszaru, czyli 2(2 —t,) < |w| < 2(2 +t,) przyblizony wzér na
gestosé stanéw jest dobrze speliony dla kazdego t, € (0, 1] [49]. Parametry wystepujace w
powyzszej gestoSci stanéw sg réwne: Ag; = 0.087760, By, = 0.157163, C' = 10.889739, D =
26.625368, F = 16.967288, F' = 1.407515, G = 0.032467, H = 1.784827 oraz I = 0.255796.
Po wstawieniu powyzszej gestoséci stanéw do réwnania (4.10) otrzymujemy, ze Ap znika dla
5 = 0.505129.
Zobaczmy teraz co si¢ dzieje gdy mamy do czynienia z przypadkiem t, = ¢, = ¢, = 1.

Gestos¢ stanéw jest wtedy dana przyblizonym wzorem [49]:

Clv |CU| < 2,
pw) = A9 — (w/2)* - Biy/1 - (/2] — 2%, 2 < || <6, (4.12)
07 |(A)| > 67

gdzie A = g ~ 0.05054, B; = 2= ~ 0.064033 oraz C; = 0.142098.
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Otrzymujemy warto$¢ krytyczng Ji = 0.498858 przy ktérej znika Ap wraz ze zmniej-
szaniem oddzialywania. Zatem jest ona w przyblizeniu réwna wartosci krytycznej Jj dla
wczesniejszego przypadku.

Analizujac powyzsze przypadki dwu- i tréjwymiarowe mozna wywnioskowaé, ze dla
0 < J/U < 1/3, czyli Jg > J. > Jp, wraz ze zmniejszaniem U, przy ustalonym J/U
najpierw pojawi si¢ jako stan podstawowy stan zwigzany ze spinem S = 1 i pseudospinem
L = 0, natomiast pdzniej zaczng si¢ pojawia¢ kolejno stany wzbudzone ze spinem S = 0 i
pseudospinem L = 1, ktére bedg takze stanami zwigzanymi, ale beda mialy mniejsze energie
wigzania, czyli Agp > A¢ > Ap.

Wyliczymy teraz prawdopodobienstwo tego, ze jesli jeden elektron znajduje sie na wezle
R;, to drugi bedzie si¢ znajdowal na wezle R;. Jak latwo zauwazy¢, jest ono réwne \(pijf
Ze wzgledu na translacyjng niezmienniczos¢ mozna przyjac R; = 0. Korzystajac z réwnan
(4.7) 1 (4.9) oraz z ¢} = (1 — 0ip) 1/V'N Y, ore™ R otrzymujemy:

2
q 2€q+W+AB

[ p (@) (—1“1'3‘” )2 du

piol* =
—wy2 P QA W+HAL

Dla R; = 0 powyzsze wyrazenie jest rowne zeru, gdyz licznik jest réwny zeru. Rozpatrzmy
przypadek, gdy calka przeskoku jest rézna od zera tylko dla najblizszych sasiadéw, czyli
zachodzi réwnoé¢: ex = —2(cosk, + cosk, +t,cosk,). Z powyzszego réwnania wynika, ze
wraz ze wzrostem |R;| # 0 prawdopodobienistwo | |* maleje. Inny wniosek jest taki, ze
gdy Agp — 0%, to licznik zmierza do nieskofczonosci, zatem dla R; # 0 |p%|* zmierza
do zera, co potwierdza, ze zblizamy sie do stanu niezwigzanego, gdyz prawdopodobienstwo
znalezienia elektronéw w duzych odleglo$ciach od siebie staje si¢ coraz wigksze a $rednia
odlegloé¢ pomigdzy elektronami zdefiniowana przez: Y7, [Ri| |pm|* wzrasta. Zauwazmy, ze
dla stanéw niezwigzanych, dla ktérych S = L, odpowiednie prawdopodobiefistwo zmierza
do zera gdy N — oc.

Z drugiej strony, jeSli rozpatrzy¢ granice Agp — +00, to z réwnania (4.10), otrzymu-
jemy, ze A ~ Jg. Powoduje to, ze |90%]2 jest rézne od zera tylko dla R; nalezacego do
najblizszy sasiadéw R; = 0. Zgodnie z warunkiem (4.7), dla trzech wymiaréw, gdy ¢, <1
prawdopodobienstwo |@%|* w kierunkach z i y jest réwne 1/(4 4 2t2) natomiast w kierunku

z wynosi t2/(4 + 2t2).
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4.3. Energia swobodna w obrazie holonéw i spinonéw

Wyprowadzimy teraz przyblizong energie swobodng dla ukladu elektronéw opisywanego
przez hamiltonian (4.4), stosujac kwaziczastki spinony i holony przedstawione w pod-
rozdziale 2.4. Zakladamy, ze w przypadku dwuwymiarowym mamy do czynienia z siecig
kwadratowa, a w przypadku tréjwymiarowym ze struktura prostej sieci regularnej. Hamil-
tonian (4.4) dziala w podprzestrzeni stanéw, w ktérych maksymalna liczba elektronéw na
wezle jest réwna jeden. Zgodnie z (2.46) za operator a;,, nalezy wstawi¢ nastepujace wyraze-
nie:

Qile = bjfila'

Wiez (2.47) ma w naszym przypadku postaé:
bibi+ > flofuo =1 (4.13)
lo

Zgodnie z (2.48) w hamiltonianie H wyraz z potencjalem chemicznym —p ) ., a Zlaadg

nalezy zastapié przez —p> . [ fio-

Wstawiajac za operator a;, <ajla) do hamiltonianu (4.4) oraz zakladajac, ze calka

przeskoku, spetniajaca réwnos¢ t;; = —t, jest rézna od zera tylko dla najblizszych sasiadéow
otrzymujemy:
—t Z b b; legf]la JB Z B@JmBmm JC’ Z jOCZJO
(ij)lo
—Jp Z CzijZ]m NZ fllglea + Z i (bTb + Z f;ggleg — > , (4.14)
(ijym==%1 ilo

gdzie znak (ij) oznacza sumowanie po najblizszych sasiadach wezléw ¢ # j. Parametry

opisujace oddzialywanie sg nastepujace:

2t2
J p—
B=uU 35
2t2
J
CTU—J
2t2
Jp =7

W powyzszym hamiltonianie nie uwzglednilismy tréjwezlowego oddzialywania. Mozna

pokazac, ze dla liczby elektronéw n w przyblizeniu réwnej 1 wkiad pochodzacy od tego
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oddzialywania jest maty. Mianowicie kazdy z wyrazéw oddzialywania powinien by¢ prze-
mnozony, pod sumg przez wyrazenie b;b;b; b = (14 b, b;)b;b;. Dla i # r wyrazenie to jest
rzedu 1 —n (bib} ~ 1 —n natomiast (14 b;b;) ~ 2 — n). Natomiast dla i = r wyraze-
nie b,b;b7 b} = (1+b0;)(1 + bb,) dla matych 1 — n jest rzedu jednosci. Ostatni wyraz w
powyzszym hamiltonianie jest warunkiem na to, ze na wezle moze znajdowac si¢ co najwyzej

cl o w powyzszym wzorze skladajg sie tylko z

jeden elektron. Dodatkowo operatory Z]ml i

operatoréow fi, < fll(,), ktoére zostaly umieszczone w tych samych miejscach co a;, (a}lg> w
operatorach wystepujacych w hamiltonianie (4.4).

Dla hamiltonianu (4.14) zastosujemy przyblizenie redniego pola polegajace na tym, ze
operator powiedzmy A zastepujemy wyrazeniem (A) + (A — (A)). Wyrazy (A — (A)) sa
fluktuacjami operatora A wokdl jego $redniej wartoSci (A) . Zakladajac, ze sa one male w
poréwnaniu z wartoscig srednig w hamiltonianie pomija si¢ kwadratowe wyrazy opisujace te
fluktuacje.

WprowadZzmy nastepujace parametry RV B:

A = /25 <Bij> dla m = £1,

igm

Afgo = —Jz <B2j0>

A= —V2Jp <ijm> dla m = +£1,

fim
Ay = —Jo (Clo),

Parametry porzadku dane powyzszymi réwnaniami maja nastepujace wlasnosci: A;j, =
Ajim oraz Al = A, . Wynikaja one z odpowiedniej symetrii $redniowanych operatoréw:

BLm = B;rlm i C’Lm = C’Lm Oprécz parametréw RV B zastosowanie metody $redniego
pola do wyrazu z oddzialywaniem w hamiltonianie (4.14) wprowadzi takze nastepujace
Srednie <fZ-Tlc,fz‘l/Ur> oraz < f;&a ija/>. Pierwsza $rednia jest albo $rednig operatora liczby
spinonéw na wezle albo érednig operatora obrotu spinu i/lub przeskoku na inny orbital poje-
dynczego spinonu na wezle. Jesli otrzymamy liczbe czastek, to przesunie to tylko potencjat
chemiczny p, wiec mozna nie rozpatrywac tego wkiadu. Natomiast w tym drugim przy-
padku zakladamy, ze $rednia jest réwna zeru. Odno$nie wyrazenia < fjlg fjllo—/> zakladamy,
ze nie znika tylko dla [ = I’ i ¢ = ¢’ oraz, ze jest liczba rzeczywista. Oznaczymy go

przez Ay =4 < f;;a fﬂo>. Parametr A pojawi si¢ takze w pierwszym wyrazie hamiltonianu

(4.14) wraz z parametrem zdefiniowanym w nastepujacy sposéb: A, = <b;rbj> , ktéry takze
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jest liczba rzeczywista. OdnoSnie mnoznikéw Lagrange’a \; zakladamy, ze nie zaleza od
wezta, czyli A; = A. W przyblizonym w ten sposéb hamiltonianie przejdziemy nastepnie
od przestrzeni polozen do przestrzeni kwazipedu. Przejscie pomiedzy tymi dwiema liczbami

kwantowymi jest dane przez:

1 kR,
lo = —F7= ko€,
f] \/N zk: f
kic — —r— jlo€ 7,
f \/N zj: fjl
gdzie k jest kwazipedem nalezacym do pierwszej strefy Brillouina. Taka sama jest transfor-

macja dla operatoréw holonowych.

Odno$nie parametréw A, oraz Al zatozymy, ze zaleza tylko od kierunku wektora
R, — R;, a nie zaleza od tego czy R, — R; = a,, czy tez R, —R; = —a,, (a,, jest prymitywna
translacja sieciows w kierunku w = x,y,z). Otrzymamy w hamiltonianie wyrazy typu
Z<Z.j> Affiofin = Dok D S0 f-xn, gdzie 0 1 n sa parami liczb kwantowych spinowych i
orbitalnych zaleznymi od m. Nowy parametr jest réwny Ay = A} cosk, + Ay cosk, +
A}, cosk,, gdzie A} = 2A7

fi+a,m- Podobnie otrzymamy dla wyrazéw z A%, . Odejécie od

igm:
powyzszego zalozenia wprowadzi miedzy innymi do Ay takze zaleznos¢ od sin k,,,, my jednak
zajmiemy sie tym prostszym przypadkiem.

Otrzymujemy, ze hamiltonian elektronowy jest suma dwéch hamiltonianéw, zawieraja-

cych operatory spinonowe Hy i holonowe Hy:
H = "Hs + Hy + Ho,

gdzie H, nie zawiera zadnych operatoréw. Cze$¢ hamiltonianu zawierajaca holony jest
nastepujaca:
Hy =) wibfbu,
k

gdzie wy = —tAsy + A oraz y = 2 (cosk, + cosk, + cosk,). Z kolei czes¢ hamiltonianu

zawierajaca spinony ma postac:

Hy = Z Ekfilgszg + Z <Ai‘;1fkmfkr¢ + AL frnt ok + Z N h.c) I

klo k

+ ) (AR farf g +he) + > (AR farfowar + hee.) (4.15)
ki ki
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gdzie ex = — (tAy+20Af) W — p+ A, Jo = 3Jp/16 + Jo /16 + Jp/8 oraz m, = 1 i
m,, = —1. Hamiltonian H y mozna przedstawic za pomocg odpowiedniej macierzy i wektoréw.

Wprowadzmy zatem nastepujace wektory:

FL = (fikTT7file7fikI{T7fjkfﬁ)l7fkTT7fle7kaT7ka‘l> )

T i T i T
Ak_ O 41y A g0, O3, Ay, Ok, Ok2, O3, k4 | -

Transformacja Bogolubowa pomiedzy nimi jest dana nastepujaca réwnoscia:

Uk Vk

Al =F! (4.16)

Vie Uy
gdzie uy 1 vy sg macierzami 4 X 4 oraz zakladamy dodatkowo, ze powyzsza macierz 8 x 8
jest macierza unitarng. Jest to transformacja kanoniczna gdyz nowe operatory speiniaja
fermionowe reguly antykomutacji: {Oé;rcd)?()éq(z)/} = Okqlpy Oraz {ougs, aqy } = 0. Sprawi ona,
ze hamiltonian (4.15) bedzie diagonalny w obrazie nowych operatoréw «. Ze wzgledu na to,
ze parametry wystepujace w hamiltonianie (4.15) sa symetryczne wzgledem zmiany znaku
kwazipedu zachodzi ux = u_x oraz vy = v_x. Hamiltonian H; zapisany za pomocg wek-

toréw FL i AL ma postac:

Hf:%ZFLHka+2Zz$k:
k k

1
=3 > ALEAL - 2N (i — ), (4.17)
k
gdzie macierz Ey jest dana nastepujacym réwnaniem:
T T
u, v ug Vv
Bo=| ©F | He S (4.18)
Vk Uk Vi Uy
natomiast macierz Hy jest nastepujaca:
€k 0 0 0 0 i{l Akl Ak+
0 €k 0 0 _Aid 0 Ak Ak—l

0 0 0 €k —Ak+ _Akfl _Ai(—l 0

Hy= , ,
0 =AY —Al -4 e 0 0 0
0 —AL “AL, 0 —e 0 0
o A 0 —-Ay, O 0 —EK 0
A, AL, Ar, 0 0 0 0 —ex
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gdzie Axy = Ao + ALy, Ak = Axo — A,

Zauwazmy, ze transformacja (4.16) mozna zdiagonalizowa¢ macierz Hy, gdyz parametréow
okreslajacych powyzsza transformacje jest 64, natomiast przy zalozeniu diagonalnej postaci
Ey z réwnania (4.18) wynika 20 réwnan a z warunku unitarnoéci 40. Diagonalizujac Hy

dostajemy nastepujace wartosci wiasne:

Mos = /22 + Bhe+ (1) /G, dla 6 = 1,2,3,4,
/\;(4) = g, (4.19)

gdzie

e = 1ol + 185 + (181 + 1A+ A+ |4 ) /2,

G = V2 — | Al Al — AA g + A2y — AZ (4.20)

Z réwnosci (4.18) mozna tatwo pokazaé, ze diagonalna macierz Ey ma nastepujaca postac:

M O
Ey = S
0 —)\k
gdzie:
A O 0 O
~ 0 A 0 0
N — K2
0 0 X3 O
0 0 0 A

Zatem hamiltonian (4.17) jest dany przez:

1
Hf = Z >\k¢OéL¢ak¢ — 5 Z >\k¢ — QN(/J — /\)
K,p=1,..,4 Kp=1,...,4
Ostatecznie hamiltonian (4.14) po zastosowanych przyblizeniach jest nastepujacej postaci:
H = Z )\k¢a;r(¢ak¢ + Zwkb;r(bk — Z )\k¢>+
K,p=1,...,4 Kk K,¢=1,2
N
+ 2t A AN + 20 JoATN + > (| Aur* + [Awa” + 2] Auol?) + (4.21)
4Jp —
N 2 N 2
— Al — Al AN — 2N p.
+2JC§| w0|+4JD Z | wm|+ 2

w,m==+1
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gdzie zy jest liczba najblizszych sasiadéw. Oczywiscie w dwéch wymiarach w = x,y oraz

niema wyrazow z cos k,. Energia swobodna jest dana przez:

2T P kpT I |
FIN = -=% > m(i4e” k¢)+TZm(1—e flo - > Mgt
k,¢p=1,2 k k,¢=1,2
1 1
2 2 2 2 /2
+ 20t ApAp + 20 JoA% + _4JB Ew: (’Aw1| + | Au_1]” + 2| Awol ) + _2JC zﬂ; |AL "+
1
+— AL 1P+ A+ p(n —2), (4.22)
4Jp

w,m==%1

gdzie n = N./N < 1 oraz § = 1/kgT. Roézniczkujac wzgledem wszystkich parametréow
wystepujacych w energii swobodnej dostajemy réwnania, ktérych rozwigzanie da pewien
zbiér wartoSci rozpatrywanych parametrow. Fizyczne jest to rozwigzanie tych réwnan,
ktore daje minimum globalne F' wzgledem parametréw porzadku. W dalszej czesci rozprawy
bedziemy rozpatrywac tylko parowanie w stanach spinowych trypletowych, czyli bedziemy

zakladac, ze zachodzi A = = 0.
4.4. Przypadek dwuwymiarowy

Na poczatek rozpatrzymy przypadek dwuwymiarowy (zp = 4). Ze wzgledu na
to, iz prawdziwym parametrem porzadku dla fazy nadprzewodzacej jest <bibjB~T > ~

igm
(b;b;) <ngm> [34], to stan nadprzewodzacy odpowiada przypadkowi gdy oba parametry
(b;b;) i <Bjjm> sa rézne od zera. Zauwazmy, ze réznica pomiedzy parametrami A, = <bjbj>

i (b;b;) jest taka, ze gdy przechodzac z operatorem b; do przestrzeni kwazipedéw w tym pierw-

1
zoN

(bib;) = (bx—obk—o) /N. Parametr (b;b;) nie znika tylko wtedy gdy holony znajduja si¢ w

szym przypadku otrzymujemy wyrazenie A, = > Mk <bLbk>, natomiast w drugim

kondensacie, kiedy to zgodnie z Bogolubowem [11] bi—o/v/N mozna przyblizy¢ liczba réwna

Vo = \/ <bL:0bk:0> /N, gdzie ng jest liczba holonéw w kondensacie. Otrzymujemy wtedy,
ze (bib;) = ng. Jak wiadomo kondensacja bozonéw jest mozliwa tylko w trzech wymia-
rach. Zatem w dwdéch wymiarach, nie istnieje faza nadprzewodzaca, gdyz nie wystepuje
kondensacja holonéw w temperaturach 7' > 0, czyli zachodzi (b;) = 0. Jedynie w stanie
podstawowym (b;b;) = 0. Stan ten, przy niezerowej wartoéci parametru RV B w przypadku
modelu t — J jest nazywany pseudoszczeling (ang. pseudogap, spin-gap) lub stanem RV B.
Gdy znika parametr RV B, natomiast Ay (A;) jest rézne od zera stan taki nazywany jest

jednorodnym stanem RV B (ang. uniform RV B state, uRV B) [50].
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Zrobimy teraz dalsze zalozenia. Mianowicie zakladamy, Ze spelniona jest nastepujaca
réwnost | Ay, | = |Ayn| dla wszystkich m = —1,0,1. Prowadzi to do nastepujacej postaci

parametréow RV B:

A1 = 1\ (em‘” cos k, + €' cos k:y) ,
A1 =A_, (ewm cos ky + €% cos ky) ,
Axo = Ao (€' cosk, + €% cos ky) -

Co do A,,, to mozna zalozy¢, ze s dodatnie.

Zalozymy dalej, ze mamy do czynienia z parowaniem spinonéw w stanie spinowym try-
pletowym takim, ze A? = A%, = A} = 1A% Dodatkowo rozpatrzymy tylko przypadek gdy
energia wzbudzen, dana przez (4.19) i (4.20) nie jest rozszczepiona, czyli ¢ = 0. Ostatnie
zalozenie prowadzi do dwéch warunkéw:

1) ¢pp— ¢y =0, 0, —a, =6, — 0, = q,

M = \/ei + A2(cos? k, + cos? ky, + 2 cos?(a/2) cos k, cos ky),

Da,—ay=¢,— ¢, =0, -0, =0y,

Ak = \/&:i + A2(cos? k, + cos? k, + 2 cos o cos ky cos k),

Dodatkowo dla obu warunkéw zachodzi: o, + 6, —2¢, = 2k+1)7 i o + 0, — 20, =
(2" + 1), gdzie k i k' sa liczbami catkowitymi. W analogii do modelu t-J [34] wybierzemy
drugi przypadek do dalszego badania. Po uczynionych zalozeniach energia swobodna (4.22)

sprowadza sie do nastepujacej postaci:

F/N = —4kBT Zln (2 cosh (BAk/2)) kBT Zln ) 4
AQ
+ AtA A, + 4T AT + - - A — (1 +9), (4.23)
B

gdzie py = p — . Zauwazmy, ze energia swobodna fazy izolatora, ktérego hamiltonian jest
réwny zeru obliczona przy zalozeniu, ze wiez (4.13) jest spelmiony dokladnie na kazdym
wezle jest réwna: —kgT'(nlnd +nlnn + (1 —n)ln(l —n)) i jak latwo pokazaé jest wigksza
od energii swobodnej (4.23) gdy znikaja parametry A, Ay i A, ktéra to przypomnijmy, ze
zostala wyliczona przy zalozeniu, ze wiez (4.13) jest spelniony globalnie, czyli przyjeli$émy

warto$¢ mnoznika Lagrange’a \; wystepujacego w (4.14) jednakowa dla wszystkich wezléw.
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4.4.1. R6wnania na minimum energii swobodnej

Jak wspominaliémy wyzej, nalezy zrézniczkowaé energie swobodng dang przez (4.23)
wzgledem parametrow w niej wystepujacych. W ten sposéb otrzyma sie uktad réwnan.

Pochodna wzgledem potencjatu chemicznego spinonéw ¢ daje:

2 €k BAx

Dostalismy liczbe elektronéw. Pochodna wzgledem mnoznika Lagrange’a A prowadzi do

réwnania:
1 1
l—n=— _ 4.25
¥ 1)

wyrazenie to jest usrednionym globalnym wigzem na liczbe elektronéw na wezle ograniczona

do jeden. W nastepnym kroku obliczymy pochodna wzgledem Ay:
1 €k
20 = —— — tanh (S /2 4.26
= S (), (420
Roézniczkujac z kolei wzgledem Ay dostajemy:
AN, = = > ! (4.27)
b_N - ’ykeﬁwk—l' .

Skorzystali$émy przy wyprowadzeniu powyzszego wzoru z réwnania (4.26). Pochodne wzgle-

dem parametréw A i o prowadzg do odpowiednich réwnan:

2
A A2JB Z (cos® k, + cos acos k, cos ky) tanh (&) |

N Ak 2
_\sina cos k;, cos k, Bk
0=A— Zk: /\k tanh ( : ) : (4.28)

- (V= N;N,), to robigc w powyzszych réwnaniach podstawienie:

Poniewaz k, = 27
I/NY\ — ﬁ f fjﬂ dk, stuszne dla N — oo, otrzymujemy uktad réwnan catkowych.

Parametrami, od ktérych zalezy stan uktad sa: Jp/t, J/U, 6 oraz kgT'/t i wzgledem tych
parametréw bedziemy bada¢ zachowanie sie¢ ukladu. Poniewaz interesuje nas mata wartosc

0 =1 —n, wigc rozpatrzymy najpierw przypadek o = 0.

52



4.4.2. Przypadek 6 =0

Dla 6 = 0 uklad znajduje si¢ w stanie izolatora, co wynika miedzy innymi z metody
bozonéw pomocniczych [42], a takze z przyblizenia Gutzwillera [43] zastosowanych do po-
dwdjnie zdegenerowanego modelu Hubbarda. W granicy silnych korelacji problem ten byt
badany przez wielu autoréw np. [44]. My rozwazymy go jako graniczny przypadek przed-
stawionej wyzej metody RV B. Poniewaz zachodzi § = 0, to w hamiltonianie (4.21) i w
energii swobodnej (4.23) nie ma wyrazéw pochodzacych od holonéw oraz zachodzi réwnosé
A, = 0. Inaczej méwigc uklad jest opisywany tylko przez dynamike spinowo-orbitalna
zwigzang ze spinonami, a transport tadunku, zwigzany z holonami, nie jest mozliwy ze
wzgledu na wiez (4.13) [28]. Otrzymujemy, ze réwnania na p i A sa takie same a energia
swobodna zalezy tylko od p¢. Mimo, ze Ay = 0, to Ay w ogdlnosci jest rézne od zera. Wtedy
w relacji dyspersji energii stanéw jednoczastkowych wystepuje wyrazenie —2JoA v — fif,
ktére ma taks sama postac¢ jak dla elektronéw w pasmie jesli Ay # 0. Wyrazenie to jest
zwigzane z jedynym mozliwym tutaj procesem, ktéry pochodzi od réwnoczesnego przeskoku
dwéch spinonéw pomiedzy dwoma najblizszymi weztami opisywanego przez oddziatywanie
pomiedzy nimi. Stad renormalizacja energii pasmowej przez 2JyAy, zwiazana z korelacjami
pomiedzy spinonami. Wynika stad, ze dla A = 0 w poréwnaniu z metalem niektére wia-
snoSci mogg by¢ takie same jak na przykiad w dostatecznie niskich temperaturach liniowe
cieplo wlasciwe. Nalezy tu zauwazy¢, ze jednorodnego stanu RV B nie otrzymano w tej
same]j metodzie jakiej my uzyliémy zastosowanej do modelu ¢ — J gdy § = 0 [34].

W zaleznosci od wartoSci o mozna rozpatrywac¢ rézne stany uktadu. Mianowicie dla

™

a = 0 stan nazywa si¢ s, dla a = 7 stan nazywany jest s + id, dla a = 7 stan si¢ nazywa

d, natomiast dla o # 0, 7,7 stan jest stanem mieszanym stanéw s i d. Oznaczenie s + id

pochodzi stad, ze stanowi s odpowiada parametr porzadku postaci: cos k,+cos k,, natomiast
stanowi d odpowiada cos k,—cos k,, stad kwadrat modutu parametru porzadku w stanie s+ud
jest réwny |(cos k, + cos k,)? + (cos k, — cos k,)?| = 2 (cos? k, + cos® k) , czyli odpowiada to
a=73.

W rozpatrywanym przypadku energia swobodna (4.23) ma postaé:

k5T > “In(2cosh (BA/2)) +4JAF + EW [if. (4.29)
K B

F/N = —
/ N J

Mimo, ze jest to prosty przypadek, to dostajemy bardzo zréznicowany diagram fazowy,

przedstawiony na rys. 4.1. Zostal on sporzadzony dla Jp/t = 0.2. Wraz z obnizaniem
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sie temperatury w zalezno$ci od J/U albo pojawia si¢ najpierw stan z niezerowym para-
metrem RV B podczas gdy parametr Ay = 0 (ta temperature oznaczyliSmy przez Tryp),
albo sytuacja jest odwrotna i w tym przypadku pojawia si¢ najpierw stan z niezerowym
A dla A = 0 (ta temperature oznaczyliémy przez Tf). Temperatury, w ktérych wyste-
puje to przejscie mozna wyliczy¢ SciSle i sa one réwne odpowiednio: kgTryp = % i
kgTy = 3Jy/2 (Dodatek E). Punkt przecigcia tych temperatur jest réwny J/U = 0.137678.
Dla J/U mniejszych od tej wartoSci przy obnizaniu temperatury najpierw pojawia sie 77,
natomiast dla J/U wigkszych od 0.137678 pojawia sie najpierw Tryp. W drugim przypadku
wystepuje przejscie do ukladu w stanie s+id z Ay = 0. Podczas gdy w tym pierwszym przy-
padku wraz z obnizaniem temperatury uklad przechodzi w temperaturze 1%, 5 do stanu
o niezerowej wartoSci parametru RV B i jest to stan d. Obnizajac dalej temperature w T
mamy do czynienia z przejéciem do stanu mieszanego. Dla 0.110996 < J/U < 0.137678
wystepuje dodatkowo przejscie do stanu s + id w temperaturze T7.

W temperaturze 7' = 0 wraz ze wzrostem J/U parametr A maleje i dla J/U = 0.110996

znika, a uktad przechodzi ze stanu mieszanego do s+ id. Stad ostatnia nier6wnos¢, w ktorej

wartosci graniczne J/U nie zaleza od Jp/t. Przy ustalonym J/U od Jp/t zaleza wprost

0,20 . : . , . ,

rd (a=n) s+id (a=n/2)
0,05 -
faza mieszana
(m>o>n/2)
f
0,00 . L . 1 . 1 .
0,00 0,05 0,10 0,15 0,20

Rys. 4.1. Diagram fazowy dla 6=0 oraz J_/t=0.2.
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Rys. 4.2. Energia swobodna w funkcji temperatury
kThiJU dla J A=0.2 oraz 5=0.

proporcjonalnie temperatury krytyczne oraz parametry A/t i py/t, zgodnie ze wzorem
X = X (Jp/t=1)Jp/t, gdzie X jest réwne T, A i py, przy czym T (Jp/t = 1) oznacza
temperature w przypadku gdy Jp/t = 1. Przeskalowanie temperatury spowodowane zmia-
na Jp/t zgodnie z powyzszym wzorem, nie zmienia natomiast wartodci parametréw Ay i
«. Wzory na widoczne na tym diagramie fazowym temperatury przej$¢ fazowych zostaly
wyprowadzone w Dodatku E.

Wszystkie przejScia fazowe pomiedzy stanami uktadu przedstawionymi na diagramie fa-
zowym (rys. 4.1) sa ciagle. Na rys. 4.2 zostalo to przedstawione poprzez zalezno$é energii
swobodnej F'/JgN od J/U przy kgT/t = 0.05 oraz zaleznos¢ F'/tN od kgT'/t przy J/U = 0.
Energia swobodna dla fazy A = Ay = 0 jest tutaj réwna —kgT In(256/27).

Analizujac diagram fazowy mozna zauwazy¢ obszar pomiedzy temperaturami 7%, 5 oraz

Ty w ktérym relacja dyspersji energii jest taka sama jak dla elektronéw poruszajacych sie
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Rys. 4.3. ZaleZnosci parametréw porzadku od J/U w
ustalonej temperaturze dla 6=0 oraz J_/t=0.2.

w pa$mie zwezonym o czynnik 2JyAf. Jak pisaliSmy wyzej, nie jest to zwiazane bezposred-
nio z jednoczastkowym przeskokiem spinonéw, ktéry nie ma miejsca dla § = 0. Stan ten
jest zwiazany z dwuczastkowym przeskokiem zawartym w wyrazeniach na oddzialywanie. A
dokladniej méwiac z oddzialtywaniami Jo i Jp. Gdyby ich nie bylo, nie byloby takze tem-
peratury T}, gdyz w zakresie 0 < J/U < 1/3 otrzymalibySmy Tryp = % ~0.5Jp >Tf =
3%J B ~ 0.3Jp. Z drugiej strony wpltyw tych dwéch oddzialywan maleje gdy J/U zmierza do
1/3, gdyz Jp — oo natomiast Jo i Jp zmierzaja do skonczonej wartosci. Jedli sie przyjrzec

rys. 4.1 albo rys. 4.3 to wida¢, ze dla wartosci J/U < 1/3 parametr Ay jest juz dawno
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zerowy, a faza w jakiej znajduje si¢ uklad jest typu s +d. Inaczej méwiac usuniecie Jo i Jp
spowoduje przesuniecie sie obszaru z fazg s + id na lewo od TJ’c i wypemienie nim calego dia-
gramu fazowego. Wida¢ to najlepiej, jesli zrobi sie dokladniejsza analize wprowadzajac nowy
parametr oddziatywania 3.J5/16 4+ = (Jo /16 + Jp/8) zamiast Jy. Nowa zmienna z nalezy do
przedziatu od zera do jednosci. Dla x = 1 otrzymujemy Jy natomiast dla x = 0 otrzymujemy
wyzej omawiany przypadek. Z obliczen wynika, ze zmniejszanie x powoduje przesuwanie si¢
T} na lewo, bez istotnej zmiany ksztaltu tej krzywej. WartoS¢ krytyczng xy,., w ktorej znika

catkowicie Tj’c mozna wyliczy¢ z przyréwnania temperatur Tryp 1 Ty w J/U = 0. Otrzymu-

jemy wtedy xp, = 9%1?3 — 1 =~ 0.62. Wynika stad, ze zmniejszenie wptywu oddzialywania Jo
i Jp na dynamike ukladu juz o okoto polowe powoduje znikniecie parametru A opisujacego
ruch spinonéw. Mozna to zrozumie¢ w nastepujacy sposéb. Wazrost Jp przy ustalonym
Jo powoduje wzrost energii wigzania pary spinonéw w stosunku do ich energii kinetycznej,
zatem powoduje silniejsze wigzanie si¢ pary. Najlatwiej to mozna zauwazy¢ w prostym przy-
padku pojedynczej pary, jaki przedstawiliSmy w podrozdziale 4.2. Podobny efekt wywotuje
zmniejszanie Jy przy ustalonym Jg. Spowoduje to, ze w pewnym momencie zniknie para-
metr Ay, gdyz para bedzie tak silnie zwiazana, iz nie bedzie mozliwy efektywny przeskok
pojedynczego spinonu. A zatem obecno$¢ oddzialywan Jo i Jp w odpowiednim stosunku
do Jp wynikajacym z rachunku zaburzen sprawia, ze mamy tak skomplikowany diagram
fazowy, a przede wszystkim, ze parametr Ay jest rézny od zera ponizej Ty i na lewo od T7.
Warto jeszcze zauwazy¢, ze postacie tych oddzialywan sg takie, iz otrzymujemy diagram
fazowy dla rozsadnych wartosci J/U, to znaczy dla J/U < 0.2.

Zalezno$¢ parametréw porzadku od J/U w ustalonej temperaturze nie jest monotoniczna
tylko dla Ay jak to widac¢ na rys. 4.3. O ile o maleje a A ro$nie z J/U o tyle parametr
Ay roénie gdy zblizamy si¢ do przejscia do stanu mieszanego a maleje gdy uklad znajduje
sie¢ w stanie mieszanym az do znikniecia tego parametru i przejscia ukladu do stanu s + id.
Wzrost parametru RV B wraz ze wzrostem J/U jest zwiazany ze wzrostem oddziatywania
Jp spinonéw, co powoduje silniejsze wigzanie sie par spinonéw. Dla pewnego przedziatu
temperatur wzrost J/U powoduje nawet pojawienie si¢ fazy RV B.

Rys. 4.4 przedstawia zalezno§¢ parametréw porzadku od temperatury przy ustalonym
J/U. Wida¢ na nim, ze w fazie mieszanej A roénie by male¢ po przejéciu do stanu d i dalej
do znikniecia parametru RV B az do Ay = 0, kiedy to spinony lokalizuja sie. Jak sie nalezato

spodziewa¢ parametr A maleje ze wzrostem temperatury, co jest zwigzane ze wzrostem ter-
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Rys. 4.4. Zaleznoéci parametréw porzadku
od temperatury dla 6=0 oraz JD/t:O.2.

micznych wzbudzen polegajacych na rozrywaniu par spinonéw. Na rys. 4.3 i rys. 4.4 widag,
ze w kazdym ze stanéw ukladu ograniczonych temperaturami krytycznymi T, Thy g, Tu,
TJ'c oraz Tryp wystepuje rézne zachowywanie si¢ parametrow porzadku, ktére powoduje po-
wstawanie osobliwo$ci, punktéw nieanalitycznych w miejscach przej$cia pomiedzy stanami.
Réznorodnosce zachowania si¢ ukladu w stanach s + id, mieszanej fazie jak i d wida¢ na rys.
4.5 przedstawiajacym gestosci stanéw dla tych trzech przypadkéw. Gestoscé stanéw dana
przez (4.11) w przypadku dwuwymiarowym ma postaé (Dodatek D):

1 dl
p(w) = W/K(w) o] (4.30)

gdzie K (w) jest krzywa stalej energii w = A, dl elementem dlugosci tej krzywej, natomiast
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Vk jest gradientem wzgledem k = (k,, k) . Dla wartoSci w takich, ze znika |\7x k| pojawiaja
sie nieanalityczne punkty w gestodci stanéw zwane osobliwoSciami Van Hove’a [48].

W przypadku stanu s+ id, ktéry wystepuje dla J/U = 0.15, kgT'/t = 0.1 oraz Jp/t = 0.2
wida¢ przerwe w energii wzbudzen. Dodatkowo oprécz granicznych punktéw nieanalitycz-
nych wystepuje takze rozbiezna logarytmicznie osobliwo$¢ Van Hove’a. Przejscie uktadu do
stanu mieszanego (J/U = 0.07, kgT'/t = 0.05 i Jp/t = 0.2) zmniejsza przerwe. Dodatkowo
pojawiaja sie inne osobliwoSci Van Hove’a, w tym dwie logarytmicznie rozbiezne. W stanie d
(J/U =0.03, kgT/t =0.081 Jp/t = 0.2) znika przerwa w energii wzbudzen. W poréwnaniu
ze stanem mieszanym to liczba osobliwosci Van Hove’a zmniejsza sie o jeden. Tak jak we
wczesniejszym przypadku wystepuja tutaj dwie rozbieznosci logarytmiczne. Mozna pokazac,

ze tylko w stanie d istnieje znikajaca energia wzbudzen. Mianowicie przyréwnujac do zera

M = /(2J0Ap i + pug)? + A2(cos? ky + cos? ky, + 2 cos acos k, cos k) dostajemy dwa row-

12 L] l L] l L) l L) l L)
I faza ]
mieszana
9L -
d
g 3 -
S
Q
3k -
0 i [l i | 1 | 1 | 1
0,0 0,1 0,2 0,3 0,4 0,5

oft
Rys. 4.5. Gestosci standw przy 5=0 dla faz: s+id (J/U=0.15, k, TA=0.11 J /t=0.2),
d (JU=0.03, k,TA=0.08 J t=0.2) oraz fazy mieszanej (J/JU=0.07, K, TA=0.05i J A=0.2).
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Rys. 4.6. Ciepto whasciwe C t/ kT w funkcji temperatury
kBT/t dla J/U=0.07 oraz J/U=0.12 przy JD/t=O.2 oraz 5=0.

nania na cos k, i cos ky: cos? k, + cos? ky, + 2cosacos k, cos ky = 0 oraz 2JoA sy + pg = 0.

1]
8JoAy

Okazuje sig, ze rozwiazanie istnieje tylko wtedy gdy o = 7 oraz < 1. Dla malych ener-
gii wzbudzen w gestoS¢ stanéw w fazie d jest liniowa (Dodatek D). Z drugiej strony, jesli nie
jest speliona nieréwnos¢, to mimo, ze jesteSmy w fazie d bedzie istniala przerwa w energii
wzbudzen. Wystepuje to miedzy innymi dla przypadku J/U = 0.12 przedstawionym na rys.
4.4, gdzie wraz ze wzrostem temperatury minimalna warto$¢ energii wzbudzen zmierza do
zera w Ty , by w poblizu kgT'/t = 0.138 pojawi¢ si¢ na nowo. Obliczenia odnoénie gestosci
stanéw zostaly przedstawione w Dodatku D.

Wryliczymy teraz cieplo wlasciwe Cy,. Z postaci gestoSci stanéw widocznych na rys. 4.5
wida¢, ze zachowanie si¢ C'y bedzie rézne w zaleznosci od stanu w jakim uktad si¢ bedzie
znajdowal. Wprowadzajac oznaczenie f = F'//N otrzymujemy w ogélnosci:

Cy 02 f
T keT 9 (kpT)?

. 1 1! ! 1 i 1 ! 1 !
= JkpThpT T fAkaTAf + fukaT:uf + fArprA + forrd s
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gdzie zdefiniowalismy C'y, jako wielko$¢ bezwymiarowa. Skorzystalismy tutaj z warunkéw
na ekstremum funkcji f: 9f/0Af =0, 0f /Ous =0, 0f JOA =0 oraz 0f /0 = 0, a takze z
tego, ze pochodna temperaturowa kazdego z tych warunkéw po wszystkich zmiennych w nich
zawartych tez jest réwna zero. Pochodne temperaturowe po parametrach porzadku mozna
obliczy¢ znajac wartosci tych parametréw w danej temperaturze, wynika to z twierdzenia o
pochodnej funkcji uwiklanej. Odpowiednie wzory zostaly wyprowadzone w Dodatku F.

Rys. 4.6 przedstawia zalezno$¢ ciepta wiaSciwego C'y, podzielonego przez temperature
kT /t od temperatury. Wida¢, ze dla niskich temperatur cieplo wlasciwe zachowuje sie jak
e 8efiB | gdzie Agsp jest parametrem, ktéry mozna wyliczyé lub otrzymaé z dopasowania
do odpowiedniej krzywej. Obecno$¢ tego parametru oznacza, ze istnieje przerwa w energii
wzbudzen. 1 rzeczywiscie, wspomnieliSmy powyzej, ze jesli sie przyjrzec rys. 4.5 to widag,
ze w stanie s + i¢d oraz w fazie mieszanej jest obecna przerwa.

PrzejSciom pomiedzy réznymi stanami towarzysza skoki w cieple wlasciwym. Mozna
sie bylo tego spodziewaé obserwujac zachowanie sie parametréw porzadku w funkcji tem-
peratury widoczne na rys. 4.4. Mianowicie, mimo ze ciagle sg wartoSci parametréw, to

pochodne z tych parametréw juz nie sg ciagte.
4.4.3. Przypadek 6 > 0

Zbadamy teraz przypadek gdy uklad juz nie znajduje sie w fazie izolatora ze wzgledu na
niezerowy ilos¢ dziur, czyli gdy 6 > 0. Dzigki temu obok, opisanego wyzej zjawiska propagacji
spinonéw, ktére wystepowalo dla § = 0 i wystepuje takze w tym przypadku gdy Ay # 0, w
pewnych warunkach bedzie wystepowal zwykty ruch spinonéw, czy tez holonéw, pochodzacy
od wyrazu kinetycznego wystepujacego w hamiltonianie (4.14), opisujacego przeskok spinonu
(holonu) pomiedzy sasiednimi wezlami. Najpierw rozpatrzymy graniczny przypadek, gdy
temperatura 7' = 0. Jak wiadomo w dwéch wymiarach nie jest mozliwa kondensacja bozonéw
ze wzgledu na to, iz gesto$¢ stanow nie znika dla k = 0. Ponadto w temperaturze zera stopni

wszystkie holony znajda sie w stanie k = 0. Wtedy z réwnania (4.25) dostajemy:

. 1 0 dlak+#0,
hmﬁw—:
f—oo Pk — 1 SN dla k = 0.

Oznacza to, ze A, — §, co wynika z réwnania (4.27). Dodatkowo z powyzszego réwnania

mozna wywnioskowac, ze potencjal chemiczny bozonéw A w niskich temperaturach zmierza
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Rys. 4.7. Diagram fazowy dla T=0 oraz J /t=0.2.

do 4tAs+kgTa+kpT In (1 + (%N) , gdzie kgTa zachowuje sie w ten sposéb, ze Ta /T zmierza
do zera gdy T zmierza do zera. Gdy temperatura zmierza do zera energia swobodna F'

zmierza do energii stanu podstawowego rc’)wnego energii wewnetrznej U w T = 0:
U/N = ——ZAH — +4JOA — (146,

gdzie zostawilismy ¢ gdyz dzigki temu dla 6 — 0 otrzymamy w prosty sposéb zgodno$¢ z
granicznym przypadkiem gdy 7" — 0 dla energii swobodnej (4.29), odpowiadajacej przypad-
kowi d = 0. OczywiScie wartosci U/N oraz parametréw porzadku w minimum nie zmienia sie,
jesli podstawic py = p—4tAy i zminimalizowac otrzymana w ten sposéb energie wewnetrzna
wzgledem parametréw porzadku.

Otrzymujemy diagram fazowy, na ktérym mozliwe sg wszystkie fazy: d, s + id, s i
mieszana. Przedstawia go rys. 4.7. Dodatkowo nalezy powiedzie¢, Zze przejscia pomiedzy
fazami sg ciggte. Faza s istnieje w obszarze dosy¢ duzych wartoSci 0, wiec w tym obszarze
moze wyglada¢ troche inaczej granica faz s i mieszanej. Widac¢, ze jeSli zwieksza¢ liczbe
dziur 0 dla J/U > 0.11, to uklad wychodzac ze stanu s +id dla 6 = 0 (A = A, = 0),
dla wartosci 6 > 0.15 powraca do tego stanu, ale wartos¢ parametru As juz nie jest ze-

rowa. Zmniejszanie wartoSci J/U powoduje zblizanie sie do granicy fazy d. Przejawia sig¢ to
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wzrostem warto$ci parametru o wraz ze wzrostem 0, przy zblizaniu sie do fazy d od dotu.
Po wyjsciu z fazy d wraz ze wzrostem ¢ parametr a zaczyna malet¢ zmierzajac do fazy s.
Parametr RV B A maleje wraz ze wzrostem liczby dziur niezaleznie od tego w jakiej fazie
sie znajduje uklad. Jest to zwigzane ze zmniejszaniem sie liczby par spinonéw. Natomiast
zachowanie si¢ parametru Ay jest troche podobne do «. Parametr ten najpierw rosnie, aby
w fazie d lub w jej poblizu (J/U = 0.12) zaczat¢ male¢. WartoSci tego parametru w fazie s sa
bardzo zblizone do siebie. Wszystkie opisane wyzej zachowania sie parametréw przedstawia
rys. 4.8. Na rysunku tym przedstawiono takze obszary wystepowania faz d i s dla réznych
wartoéci J/U.

Jesli bada¢ zachowanie sie parametréw porzadku w T = 0 dla matych §, na przyklad
9 = 0.0001 w funkcji J/U to jest ono podobne do tego jakie jest przedstawione na rys. 4.3

dla 0 = 0. Parametr A/t zachowuje si¢ prawie tak samo. Podobnie a oraz Ay, z ta réznica,

0,3 T T N T bl 1 M 1
T=0

J /0.2 |
—J1u=0

—— J1U=0.07
——JIU=0.12

0,2

Alt

0,1

0,0

0,6

0,4

<"

0,2

0,0
1,0[
0,8/
0,6}
0,4
0,2]

o/t

0’0 . I I ! I .
0,00 0,05 0,10 0,15 0,20 0,25

o

Rys. 4.8. Zaleznosci parametrow A, A i v od liczby dziur &
dla T=01i J /t=0.2. Strzatka czarna oznacza granice fazy d,
kolorowe natomiast przejscia do fazy s dla réznych J/U.
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ze w poblizu przejscia do fazy s+id w = 0, w przypadku 0 = 0.0001 zmienia si¢ znak drugiej
pochodnej Ay po J/U i parametr ten zmierza asymptotycznie do zera. Natomiast liniowe
zachowanie si¢ «, ktére wystepuje w obu przypadkach, w poblizu powyzszego punktu prze-
chodzi w asymptotyczne zmierzanie do 7/2, przy czym warto$¢ tego parametru poczawszy
od tej zmiany liniowego zachowania jest bardzo zblizona do jego wartosci graniczne;j.
Przejdziemy teraz do opisu uktadu w temperaturach wiekszych od zera. Z réwnania (4.27)
wynika, ze parametry Ay i A, znikaja jednocze$nie. Dalej mozna pokazac, ze |A,| < 6.

Mianowicie z réwnan (4.25) i (4.27) dostajemy:

1 1 1
Ap—6=—S5S"(m-1)—"— <o,
b Nzk:(ﬂk >eﬁwk—1 0

co wynika z tego, ze (;7x — 1) < 0. Podobnie mozna pokazaé, ze A,+9§ > 0. Z réwnan (4.24)
i (4.26) natomiast wynika, ze |A¢| < n. Mozna takze tatwo udowodni¢, ze znaki parametréw

Ay i Ay zawsze sg takie same. Z réwnania (4.27) dostajemy:

1 1 4 dw
4A = — —_— =
b= Ek:%ce@wk —3 /4wP (w) A ]

_ / 'Y (w)( ! . ! )dw
—Jo P Sthgw) 1 B(tAger) _ ’

gdyz gestodt stanéw p (w) dla w = i jest funkcja parzysta. Poniewaz spelniony jest zwiazek

0 < —tApw+ A <tAjw+ A dlaw > 0 oraz Ay > 0, to musi zachodzi¢ takze nastepujacy:
1/ <eﬁ(*tAf“’H) - 1) > 1/ (e“mfwﬂ) - 1) , stad otrzymujemy, ze A, > 0. Podobnie jesli
zalozy¢, ze Ay < 0 to otrzymamy warunek A, < 0. Ze wzgledu na niezmienniczo$¢ réwnan
(4.24)-(4.28) wzgledem jednoczesnej zmiany znakéw parametréw Ay i A, rozwiazania ze
znakiem dodatnim tych parametréw sg réwnowazne rozwigzaniom ze znakiem ujemnym.
Inaczej méwiac daja taka sama wartoS¢ energii swobodne;j.

Z réwnan na minimum energii swobodnej mozna wyznaczyt temperatury przejscia
pomiedzy réznymi stanami uktadu tak jak to byto powiedziane weze$niej (Dodatek E). Tem-
peratura Try g przejScia do stanu, w ktérym parametr A jest niezerowy a uklad znajduje

sie w fazie s + id przy zerowych wartoéciach parametréw A, i Ay jest réwna:

Js 3440
I{IBTRVB/t = g (1 + 5) /ln (m) s (431)

Natomiast temperatura przejscia do stanu, w ktérym pojawiajg si¢ parametry A, i Ay przy
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Rys. 4.9. Diagramy fazowe dia trzech parametrow: J/IU, 5, J_ft.

A = 0, oznaczona przez Tp wynosi:

L 46(1+96)
(1—0)(3+0) <\/(J0/t) R ey +J0/t> . (4.32)

Podobnie jak dla 6 = 0 pojawia sie takze i tutaj temperatura 7T, przejScia do fazy d.

kgTp/t =

| =

Wprowadzimy takze oznaczenie T}, ktére odpowiada przejéciu do fazy s + id w ktérej oba
parametry A, i Ay sa zerowe przy niezerowej wartosci A (zatem jest to odpowiednik T7%).
Temperatura Tzlzv 5, tak jak to bylo w przypadku 6 = 0, oznacza przejscie do stanu, w ktérym
pojawia si¢ parametr RV B przy niezerowych wartoSciach Ay, i Ay, z ta réznica, ze przejscie to
moze by¢ albo do fazy d albo s. Zatem musi sie takze pojawi¢ temperatura przejécia do fazy s
z fazy mieszanej. Oznaczymy ja przez T,. Diagramy fazowe sporzadzone dla czterech réznych
przypadkéw przedstawia rys. 4.9. Wszystkie przejscia fazowe na tych diagramach sg ciagle.
Przyjrzyjmy sie najpierw diagramowi fazowemu dla 6 = 0.0001 i Jp/t = 0.2. Poniewaz w

T = 0 A, = 4 to takze parametr Ay jest rézny od zera, o czym byla mowa wyzej. Powoduje to
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asymptotyczne zachowanie sie temperatury krytycznej Tp, w T = 0. Jest to jedyna jakosciowa
réznica pomiedzy diagramem dla 6 = 0 przedstawionym na rys. 4.1. Skutkiem tego dla
0.12 < J/U < 0.139 parametry A, i Af znikaja w niskich temperaturach by si¢ na nowo
pojawi¢ w wyzszych. Inaczej méwigc wzrost temperatury powoduje lokalizacje spinonéw i
holon6éw a nastepnie ich delokalizacje. Takie ponowne pojawienie si¢ tych parametrow jest
mozliwe tylko dla bardzo malych wartoéci 6, gdyz dla 6 ~ 0.001 krzywa T, nie przyjmuje juz
dwéch wartoéci dla zadnego ustalonego J/U. Do zjawiska znikania i ponownego pojawiania
sie parametréw Ay, i Ay powrécimy ponizej. Przyjrzyjmy sie dalej nastepnemu diagramowi
fazowemu dla § = 0.06 i Jp/t = 0.2. Wida¢, ze zgodnie z rys. 4.7 temperatura przejscia Ty
maleje wraz ze zmniejszaniem sie J/U, osiagajac zero w poblizu J/U = 0.05. Poréwnujac oba
diagramy fazowe dla 6 = 0.0001 i 6 = 0.06 wida¢, ze punkt wspélny wszystkich temperatur
krytycznych wzrést zaréwno w J/U jak i w kgT'/t wraz ze zwigkszeniem §. Bardzo latwo
mozna zbada¢ to dokladniej przyréwnujac do siebie temperatury T i Tryp. Otrzymujemy;,
ze wraz ze wzrostem ¢ parametr oddzialywania J/U na poczatku, to jest dla ¢ < 0.05,
roénie bardzo szybko. Poza tym przedzialem wzrost jest coraz wolniejszy. Podobnie funkcja,
rosnaca wzgledem 6 jest kgT'/t, ale wzrost jest tutaj jednakowy prawie od poczatku.
Nastepny diagram fazowy przedstawia zaleznos¢ temperatury kgT'/t od § dla J/U = 0.12
i Jp/t = 0.2. Dla bardzo malych wartosci § wystepuje tutaj przyjmujaca dwie wartosci
temperatura krytyczna T}, (wstawka a). Powoduje to, ze dla odpowiednio matych wartosci
d istnieje wcze$niej omawiane zjawisko znikania parametréw A i A, w niskich i pojawiania
sie w wysokich temperaturach. Temperatura T, przejscia do fazy d z fazy mieszanej wraz ze
wzrostem d maleje by w poblizu § = 0.135 zaczaé znéw rosnaé (wstawka b). Jesli sie przyjrzeé
diagramowi fazowemu dla temperatury 7" = 0 (rys. 4.7), to wida¢, ze dla J/U = 0.12 wraz
ze wzrostem 0 najpierw zblizamy sie do fazy d a potem dla odpowiednio wiekszych wartosci
0 oddalamy sie od niej. Skutkiem tego jest wlasnie spadek a potem wzrost T;. Zgodnie z
rys. 4.7 dla odpowiednio duzych warto$ci 6 w 1" = 0 istnieje faza s. Wystepuje ona takze w
temperaturach wyzszych od zera. Wida¢ to na wstawce b, gdzie w poblizu § = 0.18 pojawia
sie temperatura przejscia do fazy s T,. Temperatury T, i Ts, Tp, p maja wspolny punkt
w0 ~ 0.177 1 kgT/t = 0.012, przy czym T}, 5 zostala wyliczona odpowiednio dla faz d i
s. Niezaleznie od tego czy uklad jest w fazie d czy s temperatura T}, 5 zawsze maleje, ale
spadek ten jest mniejszy w fazie s. Poza tym mozna zauwazy¢, ze ze wzrostem o temperatury

Tp i Ty 5 oddalaja sie od siebie. Dzigki temu w odpowiednio niskich temperaturach i dla
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duzych wartosci 0 zamiast rozpatrywania parametru A, mozna go przyblizy¢ J, a zatem
mozna nie rozpatrywac réwnan (4.25) i (4.27).

Ostatni diagram fazowy przedstawia zalezno$¢ temperatur T, Th, 5 1 Ty od Jp/t dla
J/U = 0.051¢ = 0.01. Jak wida¢ wszystkie one rosna wraz z Jp/t. Temperatura Tp, 5
schodzi do zera przy Jp/t = 0, czego tak dobrze nie wida¢ na rysunku. Temperatury T 5
dla Jp/t > 0.012, Tp dla Jp/t > 0.07 oraz T, dla wszystkich Jp/t sa liniowe, co jest
zwiazane z tym, ze dla 6 = 0 sa one dokladnie proporcjonalne do Jp/t, natomiast odejscie
od tego przypadku sprawia, ze proste nie przechodzg przez poczatek ukladu oraz powoduje
odstepstwo od liniowosci dla Thy, 5 1 Tp gdy zblizamy sie do Jp/t = 0.

Z diagraméw fazowych (Jp/t,kgT/t) i (J/U, kgT/t) mozna wywnioskowaé, ze wzrost
oddzialywania spowodowany albo wzrostem .Jp/t albo J/U daje w obu przypadkach inny
wynik. Jest to spowodowane tym, ze w pierwszym przypadku nie zmienia sie wzajemny
stosunek oddziatywan Jp Jo i Jp. Natomiast w drugim przypadku wzrost J/U powoduje
zmiane tego stosunku.

Powrécimy teraz do wezeSniej omawianego przypadku lokalizacji i delokalizacji spinonéw
i holonéw. Zjawisko to zostalo przedstawione na rys. 4.10. Wida¢, co zostato powiedziane
wczesniej, ze oba parametry znikaja i pojawiaja sie jednocze$nie. Natomiast parametr RV B
A/t zachowuje sie¢ podobnie jak dla 6 = 0 (rys. 4.4). W przejsciu w temperaturze T}, jest
widoczny brak nieanalitycznych punktéw, czego nie mozna powiedzie¢ o zachowaniu sig¢
tego parametru w 7. Potencjal chemiczny bozonéw mierzony wzgledem k = 0 wynosi:
At —4A¢. W fazie, w ktére] Ay = A, = 0 jest on liniowy w kgT'/t zgodnie ze wzorem:
At =kpTIn (1£2) /t (Dodatek E). Pojawienie si¢ parametréw Ay i A, powoduje obnizenie
sie wartosci potencjalu chemicznego ponizej prostej. Wraz z obnizaniem temperatury do
zera A/t —4A takze zmierza do zera, gdyz kondensacja bozonéw nie jest mozliwa w dwéch
wymiarach (mozna powiedzie¢, ze kondensacja jest mozliwa tylko w 7' = 0).

Przejdziemy teraz do wyliczenia ciepla wlasciwego Cy w fazie d. Zgodnie z definicja jest
ono réwne dU/dT, ale do wyliczenia jego uzyjemy wielkoSci bezwymiarowej dU /d(kgT). W
naszym przypadku energia wewnetrzna U na liczbe wezléw N jest réwna:

1 2 1 1

+4tA Ay + 4JOA?‘ — s (1-9),

gdzie skorzystaliémy z réwnania (4.25). Czyli cieplo wlasciwe jest dane przez nastepujace
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réwnanie:

aw B A2 3 N2 1

Cy=- 2N Ao, - L |
VT dkgT Nzk:coshz(ﬁ)\k/2)+ fve 2Nzk:dkBTcosh2(5Ak/2)

gdzie Cy,, jest wkladem do ciepla wiasciwego pochodzacym od holonéw o energiach —t

danym réwnaniem:

Cvp = NdkBT Z 7k€BWk _

Z obliczen dla przypadku é = 0.07, J/U = 0.05 1 Jp/t = 0.2 wynika, ze w fazie d trzeci
wyraz w Cy w niskich temperaturach jest bardzo maly w poréwnaniu z pozostalymi dwoma.
W tym zakresie temperatur pierwszy wyraz daje wklad do ciepta wlasciwego proporcjonalny
do T?, co jest znanym faktem, ze Cy w fazie d ma whaénie taka zaleznoé¢ [34]. Przed-

stawimy teraz krétki dowdd tej zaleznoSci, analogiczny do tego, jaki przeprowadzono w [21].

T T T T T T T T T T T T T T T 0,3 T T T T T T T
0,3} T .. {10
300001 | A d Tos
J1U=0.125 J {0,8
02! J =02 0.2
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Rys. 4.10. Zaleznosci parametréw Aft, ovn, A i potencjatu chemicznego bozondw
mierzonego wzgledem k=0 2/t-4A od temperatury dia 5=0.0001 i J/JU=0.125.
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Wprowadzajac gestos¢ stanéw dang przez (4.30) dostajemy:

2

L [ bl
Cvy = N Zcosh (BA\/2) =F /0 cosh? (6w/2)dw’ (4.33)

gdzie Amax jest maksymalng wartoécig A.. Funkcja f(w) = (Bw/2)?/cosh? (fw/2) ma
maksimum w punkcie speliajacym réwnanie 1 = (Swmax/2) tanh (Bwmax/2) , czyli wmax ~
2.4kgT. Ponadto warto$¢ f(w) w maksimum jest zawsze taka sama, niezaleznie od kgT.
Zatem najwickszy wkiad do powyzszej catki w niskich temperaturach bedzie pochodzit
od maltych wartosci w. W ostatniej czeSci Dodatku D pokazaliSmy, ze dla malych ener-

gii wzbudzen gesto$¢ stanéw jest dana przez p(w) = (réwnanie (D.4)), gdzie g =

Tlgh
2 (tAy 4+ 2JoAf)sin kg, h = Asinky, natomiast ky = arc‘i:o‘s (—pr/(4(tA 4+ 2J9Af))) jest
sktadowa kwazipedu (ko, ko), dla ktérego znika Ax (tych punktéw w pierwszej strefie Bril-
louina jest cztery: (ko, ko), (—ko, ko), (ko,—ko) i (—ko, —ko)). Podstawiajac liniowa gestosé
stanéw do (4.33) oraz zamieniajac gérna granice calkowania na nieskonczono$¢ dostajemy:
Cyy ~ 18¢ (3) (kgT)? /7 |gh|, gdzie ¢ () jest dzeta Riemanna i zachodzi ¢ (3) ~ 1.20206.
Pokazemy teraz, ze bozonowy wkiad do Cy réwny A;Cy, w niskich temperaturach jest
proporcjonalny do 7. Poniewaz w niskich temperaturach najwiecej bozonéw znajduje sie w
poblizu stanu k = 0, wigc rozpatrzymy przyblizona warto$¢ wy ~ tA; (ki + k‘g) — 1y, gdzie
iy = —A + 4tA;. Z wyrazenia na liczb@ holonéw § (4.25) dostajemy:

// 1 /OO dw
tAfk:z Hb - 1 ~ 47‘(‘ 0 e,@(tAfwf,uﬂ o ]_7

gdzie przeszliSmy z gérng granica catkowania do nieskoniczonosci ze wzgledu na wczesniejsza,

uwage, ze najwiekszy wkiad daja bozony o malej wartosci k (czyli w). Catke po w mozna
wykona¢ dokladnie, w wyniku czego dostajemy, ze p, ~ kpTln (1 — e 4™ar9/ksT)
—kgTe *mA10/ksT Zaleznose ta jest dobrze widoczna dla odpowiednio duzych §. Na przyklad
dla 6 = 0.07 otrzymalidémy znaczng réznice pomiedzy przypadkiem 6 = 0.0001 przedsta-
wionym na rys. 4.10. Wyprowadzimy teraz energie wewnetrzng U, bozonéw w niskich

temperaturach dla ktérych zaleznoS¢ energii od kwazipedu jest nastepujaca: —tvyy, gdzie

podobnie jak wczeéniej przyjmiemy v ~ 4 — k2.

1 1 kT
Up=—+ Zk:t’“‘eﬂwk — ~ 4t + (t A,«) , (4.34)

gdzie skorzystaliémy =z tego, ze dla [u, =~ 07 =zachodzi nastepujaca réwnosc:

S5, wde/ (e = 1) ~ [T adr/(e* —1) + Bup. Ze wzoru (4.34) wynika takze, ze A, =~
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k. T/t
Rys. 4.11. Zaleznosc¢ stosunku ciepta wiasciwego C,, do temperatury
k, T/t od temperatury dia $=0.07, JAU=0.051 J /t=0.2
ket 2
- 9% (éﬁ) . Zwiazek ten jest bardzo dobrze spemiony w rozpatrywanym przypadku

d = 0.07, J/U = 0.05 i Jp/t = 0.2. Wracajac do ciepta wlasciwego bozonéw otrzymu-
jemy: A;Cyy =~ kgTm/12tAy, gdzie skorzystalismy z tego, ze, jak wynika z obliczen Ay w
niskich temperaturach nie jest liniowe. Ostatecznie Cyt/kgT w niskich temperaturach jest

réwne:
Cyt T 18t2 kgT

k;BTz12Af+7r|gh|C(3) t

gdzie za Ay, Ay, A1y mozna podstawi¢ ich wartosci w 1" = 0:

(4.35)

m
124

182
7 |ghl

~ 0.43,
¢ (3) =~ 390.

Wida¢ zatem, ze w niskich, ale nie za bardzo, temperaturach kwadratowy wyraz w Cy
jest dominujacy.

W fazie, w ktorej parametr RV B jest réwny zero, energia wewnetrzna U, wynosi:
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4
Up=—— " (tAy + 2JoA;)

4Ty A2
N2 1+J0f

1
’}/k eﬁak _|_

Mozna teraz zbada¢ stosunek ciepta wlasciwego do temperatury dla 6 = 0.07, J/U = 0.05
i Jp/t = 0.2 w obu fazach. Odpowiednie obliczenia zostaly przedstawione na rys. 4.11.
Wida¢, ze zgodnie ze wzorem (4.35) w niskich temperaturach Cyt/kgT jest liniowe i dla

T = 0 ma skonczong wartosc.
4.5. Jadrowy rezonans magnetyczny

W podrozdziale tym zajmiemy sie wykorzystaniem zjawiska jadrowego rezonansu magne-
tycznego (JRM, ang. NMR), rozpatrywanego dla przypadku sieci kwadratowej spinéw
jadrowych oraz uktadu elektronéw opisywanych realistycznymi orbitalami pasma e, odnosza-
cymi sie do weziéw tej sieci, do opisu stanu w jakim znajduje sie ten uktad. Jedng z
mierzalnych wielkosci jaka mozna tu wyliczy¢ jest czas relaksacji spinowo-sieciowej 17, ktéry
jest charakterystycznym czasem przekazywania energii pomiedzy siecig spinéw jadrowych a
ukltadem elektronéw. Zgodnie z [51], szybko$¢ relaksacji spinowo-sieciowej 1/77 jest dana

réwnaniem:
T 2., B2 ’

gdzie F, jest energig wiasng hamiltonianu oddzialywan dipolowych sieci spinéw jadrowych

(4.36)

natomiast W, jest prawdopodobienstwem przejScia na jednostke czasu pomiedzy stanami
tej sieci |n) i |m) spowodowanym oddzialywaniem nadsubtelnym jader i elektronéw. Oddzia-
lywanie to jest traktowane jako zaburzenie dla obu ukladéw. W celu obliczenia szybkosci

relaksacji skorzystamy z metody przedstawionej w [46] oraz [51].
4.5.1. Hamiltonian oddzialywania nadsubtelnego

Oddzialywanie nadsubtelne opisuje nastepujacy hamiltonian [52]:

L - [(rs — Ri) X pu/Hi]

8
My =5yl Y <1 Sid (1 = Ri) +9e7h° )

ik ik |rk - Ri|3
25 (3 - , 437
LY ( [, — R, v, — R,[? (487

ik
gdzie R; (ry) jest polozeniem jadra (elektronu) o spinie I; (Sg) i wspélezynniku zyromagne-

tycznym 7, (V. = e/mc), px jest operatorem pedu k-tego elektronu. Spiny sa wyrazone w
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jednostkach h. Zapiszemy powyzszy hamiltonian w reprezentacji drugiego kwantowania dla
elektronéw w pasSmie e, dla ktérych operator pola jest dany nastepujaco:
> ajiy
V()= ¢ulr) :
gl ;i)
gdzie o funkcjach Wanniera ¢;; (r) zakladamy zgodnie z przyblizeniem ciasnego wigzania, ze

wokol kazdego wezla sieci j maja postaé stanéw atomowych elektronéw e, [45]:

¢r (r) = [ (r) Yoo (),

b (r) = £ (1) % (Yas (6, 0) + Yaus (6,)) (4.38)

24/2
= —\/_7/27*267‘/0‘1 ,
3\/5(11

gdzie a; = 3ao/Z, natomiast Z jest efektywnym ladunkiem jadra, ay ~ 0.53A jest promie-

f(r)

niem pierwszej orbity Bohra.
Zapisujac hamiltonian (4.37) jako sume¢ hamiltonianéw elektronowych, czyli Hyr =

>« Huy (r1), po przejsciu do reprezentacji drugiego kwantowania otrzymujemy:
Hp = / Ut (r) Hyj (r) U (r) dr. (4.39)

Nalezy teraz dokona¢ transformacji kanonicznej powyzszego hamiltonianu zdefiniowanej
réwnaniem (2.5), dla ¢ = 1. Otrzymamy, ze nowy hamiltonian jest dany nastepujacym réw-
naniem: ]ﬁlw = ¢ "Hj,se"®. Poniewaz rozpatrujemy tylko stany wlasne hamiltonianu (4.4)
z maksymalnie pojedynczo obsadzonymi weztami, wiec nalezy to uwzgledni¢ w kanonicznie
przetransformowanym hamiltonianie ]ﬁlh ¢, obkladajac go z obu stron operatorem projekcji
P'. W najnizszym rzedzie otrzymujemy, ze nowy hamiltonian ma postaé Hyy = P Hy P
Pozbywajac sie operatoréw P! tak samo jak weczeéniej zaktadamy, ze tak otrzymany hamil-

tonian dziala w podprzestrzeni stanéw maksymalnie pojedynczo obsadzonych na weztach.
.|.

Nastepnie operatory a;,, nalezy przedstawi¢ w reprezentacji spinonéw i holonéw.

Jak powiedzieliSmy we wstepie, rozpatrzymy przypadek, w ktérym jadra oznaczone in-
deksem i w hamiltonianie (4.37) znajduja sie w tych samych polozeniach co wezly oznaczone
indeksem j, ktérym odpowiadaja funkcje Wanniera. Zakladamy, ze odleglo$¢ pomiedzy
weztami sieci jest kilka razy wigksza niz srednia odleglos¢ elektronu od jadra obliczona za

pomocs funkcji atomowych (4.38) réwna 3.5a;.
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W celu wyliczenia wartoéci oddzialywan wystepujacych w (4.39) skorzystamy z nastepu-

jacego rozwiniecia:

1 47T Ri ’["l . T ,
|I'—R-’ :ZQZ—FI {H(T_RJ Tl+1 +€(Ri_r) RZ—H} lm(ev(p)YZm <§>@0>7
¢ Im ()

oraz 7 ponizszej réwnosci:

/Y;ml (97 90> Y}zm2 (97 90> Y}?,ma (97 30) d§) =

_ (™ \/(2j1 +1)(2jo+1)(2j3+1) [ J1 J2 J3 J1 J2 Js 7
dm 00O —my Mg M3
gdzie r, 0 oraz ¢ sg wspoélrzednymi sferycznymi wektora r, natomiast ¢’ jest katem jaki
tworzy wektor R; z osiag . Macierze 2 x 3 sa symbolami Wignera 3-j, ktére sg rézne
od zera tylko wtedy, gdy liczby w gérnym wierszu spetniaja regute tréjkata a w dolnym
wysumowane dajg zero. Dalej mozna skorzystaé takze z tego, ze rézniczkowanie 1/ |r — R,|
wzgledem skltadowych wektora R; prowadzi do wyrazen, ktére wystepuja odpowiednio pod
catka w hamiltonianie Hj ;. Ostatecznie otrzymujemy, ze najwiekszy wkiad do hamiltonianu

pochodzacy od wyrazow typu al, aiper = f;la firer, jest zwiazany z ostatnim wyrazem w

ilo

hamiltonianie (4.37), gdy oddzialywanie pomiedzy elektronami i jadrami jest jednoweztowe.

Poniewaz rozpatrujemy przypadek malych wartosci d, natomiast wyrazy typy al ajr dla

ilo
1 # j sa w przyblizeniu réwne bj b; fila firer =0 filg fjiror oraz ze wzgledu na stabe przykrywanie
sie funkcji Wanniera, mozna stwierdzi¢, ze wyrazy te beda dawaly mniejszy wklad. Zatem
holony w najprostszym przyblizeniu nie pojawig si¢ w Hys. Przechodzac do przestrzeni

kwazipedéw otrzymujemy nastepujacy hamiltonian oddzialywania nadsubtelnego:

zqu

th =A Z 212'2 N Z <fkTaquU fknafq"‘m)
o zR (a—k)
+ A i (oot = o Farr = VB (Flyifamt + o fart) )+ (440)
i,kq
AN I (fmfm FosFart = V3 (Fisfast + o fart) )
i,kq

gdzie czynnik o = +1, —1 odpowiednio dla o =T, |, natomiast A = a;>v.7,h?/105. Stala ta
zalezy od postaci funkcji f (r) wystepujacej w (4.38), ale jest jednakowa dla wszystkich od-
dzialywan wystepujacych w powyzszym hamiltonianie. Nalezy zauwazy¢, ze pomiedzy roz-

patrywanym wcze$niej modelem, danym hamiltonianem (4.14), a wyprowadzonym powyzej
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hamiltonianem oddzialywania nadsubtelnego jest réznica polegajaca na tym, ze dla tego
pierwszego zalozyliSmy ekwiwalentnoS¢ orbitali w calce przeskoku, natomiast w tym drugim

hamiltonianie nie robimy zadnych zalozen o réwnowaznoSci orbitali.
4.5.2. Transformacja Bogolubowa

Rozwiazania podane w podrozdziale 4.4 sg takie same, jesli zalozy¢ Ag =0, Aj = A | =
A oraz tak jak wczeéniej a = a,, — o, = 0, —0,,. Dlatego ze wzgledu na uproszczenie obliczen
rozpatrzymy ten prostszy przypadek. Spowoduje to, ze hamiltonian H; zawierajacy opera-
tory spinonowe (réwnanie (4.15)), bedzie suma dwdch, zaleznych od spinu hamiltonianéw.
Dzigki temu bedzie mozna wprowadzi¢ transformacje Bogolubowa dla kazdego z dwdéch sktad-

nikéw oddzielnie. Zatem hamiltonian zawierajacy tylko spinony ma teraz postac:

Hr=> Mo,

Ha' = Z gkflilgfklo + Z Al*ggfknoffkro + Ako’fikTgfngga
k

K,I=T.x

gdzie Ay = Ay oraz Ay = Ag_q. Indeks 0 w Ay, oznacza, ze Ay moze si¢ r6zni¢ od
Ay, niezaleznym od kwazipedu czynnikiem fazowym. W przedstawionej wcze$niej teorii
nie mozna go okre§li¢, jednak jak sie okaze znajomo$¢ jego nie bedzie potrzebna. Aby
to udowodni¢ pozostawimy go w dalszych obliczeniach. Transformacja Bogolubowa dla

powyzszego hamiltonianu jest dana przez nastepujace rownania:

— 1
fkTO' = UkOkro — Vka O _ykps
— il
fklio’ = Uk Okgo + nga*kTU’ (4.41)

gdzie parametry wuy i vy, spelniajg relacje:

1 €k
= — (1 —
Uk 5 ( +)\k),

Vko = Ukeiﬁkaa
1 Ek
v S (1 k),
‘ 2( Ak)
AkU
UkVke = 57
KUk e



Po zdiagonalizowaniu, otrzymujemy nastepujacy hamiltonian dla catego juz uktadu elek-

tronéw, czyli z uwzglednieniem spinonéw i holonéw:

H=> Nty + Y wicblbi + Eo
klo k

gdzie Ej jest czgScig hamiltonianu nie zawierajaca operatorow.
4.5.3. Prawdopodobienstwo przejScia

Niech stany |I) |n) oraz |F) |m) beda stanami wlasnymi nie oddziatujacych pomiedzy soba
dwoch uktadow: elektronéw (stany |I) oraz |F')) i jader (stany |n) oraz |m)). Ze zlotej reguty
Fermiego wynika, ze w pierwszym rzedzie rachunku zaburzen prawdopodobienstwo przej-
Scia na jednostke czasu pomiedzy stanami |I) |n) oraz |F') |m) pod wplywem oddziatywania

nadsubtelnego Hyy, jest dane przez [53]:
2m 2
Warmr = 2 {m[ (F[ Hag |1) )"0 (E1 + Bn — Bp — Bn)

gdzie F; oraz Ep sa energiami poczatkowa i koncows ukladu elektronéw. Hamiltonian
Hys dany przez (4.40) nalezy przedstawi¢ za pomocy transformacji Bogolubowa (4.41)
poprzez kwaziczastki ay;,. Pojawig sie wtedy w nim wyrazy opisujace rozpraszanie kwazi-
czastek Bogolubowa oraz anihilacje badz kreacje dwéch takich kwaziczastek. Aby otrzymac
prawdopodobienstwo W), nalezy nastepnie W,,; ,,r wysumowac po stanach poczatkowych
i koncowych elektronéw z uwzglednieniem prawdopodobienstwa, ze odpowiednie stany
poczatkowe i koncowe kwaziczastek Bogolubowa sa obsadzone badz nie, co zostanie wyko-
nane w dalszej czeSci tego podrozdziatu.

Wprowadzimy teraz stany poczatkowe i koncowe dla ukladu elektronéw, ktére zdefi-
niujemy za pomoca kwaziczastek a oraz holonéw. Niech |V) bedzie stanem prézni dla tych

kwaziczastek. Otrzymujemy nastepujacy stan poczatkowy |I) [n) i kohcowy |F) |m):

1)) = Tl T2 1)y,
kho q \/n_q'

[F) m) = aly,cueys | 1) [m),
gdzie ng jest liczbg holonéw o kwazipedzie q. Iloczyny dotycza dowolnych okupowanych

stanéw kwaziczastek o i holonéw. W przypadku gdy |F) # 0 zachodzi Ef — Ep = A\s — Ap,

wyrazenie to jest réznica energii ukladu elektronéw pomiedzy stanem poczatkowym |I)

16}



i koncowym |F). Jak wida¢ zatozyliémy, ze wystepuje tylko rozpraszanie kwaziczastek .
Gdyby$my mieli do czynienia z sytuacjg kreowania (anihilacji) dodatkowych kwaziczastek «,
to musialby by¢ spelniony nastepujacy zwiazek: E, = \q+ A+ Ep, (B = —A\g — A+ Ep) .
Ze wzgledu na to, iz |E, — E,,,| ma bardzo mala warto$¢ w poréwnaniu ze skala energii
elektronowych, czyli: |E,, — E,,| < max (\x) [51], w przypadku istnienia przerwy w energii
wzbudzen nie jest mozliwa kreacja (anihilacja) dodatkowych kwaziczastek a. Z drugiej
strony, gdy znika ta przerwa, tak jak to jest w fazie d, wktad od wykreowania (anihilacji)
dodatkowych kwaziczastek o jest maly, ze wzgledu na to, iz relacja E, = £Aq + M\ + Ey,
jest spelniona w bardzo malym obszarze kwazipedéw, a gesto$¢ stanéw dla malych wartoSci
Ak w fazie d jest liniowa. Zgodnie z hamiltonianem (4.40) nie rozpatrujemy rozpraszania
holonéw, co zostalo uwzglednione w stanie koncowym |F') .

Aby w ukladzie mozliwe byto przejscie pomiedzy stanami |I) oraz |F') stan kwaziczastek
Bogolubowa |rvs) musi by¢ obsadzony, podczas gdy stan tych samych kwaziczastek |plt)
musi by¢ pusty. Prawdopodobienstwo w wielkim zespole kanonicznym, ze ukiad bedzie si¢

znajdowal w takim stanie jest réwne:

gdzie Z jest wielka suma statystyczna a energia Err jest réwna:

Erp =X+ Y. M+ nqwq+ Eo.

kho#rvs,plt q
Jak napisaliémy wcze$niej, aby otrzymac¢ prawdopodobienstwo przejscia pomiedzy stanami
n i m z uwzglednieniem wszystkich stanéw elektronowych w ukladzie, czyli W,,,,, nalezy
prawdopodobienstwo W,,; ,,r przemnozy¢ przez Prp i wysumowaé po wszystkich stanach |I)
i |F) (czyli po stanach nalezacych do |I) i dodatkowo po |plt)) oraz tak jak sie to robi w

wielkim zespole kanonicznym po liczbach kwaziczastek a i holonéw, czyli:

an - Z ZWnI,mFPIF~

liczba I,plt
kwaziczastek

Zauwazy, ze Wy p zalezy tylko od stanéw |rvs) i |plt). Sumujac Prr po pozostatych
stanach i liczbach kwaziczastek otrzymujemy znany wzor na prawdopodobienstwo tego, ze
stan |rvs) jest zajety a stan |plt) pusty, podczas gdy obsadzenia pozostatych stanéw sa
dowolne: f(A;) (1 — f(Ap)), gdzie f (Ax) =1/ (eP< +1). Ostatecznie prawdopodobienstwo
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Wom jest dane przez:

an - Z Wnl,me (Ar) (1 - f (/\P))

rvs,plt

Uwzgledniajac w hamiltonianie H s tylko wyrazy zawierajace rozpraszanie kwaziczastek
«, po wykonaniu odpowiednich obliczenn otrzymujemy nastepujace wyrazenie na W,,,:
¢i(Ri—R;)(r—p)

2
Won = 842 3

- {ml Lz [n) {n] Lz [m) [upts + vpovi,|” +

ij,rpo
+ (m| Iy [n) (n] i [m) ((upue)? + [vp]” [0 + tptie (vpav, + Vi005) ) +

+ (m| Ly [n) (n] Ly [m) ((upue)® + [0p] [ve]* = uptir (vpzvl, + vh,0m)) + (4.42)
+i ((m] L [n) (0| Ly [m) + (m] Ly [n) (n] Lz [m)) uptio (vpavy, + Upsts) /2}
FO) @ =F ()6 (A = Ap + By — Epn).

Jak powiedzieliémy w Dodatku D dla szczegdlnych przypadkéw faz d, mieszanej oraz w ogol-
nosci dla fazy s+id (gdy Ay = 0) gestoSci stanéw przedstawione na rys. 4.5 maja osobliwoéci
van Hove’a rozbiezne logarytmicznie. Zakladamy teraz, ze w ogdlnych przypadkach tych faz
gestosci stanéw takze beda rozbiezne logarytmicznie. Otrzymujemy wtedy, ze calki wyste-
pujace w powyzszym réwnaniu sg zbiezne dla E, — E,, = 0. Z drugiej strony |E,, — E,,,|
jest wielko§cig bardzo malg w poréwnaniu z kg1 oraz ze skalg energii elektronowych, zatem
mozna przyjaé, ze E, — E,, = 0 [51]. Dodatkowo, najwiekszy wklad w powyzszej sumie po
weztach pochodzi od R; = R, dlatego najpierw rozpatrzymy tylko te wyrazy.

4.5.4. Wyliczenie szybkosci relaksacji spinowo-sieciowej

Korzystajac z wyrazenia na W,,,, mozemy teraz wyliczy¢ szybkoS¢ relaksacji spinowo-
sieciowej. Po wstawieniu do wzoru na 1/7; (4.36) za W,,,,, pojawiaja sie nastepujace wyraze-
nia:

Z <m| Ly, ’n> (n’ Ly |m> (Bn — Em>2 =-Tr ([Hdda ]iw] [Hdd7 ]iw’D )

nm

gdzie H,4q jest hamiltonianem sieci jader. Jak wiadomo §lad operatora nie zalezy od bazy,
dlatego wyliczymy go w najprostszej bazie stanéw wlasnych operatoréw I? oraz I;.. Hamil-
tonian Hyg jest dany nastepujacym réwnaniem [51]:

1 I -R;) (I - Ry y
Hdd:BZﬁ(Ii-Ij—3< )L J)>=BZfﬁ{71wfm, (4.43)

A R2 ,
ity Y i5,9n

v
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gdzie B = 3721?, R;; = R; — R; oraz:

g1 RiwRy,
b= g (3o =37 (0 =0 (1)) (1.44)

Wystepujace w powyzszych dwéch wzorach indeksy o) i 1) sa réwne x,y i z. Zatem R;jy jest
odpowiednig sktadowg wektora R;;, a Iy odpowiednig skladowg spinu I;. Poniewaz w Hyq
nie wystepuja wyrazy ¢ = j, wiec mozna to zapisa¢ jako fé’n = 0. Oprécz tego powyzszy
tensor spetnia nastepujace wlasnosci: f, = fj, = f,%-
Korzystajac z wyrazenia [1g, [j,] = 1Y _5€9nsljs otrzymujemy:
(Had, Liw] = 2iB Z fé’;é“nw&fw[ia-
k,9m6

Zatem odpowiednie $lady sa réwne:

~Tr ([Hag, In]?) = 4B° (@) CIESIADY <Z (fiE)* = ( g@,f) ,

k9

Tr ([Had, Liz| [Haa, Liy]) = 0,

skorzystaliémy tutaj ze wzoru: ) ; €9p5€9s = 099 Oy — Ory Oy . Teraz tatwo mozna wyliczyé¢

licznik w (4.36). Mianownik we wzorze na 1/77] jest réwny:
I(I+1)\? 1
2% B2 = oTrH3, = 24B2 (%) CI+1)YS
n itj

Ostatecznie szybko§¢ relaksacji spinowo-sieciowej wynosi:

1 1 12 EpE Ap,A¥

— =D 1— — |1 L L. Ae) (L= F(Ap)) 0 (Ar — A 4.4

Tl N22p:|:5<+)‘p/\r)+ ApAr]f( )( f( )) ( P)v ( 5)
gdzie D7t = t_l%L?fp. Szybko$¢ relaksacji w fazie uRV B, czyli gdy A = 0, otrzymuje sie
poprzez zastapienie epe,/ |eper| jedynka oraz delte Diraca 0 (|ep| — |er|) nastepujaca delta
d (ep — &r) . Latwo zauwazy¢, ze w fazach d i s +id z Ay = A, = 0 znika trzeci skladnik w

kwadratowym nawiasie.
4.5.5. Wyniki obliczen numerycznych

Spos6b w jaki zostaly policzone calki wystepujace we wzorze (4.45) zostal przedstawiony
w Dodatku G. Wyniki obliczen sg pokazane na rys. 4.12, gdzie dla przypadkéw 6 = 0, J/U =
0.07i J/U = 0.12 oraz 6 = 0.0001 1 .J/U = 0.125 (we wszystkich przypadkach Jp/t = 0.2) w
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Rys. 4.12. Zaleznosci szybkosci relaksaci spinowo-sieciowej D/T, od temperatury k T/ dla §=0, J/U=0.07
i JJU=0.12 oraz dla 6=0.0001, J/U=0.125i 6=0.07, J/U=0.05 przy J /t=0.2. Dla pierwszych trzech przypad-

kow gdy k T/t=0 wystepuja zaleznosci wyktadnicze exp(-A_J/k_T), w ostatnim potegowa T

niskich temperaturach wystepuja zalezno$ci wykladnicze: 1/T7 ~ exp (—Acsf/ksT) , co jest
zwigzane z istnieniem przerwy w energii wzbudzen. Wyliczone z dopasowania do odpowied-
nich krzywych wartoéci parametru A.sp/t (oraz kglhyp/t) sa w odpowiedniej kolej-
nosci nastepujace: 0.122 (0.109), 0.166 (0.14) i 0.144 (0.144). W przypadku gdy § = 0.07,
J/U = 0.051 Jp/t = 0.2 ponizej kgThy, 5/t = 0.0482 uklad znajduje si¢ w fazie d az do
T = 0. Korzystajac ze wzoru (D.4) w Dodatku D oraz z parametryzacji krzywej stalej ener-
gii, ktéra do niego doprowadzila otrzymujemy, ze w niskich temperaturach wktad do 1/7}
pochodzi tylko od pierwszego skltadnika w (4.45). Prowadzi to do nastepujacej postaci 1/7}

w niskich temperaturach:

D 2t* [(kgT\®

—=——|— . 4.46

T1 5g2h2( t ) ( )
W naszym przypadku zachodzi réwnos¢ 5%12 = 1283.75. Wyrazenie (4.46) jest dobrze

spetnione az do temperatury kg7'/t ~ 0.003.
Odwotujac si¢ do powyzszych czterech przypadkéw bedziemy tylko méwic¢ o wartosciach

J/U. Jesli sie przyjrzet rys. 4.12; to mozna zauwazy¢ wystepujace przy przejéciu do fazy d
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piki nazywane pikami koherencji. W przypadkach J/U = 0.121 J/U = 0.125 sa one znaczne.
Poniewaz tego nie widac, to trzeba tu powiedzie¢, ze obie krzywe majg podobny przebieg.
Zauwazmy takze, ze nie wida¢ zadnej zmiany w zachowaniu sie 1/T} dla J/U = 0.125 przy
przej$ciu do stanu zlokalizowanych spinonéw i holonéw zaréwno w dolnej jak i w gornej
wartosci 17,.

Dla przypadku J/U = 0.07 wysokoé¢ piku koherencji wzgledem wartoSci 1/77 w T} jest
w granicach bledu obliczen réwnego T; 102, Podobnie w granicach bledu jest pik, ktéry sie
pojawia przy przejsciu do fazy uRV B w T, 5 dla J/U = 0.05. Nalezy tu zauwazy¢, ze w obu
przypadkach J/U = 0.07 1 J/U = 0.05 wystepuje rézne zachowanie sie 1/7) w niskich tem-
peraturach. Jak napisaliémy powyzej w pierwszym przypadku wystepuje zalezno$¢ wyktad-
nicza a w drugim potegowa. Zauwazmy dodatkowo, ze we wszystkich czterech przypadkach
nie wystepuje pik koherencji przy przejsciu do fazy d w T, 5. Podobne zachowanie si¢ szyb-
kos¢ relaksacji spinowo-sieciowej zostalo zaobserwowane w nadprzewodnikach ciezkofermio-
nowych [54] i wysokotemperaturowych [55].

W fazie uRV B otrzymaliSmy, ze wystepuja znaczne odstepstwa od prawa Korringi
1/Ty ~ T [56]. Jak wcze$niej pisaliémy dla przypadku ¢ = 0 zmianie Jp /t towarzyszy zmiana
skali temperatury zgodnie ze wzorem T = T (Jp/t =1) Jp/t, przy takiej samie zmianie
parametréow A oraz us. Wzgledem przeskalowanej osi temperatury spowoduje to nastepu-
jaca zmiane czasu relaksacji Ty = 11 (Jp/t = 1) Jp/t. Zatem zmniejszenie w ten sposéb
skali temperatury nie sprawi, ze stosunek Korringi 1/777T bedzie niezalezny od temperatury.
Co oznacza, ze w dowolnie niskich temperaturach bedzie wystepowaé¢ odstepstwo od prawa
Korringi. Jest to zwigzane z tym, ze przejscie do fazy uRV B wystepuje w zbyt wysokich
temperaturach, w poréwnaniu z Jp /t.

We wszystkich przypadkach w fazie uRV B, wraz ze zblizaniem sie do T (1) wystepuje
silny wzrost 1/T;. Zachowanie sie takie 1/77 tatwo mozna otrzymaé jesli skorzystaé ze wzoru:
S ((tA, +2J0Af) (vp — 1)) =6 (vp — ) / (EAp + 2J0Af) . Wynika z tego, ze 1/T) zmierza
do nieskonczonoéci gdy Ay i Ay zmierzaja do zera. Zjawisko to nie wystepuje, jesli uwzglednic¢
bardziej dokladny przypadek, gdy E, — E,, # 0. Poniewaz A, i Ay zmierzaja do zera
to w pewnym momencie staja si¢ poréwnywalne z réznica odpowiednich energii wlasnych
sieci jader i zalozenie E,, — F,, = 0 przestaje by¢ stuszne. Otrzymujemy, ze v — 1p =
(B, — En)/ (tAp + 2JoAf) wraz ze zmniejszaniem Af i A, zaczyna by¢ spelnione w coraz

to mniejszym obszarze kwazipedéw. Ostatecznie prowadzi to do tego, ze 1/7; zmierza do
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zera gdy 8 (tAp + 2JyAs) zmierza do pewnej bardzo malej wielkoéci réwnej najmniejszej z
réznic energii stanéw jadrowych |E,, — E,,| wystepujacych w (4.42).

W celu sprawdzenia stusznoéci zalozenia R; = R; w (4.42) rozpatrzylismy wklad do
licznika pochodzacy od najblizszych sgsiadéw. Wkilady od dalszych sgsiadéw sg duzo
mniejsze. OtrzymaliSmy, ze do 1/77 danego przez (4.45) musi by¢ dodane wyrazenie, ktére

ma postaé taka, ze pierwsze dwa sktadniki w kwadratowym nawiasie w (4.45) sa przemnozone

16

. 1 . . . pa
COS T3 COS P, & trzeci przez 2 e=<s7 COS T COS P, Jak sie nalezato spodziewat [51]

2
PrZ€Z 55801

otrzymujemy matg poprawke do 1/T; w wysokich temperaturach rzedu 107! /T a w niskich
jeszcze mniejsza. Zatem nie wplywa to na jakoSciowy opis szybkosci relaksacji spinowo-

sieciowe].

4.6. Przypadek tréjwymiarowy

W tym podrozdziale rozpatrzymy tréjwymiarowy przypadek hamiltonianu (4.14). Dzieki
temu pojawi sie mozliwos¢ kondensacji bozonéw. Zaktadamy, tak jak w przypadku
dwuwymiarowym, ze wystepuje tylko parowanie w stanie spinowym trypletowym a para-

metr RV B jest réwny:

A = A\ (eio‘m cos kg + €' cos ky + €' cos ky) ,

Ax_1 = A_; (eiem cos k, + €% cos k, + e cos k:y) , (4.47)

Axo = Ao (ei‘f’x cos k, + €% cos ky, + e'%= cos ky) ,
gdzie przyjmujemy dla uproszczenia, ze A2 = A%, = A2 = %Az. Zakladamy takze, ze
nie wystepuje rozszczepienie energii wzbudzen Ay danej przez (4.19) i (4.20), czyli (x =
0. Prowadzi to do 8 niezaleznych warunkéw na fazy w (4.47), przy wspdélnym warunku
Ovy: = 200y — Quy. + (20, . + 1) 7, gdzie n,, . sa liczbami catkowitymi. Wybieramy
taka posta¢ \x = \/ej + Uy, ktéra ma prosta analogie do dwuwymiarowego przypadku, czyli
gdy parametr przerwy Jy jest nastepujacy:

Y = A2(0052 k. + cos? ky + cos? k, + 2 cos a; cos ky cos k,
+2 cos g cos ky cos k, + 2 cos (ag — ap) cos ky, cos k),

gdzie oy = o — oy oraz ap = o, — o,. Powyzsza posta¢ parametru przerwy jest mozliwa,

gdy odpowiednie fazy spetniaja réwnosci: ¢, = ¢, + 0z — @, + 2y, ™ 1 zawiera w sobie

wiekszos¢ powyzszych przypadkow.
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Poniewaz w trzech wymiarach dla struktury sc liczba najblizszych sasiadéw wynosi zy = 6,

to energia swobodna (4.22) po uczynionych zalozeniach jest teraz dana przez:

F/N = — 4kBTZln (2 cosh (B /2)) kBTZln 1—e Bw“

A2
+ 27 + 6J9AF + 6tA Ay — A5 — puy (1+0). (4.48)
B

Tak jak wczesniej rozwiazanie dajace najmniejsza wartoS¢ energii swobodnej bedzie

rozwigzaniem fizycznym.
4.6.1. R6wnania na minimum energii swobodnej
Rézniczkujac energie swobodng (4.48) wzgledem potencjatu chemicznego 11y dostajemy:
2 €k
1—0=— 1 — —tanh (6A\/2) ).
I
Pochodna wzgledem mnoznika Lagrange’a A prowadzi do:
1 1
0= — —_—
N Zk: eBer — 1
Roézniczkujac wzgledem A, dostajemy:
1 €k
A = —— — tanh (B /2) . 4.49
f Nzk:%«)\k anh (5/2) (4.49)

Nastepnym réwnaniem wynikajacym z rézniczkowania energii swobodnej wzgledem Ay

oraz z (4.49) jest:
1 1
A= — _—
TN Zk:%‘eﬁwk 1

Kolejne réwnanie wynika z rézniczkowania wzgledem A:

_2%s Z ﬁk/A tanh (Aw/2) .

7 rézniczkowania po «q i as dostajemy odpowiednio:

1 sin ay cos k; cos ky, + sin (o — a) cos k, cos k,
~ > v v tanh (BAc/2) ,

0=A=
Ak

1 sin o cos k, cos k, — sin (o — ap) cos k, cos k.,
= A— Y
0=A%>, ™

k

tanh (S /2) .
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4.6.2. Najprostszy przypadek: a; = a; =0

Rozpatrzymy tylko najprostszy przypadek a; = as = 0, gdyz jest on najlepszym wstepem
do zrozumienia przypadkoéw bardziej skomplikowanych, gdy parametry a; i as przyjmuja
dowolne wartoSci. Przypadek a; = as = 0 jest dlatego najprostszy, gdyz zamiast catkowac
po tréjwymiarowych kwazipedach mozna catkowaé po energii pasmowej v, = 2(cosk, +
cos ky,+cos k), dla ktérej znana jest przyblizona gestosé stanéw p (w) dana réwnaniem (4.12).
Otrzymujemy, ze temperatury Tryp i Tp, podobnie jak dla przypadku dwuwymiarowego,
sg dane wzorami (4.31) i (4.32) po przemnozeniu ich prawej strony przez g ffﬁ wp (w) dw.
Dokladne rachunki daja, ze wyrazenie to jest réwne 1, ale do jego wyliczenia uzyliSmy
przyblizonej gestoSci stanéw (4.12), zeby otrzymaé zgodno$¢ z rozwiazaniami, dla ktérych
juz nie da si¢ wyliczy¢ dokladnie catek.

W przypadku izolatora, czyli gdy 6 = 0 otrzymaliémy podobny diagram fazowy jak w
przypadku dwuwymiarowym. Jest on przedstawiony na rys. 4.13, gdzie wszystkie przejscia
pomiedzy fazami sg ciagle. Jesli nie bra¢ pod uwage réznicy faz, jaka wystepuje pomiedzy
obydwoma przypadkami ponizej Tryp i Thy 5, to jedyna réznica jest w zaleznoéci tempera-

tury TJi od J/U. W przypadku dwuwymiarowym wraz ze wzrostem J/U temperatura 7' }

0,25 . . , . , . ,

d=
020 | |J/t=0.2 4

)

hat A

- A=
m

X

=0

0,05 Tf _

0,00 . l L 1 L 1 . 1 L
0,00 0,05 0,10 0,15 0,20 0,25

JU
Rys. 4.13. Diagram fazowy w trzech wymiarach dla 3=0 i J /t=0.2.
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ro$nie, natomiast w tréjwymiarowym przypadku maleje. W obu przypadkach przedzial J/U,
w ktérym istnieje Tj’c jest malty. Wynika stad, ze gdyby rozpatrzy¢ zetows sktadowsa catki
przeskoku odpowiednio bliska zeru otrzymaliby$my w trzech wymiarach podobny przebieg
T} jak i w dwu wymiarach.

W przypadku gdy pojawiaja sie holony, czyli gdy § > 0, pojawia sie takze temperatura
kondensacji bozonéw Tzc. Zostata ona przedstawiona czarng linia na rys. 4.14. Tak jak to
byto dla § = 0, parametry opisujace stan ukladu przy przejsciach pomiedzy fazami sa ciagte

takze w tym przypadku. Jak napisaliSmy we wstepie do podrozdziatu 4.4 parametrem, ktéry

0,25 0,30

&=0.001 3=0.01

020}

015}

kT/t
o
3

0,00 ! : : , , o, 005 010

JU=0.22
§=0.01

O,m 1 1 1 L 1
000 005 010 015 020 025 030

J, 1t

025

JU=0.1
J =02

oz}

015}
-
o
5 o0},
005}
’ 0,05} _
TBC—'I'C TBC—
000 - J J . : 0,00 - - - -
0000 0005 0010 0015 0020 0025 0030 000 001 00z 003 004 005
5 )

Rys. 4.14. Diagramy fazowe dla przypadku trojwymiarowego w zaleznosci od JIU, J fti s.
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0,04 ————————————— 0,0006

§=0.01
5‘°'°1|'(JTDﬁ‘%20 3 J1U=0.22
Y k T/t=0.07

0,003 k T/t=0.02 1 ®
0,0004 -
Z o002}
<
Cﬁ
0,0002 -
0,001

0,000 . 4 . 4 0,0000 L y L
000 006 012 0,18 024 0,30 0,00 0,05 0,10 0,15 0,20
Ju J It

Rys. 4.15. Zalezno$¢ n A/t od oddziatywan J/U i J /.

decyduje o tym, ze uklad jest nadprzewodnikiem jest (b;b;) <B»T

ij> . Parametr ten jest rézny
od zera tylko wtedy gdy temperatura, w ktérej znajduje sie uklad jest mniejsza niz Tge i
Try - Zatem temperatura krytyczna fazy nadprzewodzacej 7. jest okreSlona przez mniejsza
z temperatur Tpc i Thy 5. Obszar powyze] Tpe, w ktorym Ay # 0 (czyli tez Ay #0) i
A = 0 tak jak to bylo w przypadku dwuwymiarowym, w ktérym nie wystepowata kon-
densacja bozonéw jest nazywany jednorodnym stanem RV B albo dziwnym metalem [50].
Nazwa dziwny metal wigze sie z nietypowymi wlasnoSciami jakie wystepuja w stanie nor-
malnym nadprzewodnikéw wysokotemperaturowych, ktére sie przejawiajg miedzy innymi w
opornosci zaleznej od temperatury liniowo oraz zaleznym od temperatury wspoélczynnikiem
Halla [30, 57]. Ponizej Tpc ale powyzej Thy 5 wystepuje ciecz Fermiego. Natomiast powyzej
Tpe i ponizej Thy, 5 wystepuje stan RV B. W pozostalych przypadkach, powyzej Tp i T7,
mamy do czynienia ze zlokalizowanymi spinonami i holonami. Podobnie jak to mielismy
w przypadku dwuwymiarowym 77, jest zawsze rézne od zera w przeciwienstwie do T ),c i ma
zachowanie asymptotyczne ze wzrostem J/U. Jeli sie przyjrze¢ odpowiednim diagramom fa-
zowym zaleznym od oddziatywan J/U i Jp/t, to mozna zauwazy¢, ze wzrost oddziatywania
powoduje najpierw wzrost temperatury krytycznej 7., a nastepnie, dla wigkszych wartosci
oddzialywania, jej spadek. Zauwazmy, ze dla zwyklej teorii BCS, wzrost oddzialywania
powoduje zawsze wzrost temperatury krytycznej [10]. Obnizanie si¢ temperatury krytycznej

jest spowodowane, zmniejszaniem sie Tgo dla duzych wartoSci oddzialtywania, co z kolei jest
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zwiazane ze zblizaniem si¢ do stanu zlokalizowanych holonéw, dla ktérych energia nie zalezy
juz od kwazipedu i jest réwna A, co oznacza, ze obsadzenia wszystkich stanéw sg jednakowe
i réwne 0/N, zatem nie przyjmujg wartoSci makroskopowych. Wplyw takiego zachowania

<B§jm>) ~noA/t od J/U i Jp/t, zostal przedstawiony

si¢ T, na zalezno$¢ parametru (b;b;)
na rys. 4.15. Jak wida¢ parametr, ktéry decyduje o tym, czy w ukladzie znajduja sie pary
Coopera czy tez nie, wraz ze wzrostem oddzialywania pojawia si¢ i/lub zaczyna rosnaé, by
dla dostatecznie duzych wartosci oddzialywan zniknag¢.

Zauwazmy dalej, ze cieplo wlasciwe w niskich temperaturach dla spinonéw zachowuje si¢
jak exp (—Acr¢/kpT), gdyz w energii wzbudzen wystepuje przerwa. W przypadku holonéw
w niskich temperaturach ponizej Tsc cieplo wlasciwe ma zaleznoéé od temperatury 7°/2.
Oznacza to, ze w dostatecznie niskich temperaturach bedzie wystepowat tylko wkiad od
holonéw.

Wyliczymy teraz szybko$¢ relaksacji spinowo-sieciowej 1/7;. W przypadku tréjwymia-

rowym hamiltonian oddzialywania nadsubtelnego jest taki sam jak hamiltonian wyliczony

10 L] I L} I L] l L] L] l L] I L]
J/U=0.05, 5=0.001, J /t=0.2
—J/U=0.16, 8=0.05, J_/t=0.2

8L .
)
£
[=]

6L .
5
k=)
=
8
c 4} -
k=]
]
S
I_—_'_

2k

T=T—
c RVB
0 " 1 M 1 M 1 M 1 M 1 M
0,00 0,02 0,04 0,06 0,08 0,10 0,12 0,14

KT/t

Rys. 4.16. Zaleznosci szybkosci relaksacji spinowo-sieciowe] 1/T, od temperatury K T/
w trzech wymiarach dla J/U=0.05i 6=0.001 oraz dla J/U=0.16i 5=0.05 przy J_/t=0.2.
W obydwu przypadkach w niskich temperaturach wystepuje zaleznos¢ exp(-A_/k_T).
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dla przypadku dwuwymiarowego dany przez (4.40), gdyz opisuje on tylko oddzialywanie
jednoweztowe. Jedyna réznica jest taka, ze suma po wezlach i kwazipedach jest przeprowa-
dzona w tréjwymiarowych przestrzeni rzeczywistej i pierwszej strefie Brillouina. Tak jak to
bylo w dwéch wymiarach zatozenie Ay = A_; = A oraz Ay = 0 prowadzi do takiego samego
wyniku na minimum energii swobodnej F'. Zatem mozna zastosowac tg sama transformacje
Bogolubowa. Jedyna réznica jest zwigzana z oddziatywaniem dipolowym momentéw magne-
tycznych jader, dla ktérych parametr Zjn wystepujacy w hamiltonianie (4.43) nie zawiera
delt Kroneckera 6, 1 6,, w definicji (4.44) tego parametru, gdyz wektory R, wskazujace na
jadra majg teraz takze zetows skladows. W wyniku tego lady T ([Haa, Liw]®) sa jednakowe

dla kazdego w = z, y i z. Prowadzi to do nastepujacej postaci na szybkos¢ relaksacji 1/7:

1 1 ERE A A 1
o= 314 2F Pt 6 (Ar — Ap = Tuwp)
Tl N2 %,:{ ( * >\p)\r) * )\p)\r } COSh2 (6)‘P/2) ( ’ O)

gdzie juz nie mozna zalozy¢, ze energia Zeemana hwy = 0, gdyz otrzymaliby$my rozbieznag,

catke. Rozbiezno$¢ ta zwigzana by byla z tym, ze po przejsciu do catkowania po w = Ay otrzy-
maliby$émy w mianowniku wyrazenie w?—\2. | gdzie Ay, jest minimalng warto$cig Ay. Latwo
takze mozna zauwazy¢, ze z dobra dokladnoécig 1/T) nie zalezy od znaku +hwy, gdyz Shw
jest wielkoScig bardzo mala [51]. W powyzszym wyrazeniu parametr A, = A, /2. Stosujac

gestos$t stanéw p (w) dla w = 7 dang przez (4.12) sume po kwazipedach mozna zamienié

na calke po w, a nastepnie po zamianie zmiennych ¢ = \/((tAb +2J0Af)w + uf)2 + A2w?/4
mozna wycalkowaé delte Diraca. W mnaszych obliczeniach przyjeliémy, ze hwy/t = 1072
Wiyniki dla przypadkéw J/U = 0.051 6 = 0.001 oraz J/U = 0.16 1 § = 0.05 przy Jp/t = 0.2
zostaly przedstawione na rys. 4.16. W przeciwienstwie do ciepta wlaSciwego najwiekszy
wklad do szybkosci relaksacji pochodzi od spinonéw, co powoduje, ze w niskich tempera-
turach wystepuje tylko zalezno$¢ exp (—A.rr/kpT’). Dla pierwszego przypadku otrzyma-
lismy A.sp/t = 0.0615 (kpT./t = kgTpc/t = 0.0308, kpThy 5/t = 0.0608), natomiast
dla drugiego A.sp/t = 0.0897 (kpT./t = kpTgyg/t = 0.0675, kgTgc/t = 0.2335). Dla
przypadku J/U = 0.16 w fazie cieczy Fermiego wida¢ bardzo dobrze wystepowanie prawa
Korringa. Natomiast dla J/U = 0.05 w fazie uRV B, czyli powyzej Ty 5 prawo to juz nie
jest spelione. Tak samo dla J/U = 0.16 w poblizu przejécia do uRV B w Tgc pojawia
sie odstepstwo od tego prawa w postaci szybkiego wzrostu 1/7}. Tak jak to bylo w dwéch
wymiarach wzrost ten jest zwiazany ze zblizaniem si¢ do stanu zlokalizowanych spinonéw i

holonéw przy parametrze RV B réwnym zero.
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5. Dalsze przypadki uogdlnionych hamiltonianéw efektywnych

W rozdziale tym przedstawimy dalsze mozliwe zastosowania zdiagonalizowanego uogdl-
nionego hamiltonianu Hubbarda (2.12) oraz ogélnej postaci operatoréw projekcji nie tylko
do stanéw podwdjnie obsadzonych. Wyliczymy zatem poprawke wyzszego rzedu do hamil-
tonianu (2.18). Wyprowadzimy takze uogélnione hamiltoniany efektywne dane przez (2.11),
przy wypemieniach 1 < n < 2 oraz 2 < n < 3. Jak si¢ okaze hamiltoniany te nie beda juz
mialy takiej prostej postaci jak dla przypadku n < 1, ale nadal bedzie mozna wprowadzic
operatory, dzieki ktérym bedg sie one skladaé z wyrazen typu BfB. Rozpatrujemy te za-
gadnienia na konicu rozprawy, gdyz nie bedziemy bada¢ termodynamiki uktadu, zwrécimy

jedynie uwage na to, jakich mozna uzy¢ przyblizonych metod, aby zbadac jego stan.
5.1. Poprawka wyzszego rzedu dla wypelnienia pasma n<1

Zanim przejdziemy do wyliczenia poprawki wyzszego rzedu do hamiltonianu (2.18) roz-
patrzymy najpierw przypadek ogélny, w ktérym nic nie zakladamy o liczbie elektronéw. W
celu wyprowadzenia tej poprawki nalezy zatem powrdéci¢ do transformacji kanonicznej (2.5)
i rozpatrzy¢ wklad rzedu 3. Skorzystamy tutaj z nastepujgcego rozwiniecia:

2 3

XY =Y X Y] 5 XY X X1 Y

oraz z réwnania (2.7). Otrzymujemy poprawke trzeciego rzedu H (1), do hamiltonianu (2.6)

dana nastepujacym wzorem:
1
H (1), = -3 (S?H; + H, 5% — 25H,S) .

Dzialajac z obu stron operatorem Fy, ktéry odpowiada najnizszemu podpasmu oraz korzy-

stajac z (2.9) i (2.10) otrzymujemy nastepujace wyrazenie:

~ 1
PH1), = > B BT )PO]I-]IPk]HIPm]I-]IPO, (5.1)
0£k#£m=£0 m

Przy wyprowadzaniu powyzszego wzoru pojawily sie wyrazy zawierajgca wyrazenie
1/(Ey — E,,), zatem nalezy zalozy¢, ze |Ey, — E,,| jest duzo wigksze od szeroko$ci odpowied-
nich podpasm.

Zalozmy teraz, ze n < 1, wtedy najnizszemu podpasmu odpowiada operator projekcji

P! dany przez (2.16). Z postaci powyzszej poprawki wynika, ze operatorom Py i P,
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odpowiadaja operatory projekcji do stanéw podwdjnie obsadzonych na jednym wezle. Zatem

operator projekcji P, jest dany nastepujacym wzorem:

Z 2 dla |E, - E

gdzie dla k # k' zakladamy, ze zbiory liczb {7} i {1} sa roztaczne oraz, ze jest spemiony

81,

> |t Oprécz tego spetiony jest takze warunek

Vi!

nastgpuj@cy warunek: }E% —F

. Zatem (5.1) ma teraz postaé:

Hs = P'H (1), P' =

2 HP2 HP', (5.2)

kim ™ Vi yYm
gdzie E,, oznacza $rednig wartoS¢ energii po zbiorze {v;} .
Wstawiajac za P; ze wzoru (2.16) otrzymujemy nastgpujaca posta¢ poprawki (5.2) juz

bez operatoréw P!:

E Z Z B'L'Yk A" Brpry (5.3)

ktm By, Vi Ym JETEPE EIED

jest dany przez:

1 Ym Yk
gdzie operator A}

T
YmVe __ T * %k )
Apj =38 (ap) S%ntpj Sy, -

Poprawka powyzsza opisuje mieszanie si¢ réznych stanéw par elektronowych. Wprowadzenie
jej do hamiltonianu (2.18) moze przyczyni¢ sie do powstania nadprzewodnictwa, w ktérym
pary beda wystepowat¢ w spinowych stanach trypletowych i singletowych. Zauwazmy, ze
w oddzialywaniu powyzszym znaczenie maja miedzy innymi znaki elementéw macierzo-
wych s, t7.s* | gdyz moga decydowa¢ o tym czy oddzialywanie jest przyciagajace czy
odpychaJ@ce. Na przykiad, jesli rozpatrzy¢ przypadek gdy t,; = ?,,1, oraz podstawic, za
S+, 18, odpowiednio macierze s; i sy dane przez (3.3) otrzymamy, ze s;s; ma dwa elementy
macierzowe jednakowe i ujemne. Zauwazmy jeszcze, ze podstawienie zamiast s; macierzy
s_; daje w wyniku macierz z dwoma dodatnimi elementami, mimo to symetria hamilto-
nianu wzgledem zmiany znaku skladowej spinu elektronu jest zachowana gdyz B;j» dane
przez (3.4) po takiej zamianie przechodzi w —B;;o, dzigki temu B

A2 B,

21 :
,leAijrpg przechodzi w

1] 1
Uwzgledniajac poprawke trzeciego rzedu nalezy zauwazy¢, ze w drugim rzedzie wyste-

puje wyrazenie, ktére przyjmuje wartoéci pomiedzy 1/ (E, & W), gdzie W jest szerokoscia
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odpowiednich podpasm. Zakladajac, ze £, > W przyblizyliémy je 1/E.. Uwzglednienie
nastepnego wyrazu w szeregu Taylora prowadzi do wyrazenia FW/ E37 ktore jest takiego
samego rzedu co poprawka trzeciego rzedu (5.3). Na szczebcie poprawka FW/E? zmienia
tylko nieznacznie warto$¢ oddzialywania w drugim rzedzie, co nie zmienia jakoSciowego
opisu.

Zauwazmy dodatkowo, ze poprawka w kazdym rzedzie, przy zalozeniu, ze rozpatrujemy
tylko wirtualny przeskok elektronéw z najnizszego podpasma do wyzszych i z powrotem jest
takiej samej postaci jak (5.3). Czyli zawiera operator anihilacji stanu dwuczastkowego B,

operatory odpowiadajace przejsciom pomiedzy réznymi podpasmami i na koncu operator

f

kreacji B;;..

5.2. Uogdlniony hamiltonian efektywny dla wypekienia pasma 1<n<2

Dla n > 1 poltozenia na osi energii najnizszego jak i wyzszych podpasm zalezg istot-
nie od n, ze wzgledu na duze wartosci oddzialywania kulombowskiego elektronéw, zatem
mozna powiedzie¢, ze dla réznych n mamy rézne podpasma. Dlatego w tym jak i w nastep-
nym podrozdziale méwigc o podpasmach bedziemy mieli na my$li podpasma odpowiadajace
pewnemu ustalonemu n. Poniewaz 1 < n < 2, to w najnizszym podpasmie Hubbarda
beda wystepowac tylko stany pojedynczo i podwdjnie obsadzone. Rozpatrujemy przypadek,
gdy liczba stanéw jednoczastkowych na wezle (numerowanych przez «, 3, n itd.), ozna-
czona wczesniej przez d, jest wieksza od 3, czyli nie dotyczy to jednopasmowego modelu
Hubbarda, mimo to hamiltonian efektywny odpowiadajacy temu modelowi tez mozna tu
otrzymac odrzucajac odpowiednie wyrazy z hamiltonianu efektywnego, ktéry wyprowadzimy
ponizej. Zalézmy, ze zbiorowi indekséw v oznaczonego przez {7} odpowiadaja jednakowe
energie wlasne E,, stanéw dwuczgstkowych na wezle atomowej czesci uogélnionego mode-
lu Hubbarda (2.12). Zalézmy takze, iz pozostale dwuczastkowe, atomowe energie wlasne
57

E., oznaczone indeksami v, ¢ {7} spelniaja réwnanie E,, — E, > . Dodatkowo za-

kladamy, tak samo jak wczesniej, ze £, > , dla wszystkich stanéw . Oznacza to, ze

£

stany {70} naleza do najnizszego podpasma, ktéremu odpowiada operator projekcji:

12 12 1 2
P :HPz :1:[<Pz +Zpi'yo)‘
Yo

7

Oznaczmy $rednig energie odpowiadajaca temu podpasmu przez Epo. Wypiszemy teraz stany

oraz operatory projekcji odpowiadajace wyzszym podpasmom, ktére wystepuja w hamilto-
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nianie (2.11) i ktére mozna otrzyma¢é ze stanéw odpowiadajacych najnizszemu podpasmu,
w procesie pojedynczego przeskoku elektronu.

1) Jeden stan pusty na wezle, pozostale stany pojedynczo lub podwdjnie obsadzone w
stanach v, lub {70}. Zatem stan ten odpowiada przypadkowi, gdy w ukladzie wystepuje
dodatkowy stan podwdéjnie obsadzony. Operatory projekcji dla catego uktadu, ktére rzutuja

dowolny stan na te stany i réznice Srednich energii odpowiednich podpasm sa nastepujace:

20 0 p2 12
P’Yl :Z'P”i‘Pj’Vl Hpk ’

20 0 12
PO = Z Pz kl;[zpk )
7

E310 —Ep=E,,
B — By = E,,.

2) Nastepny operator projekcji odpowiada podpasmu, ktére rézni sie od najnizszego pod-

pasma tym, ze zamiast stanu nalezacego do {7y} pojawia sie stan 7. Zatem otrzymujemy:
21 Z 2 12
P’Yl = Pi’h HAP k>
i k#i

EX —Ey=E, —E

Yo+

3) Kolejny stan odpowiada przypadkowi, gdy w ukladzie wystepuje jedno potrdjne ob-
sadzenie, ktére oznaczymy, tak samo jak w podrozdziale 2.4 indeksem . Niech Pf;( bedzie
operatorem projekcji (doktadng jego posta¢ podamy ponizej), ktéry rzutuje dowolny stan
na wezle na potréjnie obsadzony stan y. Otrzymujemy operator projekcji dla calego uktadu
oraz odpowiednig réznice energii nastepujace:

P =) PLIIR?,
- ki
E} —FEyy=E,—2E

Yo

gdzie E, jest energia wlasna atomowej cze$ci hamiltonianu (2.12) odpowiadajaca ortonor-
malnym potréjnie obsadzonym stanom wiasnym na wezle y. Nowo wprowadzone operatory
projekcji, odnoszace sie do wezla i, sa dane nastepujaco:
3 _ pt
‘PiX - ‘P’ix‘P”iX7

P;g( - ZtXaﬁsa;[aa;rﬂa;rs H (1 - nin) )
afe n#o,B,e
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gdzie parametry t,,g. s réwne odpowiednim parametrom wystepujacym w trzyczastkowych

stanach wilasnych, danych przez nastepujace réwnanie:

|7'X Z tXa5€azaazﬁaza |O>
afle

Przypominamy, ze spelniaja one warunki: t,nos: = —ty8ae = —tyaep Oraz nastepujacy

warunek wynikajacy z zadania ortonormalnoSci tych stanéw:

. 1
thaﬁatx’aﬁs = §5XX/' (5.4)
affe ’

Z warunku tego wynika, ze zachodzg nastepujace réwnosci: P [ix') = 0y |ix) i ngpz?;( =
Oy’ Pf;( Dodatkowo jak tatwo zauwazy¢ operator P3 przemnozony przez operator projekcji
odpowiadajacy innej liczbie obsadzen na wezle i-tym daje zero.

Roéwnania na ?,,3. oraz na energi¢ wlasng I, zalezne od E, i s, s nastepujace:
Eytyone =2 Z B8 as (Symetxass + Syestxapn + Syontyase) -
a8
Mnozac powyzsze réwnanie przez 617, . 1 sumujac po 0, m i € otrzymujemy:
Eby =36 Y B85 gtyapeSsont s (5.5)
yaBdne
Korzystajac z réwnan (5.4), (5.5) oraz (2.14), mozna latwo pokazaé, ze E, > 3E,,.

77

Zatem spelniony jest warunek: FE, — 2E, > . Liczba stanéw |ix) jest réwna

d(d—1)(d—2)/6.
4) Ostatni stan odpowiada przypadkowi, gdy w ukladzie wystepuja stan potrdjnie obsa-

dzony x oraz pusty wezel, czyli:

30 3 p0
P¥ = "P} P 7 2
74#‘7 #7'7.7

EX — Eyy = E, — E,,.

Korzystajac z powyzszych operatorow projekcji otrzymujemy hamiltonian efektywny

P2HP™ (réwnanie (2.11)) juz bez operatoréw P'? nastepujacy:

H= Y Pl (arTytal) Py + B, S P2 -

175,70 a'Y() 0
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2
T T opt
- Z E BJZ'yBji’Y - E— Z ‘PWOB]rfy BJ’L’YOP 0

i#J=0m Y0 jotitr 570,70
1 1
f t
B Z E —_E CinpClimp — Z ﬁsrmsjm— (5.6)
i#jmp o i#jErEi 0
1 1
T
o Z E. —92F ‘/}iXaV}iXa_ Z E —2E XMXX]ZX
i#jxa 0 Ay X
1
.|.
= F R VY
i#jx X

gdzie d; jest wektorem, ktérego wspotrzednymi sa operatory di, = @i [[ (1 — n4p), oprocz

B#a
tego wprowadziliémy takze nastepujace oznaczenia:
TV’Y = Z.LSJHJZ'J'S,Y/7
T

JW \/_d S tijdj7

Climp = Z dia Pjr, TZZZBO,
Yoo
S = 2 (A7) P
T
Yii = Z Piog (d]V75,) (5.7)

_ af
ZJXB 6 Z tz] t;anws’mfiw?

anw
0%
Xijix = E P, (( > W,y )Pj’}’(/ﬂ
'YO:'YO
Y0Yo
JZXOC § :PZ’YOPJ’Y()UZ]XCW
'YO'YO

'YO'YO .
’L]Xa 2§ :vzjxﬁS’Y()ﬁO“

S u’YO'Yo

i 1) sa wektorami. Ktére wyrazy wystepujace w (5.6)

gdzie jak latwo zauwazy¢ v,
jakim odpowiadaja wzbudzeniom do wyzszych podpasm wynika z odwrotno$ci réznic ener-
gii, dlatego nie wymaga to dodatkowych wyjaénieni. Pierwszy wyraz w (5.6) opisuje ruch
elektronéw w najnizszym podpasmie. Drugi jest réwny energii kulombowskiej w stanach
podwdjnie obsadzonych tego podpasma. Trzeci jest takim samym wyrazem, ktéry sie po-

jawit w przypadku n; < 11 opisuje dwuweztowe oddzialywanie pary elektronéw. W czwartym

wyrazie w oddzialywaniu bierze udzial cztery elektrony. Piaty wyraz opisuje oddziatywanie
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trzech elektronéw, natomiast szdsty czterech. W siédmym skladniku oddziatluje cztery elek-
trony a w 6smym piec. W ostatnim, dziewigtym wyrazie bierze udzial w oddzialywaniu trzy
elektrony.

Aby zbada¢ stan ukladu opisywanego powyzszym hamiltonianem mozna zastosowac
metode bozonéw i fermionéw pomocniczych wprowadzonych w podrozdziale 2.4. Otrzy-
mamy wtedy, ze operatory anihilacji (kreacji) stanéw podwdjnie obsadzonych odpowiada-
jace operatorowi P, (Pl ) nalezy zastapi¢ operatorem anihilacji (kreacji) bozonu d;,,

Y0

<dT ) Z kolei operator anihilacji (kreacji) elektronu d;, <dT

o m) w takiej reprezentacji bedzie
réwny fermionowemu operatorowi anihilacji (kreacji) spinonu f;, < f ) Do hamiltonianu
nalezy doda¢ wtedy wiez dany przez (2.43), natomiast liczbe elektronéw w wyrazie z po-
tencjalem chemicznym nalezy zastapi¢ réwnaniem (2.45). W obu wyrazeniach zostawiamy
tylko spinony i operatory liczb obsadzen odpowiednich bozonéw. Wiez sprawi, ze w ukladzie
beda mozliwe tylko stany pojedynczo lub podwdjnie obsadzone w stanach {vo}. Jeéli chcemy
zastosowaé powyzszy hamiltonian do badania fazy nadprzewodzacej, to zauwazmy, ze bedzie
ona wystepowaé gdy < a;, ;9> RAY s Sr0asSy 105" <dmdﬂ > (fisfiz) # 0, dla odpowied-
niego zbioru indekséw « i 0. Zatem, podobnie jak dla przypadku n < 1, nie tylko parametr
(fipfjp) musi by¢ rézny od zera ale takze <d170d;r7 > Co oznacza, ze bozony odpowiadajace

operatorom dw

T . , . . . . . 7 .
) 1 d% muszg, znajdowacé sie w kondensacie. Nalezy jeszcze zauwazyc, ze w

granicznym przypadku gdy » 2 1 mozna zaniedba¢ oddzialywanie bozonéw d;., i odrzu-

Y0
ci¢ z hamiltonianu (5.6) wyrazy siédmy i 6ésmy. Natomiast gdy wypelnienie pasma speia
warunek n < 2, to z kolei mozna zaniedba¢ oddziatywanie spinonéw f;, i odrzuci¢ wyrazy

trzeci, czwarty i szosty.
5.3. Uogdlniony hamiltonian efektywny dla wypelienia pasma 2<n<3

Dla przypadku 2 < n < 3, zakladamy, ze w najnizszym podpasmie bedg sie znajdowac
stany podwdjnie obsadzone, podobnie jak wcze$niej nalezace do zbioru {7y} oraz stany
potréjnie obsadzone na wezle x, oznaczone przez {xo}, dla ktérych E, = E, sa jednakowe.

O pozostalych stanach potréjnie obsadzonych, oznaczonych przez y; zakladamy, ze spetniaja

warunki £, . Operator projekcji dla najnizszego podpasma jest nastepujacy:

X0

P (S )
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Niech odpowiednia érednia energia w tym podpaémie wynosi Ess. Z operatora P w
procesie pojedynczego przeskoku elektronu mozna otrzymac¢ operatory projekcji, zatem i
stany wzbudzone odpowiadajace wyzszym podpasmom, ktére pojawiajg sie¢ w hamiltonianie
(2.11), nastepujace:

1) Pierwsze stany jakie rozpatrzymy odpowiadaja przypadkowi, gdy w ukladzie wystepuje
dodatkowy stan potréjnie obsadzony. Moze to by¢ stan x;. Wtedy stany takie wyprojek-
towywac bedzie operator rzutowania dla caltego uktadu oznaczony przez P;f Sredni@ energie
odpowiedniego podpasma oznaczymy przez E}ﬁ Moze to by¢ takze stan nalezacy do {xo}-
Wtedy operator projekcji oraz Srednig energie dla odpowiedniego podpasma oznaczymy
przez P33 i E}3. Operatory projekcji i réznice energii sa nastepujace:

P13 Z Pl le 7

Z;ﬁj 7527.7
P13 Pl ’
2R IIR
E}j — Ep=E, —2E

o>

E¥ — Ey = E,, — 2E,,.

2) Nastepne stany wzbudzone sa zwigzane z przejéciem dwéch stanéw g 1 xo na dwéch
weztach do odpowiednich stanéw y i v na tych samych weztach. Mozliwa jest wtedy sytu-

acja gdy w ukladzie wystepujg stany x; i v;. Odpowiadac jej beda operator projekcji Pff’x )

$rednia energia podpasma Eﬁf’m Kolejne, wyzsze podpasmo jest zwigzane z wystepowaniem

stanu 1, podczas gdy stan podwdjnie obsadzony nalezy do {7y}. Odpowiedni operator pro-
jekeji oznaczymy przez Py, a energie E° . Ostatni stan wzbudzony posiadajacy wspomnia-
ne wlasnosci odpowiada przypadkowi, gdy w uktadzie wystepuje podwéjne obsadzenie w
stanie y; a stan potréjnie obsadzony nalezy do zbioru {xo}. W tym przypadku operator

projekcji oznaczyliSmy przez P 0 & energie E?3,. Wymienione operatory projekcji i réznice

710°

energii pomiedzy najnizszym podpasmem sa nastepujace:

23 2 3 23
Pl =2 Fh Pl T1FE.
i#j
23
P0X1 E : ZX1 ’

710 E : 171 7
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B2 — By =FE,+E,-E,—-FE

Y1X1 Yo>»

E23

0x1

E®)~Byp=E, —E

Yo

— Ey3 = EXI - EXov

3) Z kolejnymi stanami wzbudzonymi mamy do czynienia, gdy w uktadzie wystepuje
stan obsadzony na wezle przez cztery elektrony oznaczony przez 1) oraz stan pojedynczo
obsadzony. Oznaczmy przez P} " operator projekeji (jego postaé podamy ponizej), ktéry
dzialajac na dowolny stan na wezle j-tym, rzutuje go na stan czterokrotnie obsadzony ).
Odpowiedni operator projekcji dla catego ukladu i réznica energii sa nastepujace:

14 1p
P = ;P #W
E}f —FEy=FE,—E,,—E,,

gdzie E, jest energia wilasng atomowej czeéci hamiltonianu (2.12) odpowiadajacg ortonor-

malnym stanom wilasnym czterech elektronéw na wezle oznaczonych przez 1, o ktérej jak

wida¢ zalozylisSmy, ze spetia warunek Ey, —E, —FE,

. Operator Pw jest dany przez:

P;S/) = Z q¢aﬁanaza z ;[s ;[r] H (1 - niw) )
aflen w#a,B,e,m

parametry ¢yogen 58 réwne odpowiednim wspélezynnikom w stanach wilasnych |iy)) danych

przez:

Z qwaﬁaﬁajaajﬁaw m |O>
afen

gdzie przypominamy, Ze qyagen Speiniajg nastepujace zwigzki: quagen = —Qysacy = —Qpacsn =

—Qypapne- Warunek ortonormalnosci stanéw |i¢)) prowadzi do réwnania:
. 1
Z Qypapendy’apen = Zédﬂll"
afen '
Z warunku tego wynika, ze Py, |it)') = Oy |ith) oraz PPy, = dyy Py, Oprécz tego z
postaci Pﬁb wynika, ze po przemnozeniu go przez operator projekcji odpowiadajacy innej

liczbie obsadzen elektronéw na wezle otrzymujemy zero. Warunki na parametry gyage, oraz
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energie wlasne I, sg nastepujace:

Eydyapen =2 ) ByS3u(S108uten + Srealyutsn + $1c80ywonat
ywb

+ SysnQwbea T Syenlywtos + Syanywdpe):
Liczba stanéw wiasnych ¢ jest réwna (d — 3) (d — 2) (d — 1) d/24.

4) Kolejne stany wzbudzone odpowiadaja sytuacji, gdy z dwéch stanéw potrdjnie obsa-
dzonych xo i x; powstaje stan podwdjnie i czterokrotnie osadzony. Je§li temu pierwszemu
odpowiada stan v, to operator projekcji oznaczymy przez Pffw natomiast Srednig energie
przez Esz. W przypadku gdy stanem podwdjnie obsadzonym jest stan nalezacy do {70} ope-
rator projekcji oznaczymy jako Pj; i odpowiednio érednig energie Ef. Powyzsze operatory
projekcji i odpowiednie réznice energii sa nastepujace:

P = PP TR
i S

Fit= S PATIRY

E2, — Ey=Ey,+E, —2E

X0

Eg, — Eyy = Ey+ E,, — 2E

X0?

gdzie zalozyliSmy, ze zachodzi Ey + E, — 2E,, > t?jﬁ , co jest takze w odpowiedni spos6b

zwiazane z poprzednimi zalozeniami.
Otrzymujemy nastepujacy hamiltonian efektywny P2HP? (réwnanie (2.11)), zapisany

juz bez operatoréw P?:

_ Jvoxo pt i 2 3
H= Z T;X()O»y(/)o Pixo Pi%') ijo PjX6 + E’Yo Z Pivo + EXO Z Pixo_

#7707 X0 X0 7o X0
vi v 1
Jixa n JUXe T t

B Z E.—2E.  E. —2E Z ‘/ijoaPTXOszxg‘/jixf)a_

i#jox=xox1 X "o X0 10 it jEri,onx0xh

i i
= e M L
Ex+ By = By, — By By = By

i#5, {7 ={x0,71} TAJETFLX0X0L

{xiobiam}
i i
Z Trixl’yopr"/O'Pj’y(’)j—}inY(l) _ Z Q;r“j;ng“/JE
EXl - EXO E, - E E

X0~ o

i#jpe
T T
AR iy Zm()wp ™ ij Zjiro

- o EL T 2
E,+ E,— 2B, Ey+ By —2E,,

i =v0m i j A0 vy Y xo
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gdzie nowo wprowadzone wyrazenia sg nastepujace:

JV'X § : * of *
T;X'y =36 txomws’mwtij tX'ﬁf‘?‘SS’y's&’
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Operator Vi, zostal podany w (5.7). Pierwszy wyraz w (5.8) opisuje poruszanie sie elek-
tronéw w najnizszym podpasmie. Wyrazy drugi i trzeci sa energia oddzialywania kulom-
bowskiego w stanach podwdjnie i potréjnie obsadzonych najnizszego podpasma. Czwarty
wyraz wystepowal takze we wczeSniejszym przypadku 1 < n < 2 i bierze w nim udzial w
oddziatywaniu cztery elektrony. W piatym wyrazie oddziatuje siedem elektronéw. W sz6-
stym, siddmym i 6smym oddziatuje odpowiednio pig¢, osiem i siedem elektronéw. Natomiast
w dziewigtym - pie¢, dziesigtym - sze$¢ a w jedenastym - osiem elektronéw.
Termodynamike uktadu opisywanego hamiltonianem (5.8) mozna w przyblizeniu zbadaé¢
wprowadzajac, tak jak wczesniej, bozony i fermiony pomocnicze przedstawione w pod-
rozdziale 2.4. Wtedy zamiast operatoréw P, nalezy wprowadzi¢ odpowiednie operatory

bozonowe d;,,, natomiast w miejsce operatoréw F;,, nalezy wstawi¢ operator fermionowy

X0
anihilacji stanu potréjnie obsadzonego t;,,. Nastepnie nalezy wprowadzi¢ wigz dany réw-
naniem (2.43), a liczbe elektronéw w wyrazie z potencjalem chemicznym zastapi¢ przez
(2.45), zostawiajac w obu wyrazeniach tylko operatory bozonowe odpowiadajace {7y} oraz
fermionowe nalezace do {xo}. Przy pomocy wiezu znajdziemy si¢ w prawidlowej przestrzeni
Hilberta, gdzie na weztach wystepuja albo podwdjnie obsadzone stany {7} albo potrdjnie ob-
sadzone stany {xo}. Podobnie jak dla wczeéniejszych przypadkéw, nadprzewodnictwo bedzie
wystepowac jesli bedzie spelniony warunek <ajaa} 5> # 0, dla odpowiednich wskaznikéw « i

f

t ,
ixotjng > musza by¢

B. Korzystajac z (2.42) otrzymujemy, ze oba parametry <di70dj76> oraz <t

rézne od zera, gdzie o, ), Xo oraz X, zaleza od a i . Zauwazmy dalej, ze w granicznym

98



przypadku n 2 2 mozna zaniedba¢ oddzialywanie fermionéw t¢;,, i pomina¢ w hamiltonianie
(5.8) wyrazy siédmy, dziesiaty i jedenasty. Natomiast gdy n < 3 mozna nie rozpatrywaé z

kolei oddzialywania bozonéw d;,, i zaniedba¢ wyrazy czwarty, piaty i 6smy.
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6. Podsumowanie wynikéw rozprawy

Rozwazania rozpoczelismy od sformutowania uogélnionego modelu Hubbarda danego
hamiltonianem (2.3). Nastepnie przedstawiliSmy go w prostszej i réwnowaznej postaci
(2.12), w ktérej oddzialywanie kulombowskie zostalo zapisane za pomocg wartoSci wlasnych
dwuczastkowych stanéw wlasnych atomowej czeéci hamiltonianu (2.3) oraz przy pomocy
operatorow kreujacych te stany. Stosujac kanoniczne rozwiniecie perturbacyjne przeksztal-
ciliSmy go do granicy silnych korelacji dla wypemienia pasma n < 1. Nowy hamiltonian
efektywny (2.18) sktada sie z dwéch wyrazéw. Pierwszy dotyczy ruchu elektronéw w pasmie
i znika w fazie izolatora Motta-Hubbarda dla n = 1. W drugim wyrazie wystepuje oddziaty-
wanie par elektronowych na réznych weztach poprzez wyrazenia B;VBW-A,. W og6lnosci stany
dwuczastkowe wykreowane przez dwuweztowe operatory Bjj,y nie sg ortogonalne. Co sprawi,
ze bedzie wystepowac mieszanie si¢ réznych stanéw par elektronowych ~. Otrzymany hamil-
tonian jest uogélnieniem modelu ¢ — J, danego réwnaniem (2.1) (por. artykut przegladowy
[40]).

W rozdziale 3 wyprowadziliémy hamiltonian efektywny odpowiadajacy podwdjnie zdege-
nerowanemu modelowi Hubbarda dla rzeczywistego pasma e;, danemu przez (3.1). W
granicy silnych korelacji hamiltonian ten, dany réwnaniem (3.5), sklada si¢ z wyrazéw
opisujacych oddzialywanie par elektronéw w spinowym stanie trypletowym (S = 1) oraz
w spinowym stanie singletowym (S = 0), podczas gdy pseudospin w ogélnosci nie jest
okreslony.

Nastepnie, w rozdziale 4 uczyniliSmy zalozenie réwnowaznosci orbitali, polegajacej na
tym, ze catka przeskoku nie zalezy od orbitali oraz nie wystepuje hybrydyzacja pomiedzy
nimi. Dodatkowo zaniedbaliSsmy wklad od ostatnich dwéch wyrazéw w hamiltonianie po-
dwdjnie zdegenerowanego modelu Hubbarda (3.1). W tak przyblizonym hamiltonianie efek-
tywnym (4.4) pary elektronowe moga oddzialywaé tylko w stanach z warto$ciami spinu i
pseudospinu S =1i L =0 oraz S =01 L = 1. Dla przypadku, gdy catka przeskoku tylko
pomiedzy najblizszymi sasiadami jest rézna od zera i jest réwna t;; = —t, oddzialywanie
pary elektronéw w stanach S = 11 L = 0 ma warto$¢ —Jg = —2t%/(U — 3J), w stanach
S=0,L=11iL* =0z kolei jest réwne —Jo = —2t>/(U — J) oraz dla S =0, L =11
L? = +1 przyjmuje warto$¢ —Jp = —2t2/U. W podrozdziale 4.2 rozpatrzyliémy pare elek-
tronéw w pustym pasmie. W przypadku, gdy S = L = 0, 1 otrzymaliSmy, ze para znajduje
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sie w stanach niezwigzanych, dla ktérych najmniejsza energia, w granicy N — oo jest rowna
podwojonej najnizszej energii w pasmie. Dla S # L oraz 0 < J/U < 1/3 z minimalizacji
energii wlasnej otrzymalismy z kolei, ze para moze wystepowa¢ w 6 ortogonalnych stanach
zwigzanych (S* = —1,0,11 L* = —1,0, 1). Stany te istnieja dla odpowiednio duzych wartoSci
oddzialywan. Dla stanéw spinowych trypletowych (S = 1) w trzech wymiarach musi by¢
spelniony warunek Jp 2 0.5¢, natomiast w dwéch wymiarach Jg > ¢/4. Taki sam warunek
muszg takze spelia¢ oddzialywania J- 1 Jp dla odpowiednich stanéw z L = 1. Zatem wraz
ze wzrostem t /U, przy ustalonym .J/U, najpierw pojawi sie stan zwigzany z S = 11 L = 0.
Energia wiazania w tym stanie bedzie wigkszg niz w stanach zwiazanych z S =01 L = 1,
ktére z kolei pojawia sie dla wigkszych wartoSci t/U.

Poniewaz hamiltonian (4.4) dziala w podprzestrzeni stanéw speliajacych na kazdym
wezle warunek n; < 1, wigc rozwigzanie problemu staje si¢ prostsze jesli zastosowac bo-
zony i fermiony pomocnicze nazywane odpowiednio holonami (b;) i spinonami (f;,), ktére
maja nastepujacy zwiazek z operatorem kreacji elektronu: a;rla = f;o_bi. Wprowadza
sie wtedy do hamiltonianu, za pomoca mnoznikéw Lagrange’a \;, wiez, ktory sprawia,
ze liczba elektronéw na wezle jest réowna 0 lub 1. Zakladajac, ze \; = X\ czyli, ze
jest jednakowe na kazdym wezle oraz stosujac przyblizenie §redniego pola do wszyst-
kich wyrazen w hamiltonianie, po zdiagonalizowaniu jego, otrzymaliSmy ostatecznie ener-
gie swobodna zalezng od parametréw porzadku Ay = 4< fiTlJ fﬂg>, A, = <b3bj> oraz
<Bjjm>, przy zalozeniu, ze parowanie w stanie spinowym singletowym nie wystepuje,

czyli < cf

ljm> = 0. Zalozylismy dalej, ze wartosci wlasne zdiagonalizowanego hamil-

tonianu, odpowiadajace energii nowych fermionowych kwaziczastek Bogolubowa, nie sg

rozszczepione i sg dane przez: A, = \/ el + A?|cos k, + €' cos ky + €2 cos /~cz|27 gdzie
ek = —2 (2JoAs +tAy) (cos ky, + cosk, + cosk,) —u+ A oraz Jy = 3Jp/16 + Jo /16 + Jp /8,
natomiast A, a; i ay sa, w odpowiedni sposéb zwigzane z parametrami <B-T > Jesli A =0,

jm
to takze <Bfr

ij> jest réwne zeru. Z kolei energia wlasna holonéw otrzymalismy, ze jest dana
nastepujacym réwnaniem: wy = —2tA¢(cos k, + cosk, + cosk,) + .

Parametrem, ktoéry nie pojawia sie bezposrednio w energii swobodnej jest <bibjB;rjm> ~
(b;b;) <Bjjm> Gdy parametr ten jest rézny od zera w ukladzie wystepuje faza nadprze-
wodzaca. Zatem, aby ta faza istniala, oprdcz tego, ze musi by¢ spelmiony warunek

<Bjjm> # 0, czyli A # 0, to takze parametr (b;b;) = (bx—obk=o) /N musi go spemia¢. Dla

101



liczby holonéw § = 1 —n > 0, aby parametr (b;b;) byl rézny od zera, w trzech wymiarach
wystarczy, zeby temperatura ukladu byla mniejsza niz temperatura kondensacji holonéw
Tse. W dwéch wymiarach parametr ten jest rézny od zera tylko w T = 0. Dla § = 0 jest
on zawsze rowny zeru.

Faza, dla ktérej spelnione sa warunki: A # 0 oraz (bb;) = 0 jest nazywana stanem
RV B albo pseudoszczeling. W przypadku, gdy temperatura jest wyzsza od temperatury
kondensacji holonéw Tpe, dla Ay # 0 (dla § > 0 parametry Ay i A, sa rézne od zera
réwnoczes$nie) oraz A = 0 faza taka jest nazywana jednorodnym stanem RV B lub w skrécie
uRV B. Ponizej temperatury kondensacji holonéw, dla Ay # 0 (takze dla A, # 0) oraz
A = 0 wystepuje ciecz Fermiego.

Powyzsze fazy sa ograniczone nastepujacymi temperaturami przejs¢ fazowych: Tgryp,
w ktérej pojawia sie A, podczas gdy Ay = Ay = 0, Thy 5, W ktérej pojawia sie A przy
niezerowej wartosci Ay, Ty, w ktérej pojawia sie Ay przy A = A, = 0 (przypadek 6 = 0),
Tp, w ktérej pojawiaja si¢ oba parametry Ay i A, przy A = 0 (przypadek § > 0), T} w
ktorej sie pojawia A, przy skonczonej wartosci A i A, = 0 (przypadek § = 0), T7,, w ktorej
pojawiaja si¢ Ay i Ay przy skonczonej wartosci A (przypadek § > 0).

Najpierw rozpatrzyliSmy przypadek dwuwymiarowy (podrozdzial 4.4), dla ktérego nie ma
wkiadu od zetowej sktadowej kwazipedu a parametr «; oznaczyliSmy przez . W przypadku,
gdy 6 = 0 uktad jest izolatorem Motta-Hubbarda, gdyz transport tadunku nie jest mozliwy ze
wzgledu na to, iz na kazdym wezle znajduje si¢ spinon, a przepltyw pradu jest mozliwy tylko
wtedy gdy wystepuje réwnoczesny ruch spinonéw i holonéw, poprzez zamiane miejscami
[28]. Stan tego izolatora jest opisywany przez dynamike spinowo-orbitalna zwiazana ze
spinonami. W fazie tej A, jest zawsze réwne zeru, podczas gdy parametr Ay otrzymali$my,
ze dla pewnych wartosci J/U, kgT'/t oraz Jp/t jest rézny od zera. Przedstawia to diagram
fazowy w funkcji parametréw J/U oraz kgT'/t dla Jp/t = 0.2 na rys. 4.1, gdzie w obszarze
znajdujacym si¢ ponizej temperatury 7% i na lewo od TJ’c parametr Ay jest rézny od zera.
Powoduje to, ze powyzej T}y 5 1 ponizej Ty wystepuje faza uRV B, czyli zalezno$¢ energii
spinonéw od kwazipedu jest taka sama jak dla elektronéw w pasmie. Jest to zwiazane z
oddziatywaniem spinonéw, ktére sprawia, ze moga sie one propagowac poprzez uktad. Pasmo
tak poruszajacych si¢ spinonéw zostaje zwezone o czynnik 2JyA ¢, gdzie obecnosc¢ .Jy oznacza,
ze czynnik ten zwigzany jest z korelacjami pomiedzy spinonami. Ponizej temperatur T}, 5

i Try g wystepuje stan RV B, ktéry, zauwazmy, nie jest stanem nadprzewodzacym, gdyz jak
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wspomnieliSmy wyzej, transport tadunku nie jest mozliwy. Stan ten wystepowa¢ moze w
fazie d (o = ), w fazie mieszanej (7/2 < o < m) albo w fazie s + id (o = 7/2), w ktérej
spinony sg zlokalizowane, czyli zachodzi A; = 0. Ze wzgledu na istnienie przerwy, w niskich
temperaturach ciepto wlaéciwe Cy zachowuje si¢ jak exp (—Acsr/ksT) .

Odchodzac od stanu izolatora (6 > 0) w temperaturze zera stopni otrzymalismy diagram
fazowy w funkcji parametréw ¢ i J/U dla ktérych mozliwe sa wszystkie wartoéci parametru
a od 0 do 7 (rys. 4.7). Faza d moze istnie¢ tylko dla maltych wartosci J/U, gdyz juz dla
J/U > 0.1 faza ta znika. Faza s (o = 0) istnieje natomiast dla 6 > 0.15, czyli w obszarze
gdzie przyblizenie malych wartoSci 0, ktére uczyniliSmy na poczatku, moze nie by¢é dobrze
spelione, co moze spowodowaé zmiane diagramu fazowego dla tych wartoSci . Dla przy-
padku skoficzonych temperatur sporzadziliémy diagramy fazowe w zaleznoSci od J/U, § i
Jp/t (rys. 4.9). Obecnoé¢ holonéw sprawila, ze temperatura 77,, nie schodzi do zera dla
zadnej wartosci J/U, § i Jp/t, tak jak to bylo w przypadku T]’c, ktoéra jest odpowiednikiem
T}, w fazie izolatora Motta-Hubbarda. OtrzymaliSmy, ze dla § < 0.001, w pewnym matym
zakresie J/U rzedu 0.12 = 0.14 oraz przy ustalonym .Jp/t, wzrost temperatury powoduje
lokalizacj¢ spinonéw i holonéw (A; = A, =0), by nastepnie w wyzszych temperaturach
wspélny ruch tych pomocniczych kwaziczastek stal sie znowu mozliwy dzigki skonczonym
wartociom Ay i A, (rys. 4.10). Nastepnie wyliczyliémy cieplo wlaéciwe w niskich tempera-
turach w fazie d, korzystajac z tego, ze gestoS¢ stanéw kwaziczastek Bogolubowa dla matych
wzbudzen jest liniowa. Otrzymaliémy, ze w bardzo niskich temperaturach gléwny wklad
pochodzi od holonéw, a ciepto wiasciwe jest liniowe. Ze wzgledu jednak na duza wartos$¢, w
rozpatrywanym szczegélnym przypadku, wspétczynnika przy temperaturze w cieple wiaSci-
wym pochodzacym od kwaziczastek Bogolubowa, w wyzszych temperaturach gltéwny wktad
pochodzil wlagnie od nich. Sprawia to, ze ciepto wlasciwe zachowuje sie jak T2

Podrozdzial 4.5 poswiecilismy zjawisku NMR, gdzie wyprowadziliémy model oddzialy-
wania nadsubtelnego elektronéw z pasma e, i jader w przypadku kwadratowej sieci. Naj-
wickszy wkiad w otrzymanym hamiltonianie pochodzit od oddzialywania dipolowego mo-
mentéw magnetycznych elektronéw i jader, gdy znajduja si¢ one na tym samym wezle.
Nastepnie obliczylismy zaleznosci szybkosci relaksacji spinowo-sieciowej 1/77 od tempe-
ratury. OtrzymaliSmy, ze w niskich temperaturach wystepowala albo zaleznos¢ wykladnicza
exp (—A;/kpT) albo potegowa T°. Dodatkowo we wszystkich rozpatrywanych przypadkach
przy przejéciu do fazy uRV B (A =0, Ay # 0) w Thy g, nie otrzymaliSmy piku koherencji.
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Dla dwéch przypadkéw piki te pojawily sie w fazie mieszanej ponizej temperatury przejscia
do fazy d T;. W fazie uRV B mieliSmy do czynienia z zaleznoscia od temperatury stosunku
Korringi 1/T1T. Dla przypadku § = 0 przeskalowanie temperatury za pomoca réwnosci
T = T (Jp/t =1)Jp/t poprzez zmniejszenie Jp/t < 1 prowadzi do nastepujacej postaci
czasu relaksacji: Ty =11 (Jp/t = 1) Jp/t, wzgledem nowej osi temperatury. Oznacza to, ze
obnizenie skali temperatury poprzez zmniejszenie Jp /t nie spowoduje pojawienia si¢ liniowej
zaleznoéci 1/ od kgT/t.

Dla informacji podajmy, ze brak piku koherencji oraz zaleznoéé¢ potegowa T3, jaka otrzy-
maliémy w fazie RV B zostaly zaobserwowane w nadprzewodzacych fazach nadprzewod-
nikéw ciezkofermionowych [54], wysokotemperaturowych [55] i w nadprzewodniku orga-
nicznym (TMTSF),ClO4 [58]. Natomiast zalezno$¢ wyktadnicza takze przy braku piku ko-
herencji zaobserwowano w niektérych nadprzewodnikach, w ktorych wystepuje silne sprzeze-
nie elektron-fonon [59]. OczywiScie naszego modelu nie mozna zastosowaé do opisu tych
rodzajéw nadprzewodnikow.

W kolejnym podrozdziale 4.6 przeszliSmy do rozwazania przypadku tréjwymiarowego dla
najprostszej sytuacji, gdy zalezno$¢ parametru przerwy od kwazipedu jest taka sama jak dla
energii pasmowej, czyli a1 = ap = 0. Dla § = 0 otrzymaliémy diagram fazowy w funkcji
parametréow J/U i kgT'/t podobny do tego, jaki dostaliémy w dwéch wymiarach. Tak jak
wezesniej w obszarze ponizej Ty i na lewo od T} parametr Ay przyjmuje niezerowe wartosci.
Dla § > 0 pojawia si¢ dodatkowo mozliwo$¢ kondensacji holonéw. Temperatura krytyczna
nadprzewodnictwa jest okreSlona przez mniejszg z temperatur: kondensacji holonéw Tg¢ i
temperatury znikania parametru A T, 5. OtrzymaliSmy, ze wraz ze wzrostem parametréw
opisujacych oddziatywanie J/U i Jp/t, w pewnym momencie temperatura krytyczna za-
czyna male¢. Jest to spowodowane zwezaniem sie pasma holonéw, zwigzanym ze zblizaniem
sie do stanu zlokalizowanych holonéw, kiedy wszystkie bozony obsadzaja wszystkie stany w
przestrzeni kwazipedéw jednakowo. Powoduje to, ze parametr opisujacy nadprzewodnictwo
noA/t, gdzie ng = (bx—obx=o) /N jest liczba holonéw w kondensacie, najpierw pojawia sie
i/lub zaczyna rosna¢ a nastepnie, po osiagnieciu maksymalnej wartoSci zaczyna male¢ do
zera. Wkiad do ciepta wlaSciwego pochodzi gléwnie od holonéw i w niskich temperaturach
jest proporcjonalny do T%/2. Natomiast wkiad do szybkosci relaksacji spinowo-sieciowej 1 /77,
w naszym przyblizeniu, jest wigkszy dla spinonéw i otrzymalisémy, ze w niskich temperatu-

rach zachowuje si¢ on jak exp (—A.ss/kpT) . Oprocz tego, w rozpatrywanych przypadkach
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pojawity sie piki koherencji. W fazie cieczy Fermiego wystepowato prawo Korringi, z kolei
w fazie uRV B mieliSmy do czynienia z duzymi odstepstwami od tego prawa.

Na koniec wyprowadziliSmy poprawke trzeciego rzedu do uogélnionego hamiltonianu efek-
tywnego dla n < 1. Zawiera ona wystepujace wczeSniej operatory parowania, ale opréocz tego
pojawia sie takze jednoczastkowy operator opisujacy przejscia elektronu pomiedzy dwoma
wezlami, zwigzane z przejSciami pomiedzy réznymi podpasmami Hubbarda. Przedstawi-
lismy takze dalsze przypadki uogélnionych hamiltonianéw efektywnych w drugim rzedzie
rachunku zaburzen dla wypelien 1 < n < 2 oraz 2 < n < 3, ktére moga mie¢ zastosowanie
takze do pasma ty,. Hamiltoniany efektywne juz nie wygladajg tak prosto jak dla n < 1,
ale oczywiscie nadal skladaja sie z wyrazen bedacych iloczynami pewnych operatoréw i ich
sprzezen hermitowskich. OpisaliSmy, tez jak w przyblizony sposéb mozna rozwigza¢ oba

przypadki, wprowadzajac odpowiednie operatory bozonowe i fermionowe.
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Dodatek A: Diagonalizacja hamiltonianu atomowego

Rozpatrzmy hamiltonian oddziatujacych fermionéw postaci:

H = Z Vagngaga;anag, (A.1)
afnd

gdzie wskazniki «, 3, n i 6 oznaczaja zaréwno orbitalne jak i spinowe stopnie swobody. Ze
wzgledu na to, ze H' = H, otrzymujemy V5,6 = Vonsa: ponadto Vogng = —Viane = —Vason-

Wypiszemy réwnania, ktére prowadza do diagonalnej postaci powyzszego hamiltonianu:
H=> EAlA,
g

gdzie A,Ty jest operatorem, ktéry dzialajac na stan prézni |0), kreuje dwuczastkowy stan
wlasny hamiltonianu (A.1), natomiast £, jest warto$cia wlasna w tym stanie. Indeks 7
numeruje wszystkie dwuczastkowe stany wiasne. Stany AL |0) sa ortonormalne. Niech stan

AL |0) bedzie dany nastepujacym wzorem:

AL10) = syapalal; 0). (A.2)

af
Poniewaz zachodzi nastepujaca réwnosé: swgagag 0) = swaa%aiy |0), to musi by¢
spetniony takze zwigzek s,,3 = —5,3,. Warunek ortonormalnosci prowadzi do nastepujacego

zwigzku pomiedzy macierzami s, :

1
TT(SLSA//) = 5577/.

Dzialajac hamiltonianem (A.1) na stan wlasny (A.2) otrzymujemy nastepujacy warunek

na wartoSci wlasne i stany wiasne:

EySyap =2 Z VasnoSon- (A.3)
nb
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Dodatek B: Wyprowadzenie uogélnionego hamiltonianu
efektywnego dla n<1

Przypomnijmy postaé hamiltonianu efektywnego po zastosowaniu operatorowego
rachunku zaburzen dang przez réwnanie (2.17):

H = P'HyP' = P'HP’HP'/E,. (B.1)

~

Operatory projekcji P' i P? s dane przez (2.16), czyli:
P=TT(P 4+ F)),

=> PII(P+P)),

i ]751

gdzie:

o Pa
2
P2 =Pl P,,
Py =Y $hagtigtia [1 (1-nig)
oB p'#a,B

Najprostsza posta¢ ma hamiltonian opisujacy ruch elektronéw w najnizszym podpasmie.
Jest on dany wzorem:
P'HyP' = P Y t3%al a;5P".
i#£j,aB
Poniewaz zachodzi P2 = P2 P2, to drugi wyraz w (B.1) mozna przedstawi¢ w nastepujacej

postaci: Pl]I-]IPf]I-]IP1 = P1HP$P$HP1. Otrzymujemy:
PJHP' = Y 1372 al a,5P". (B.2)
p#r.aB
Sprzezenie hermitowskie powyzszego wyrazenia jest rowne:
w5
P'HP} =P" Y (1) alsa; P}, (B.3)
1#£j,wd

Mnozac odpowiednio przez siebie (B.3) i (B.2) dostajemy nastepujacy wynik:

P'HPHP' = P' Y~ Y " (#)" alsa.P; Zt;ﬁ? al,a,5P".
1£j#Er wd
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Poniewaz zachodzi P2 = PT +Pinyy wigc w powyzszej sumie w kazdym skladniku mozna
rozdzieli¢ dwa czynniki, z ktérych jeden mozna otrzymaéc poprzez sprzezenie hermitowskie

drugiego, po odpowiedniej zamianie wskaznikow wezléw. Jeden z czynnikéw jest réowny:
Z t?ijA,a;aar/gPl. (B.4)
af

Wyliczymy teraz operator Pmaga:

§ : . T
J’Ya]a S'yneajfaﬂl (1 njf’) a’ja -
e'#em

= Z Sf/aaajsajaaja H (1 - njs/) + Z S:naajaajna}a H (1 - njE') =
5 e'#n,a

e'#e,a N
0 1
= 223,”;0”7@3-,7 I[1 (X—n)= ZZsf‘yanam (PJ + Pj) ,
n €'#n 7
gdzie skorzystaliSmy z tego, Ze Syay = —Syna, Oraz:

8/;1;!” (1 —njer) a;a # 0 tylko dla e = o lub n = «.

Dostajemy ostatecznie operator (B.4), podzielony przez v/2 jest réwny:

B, P \/_Zt;xrﬁ fyanamarﬂpl \/_a STtJraT )

aBn
gdzie a, jest wektorem skladajacym si¢ z operatoréw a,, natomiast t;. jest macierzg o
8 . . .. . . . .
elementach t;xr . Hermitowskie sprzezenie powyzszego operatora dla r = 7 jest réwne:

* T
P'BY, = PVEY (157) sunalsaly = PV (al) tyssal,

177 Jgn
afn

gdzie a jest wektorem sktadajacym sie z operatoréw a . Skorzystalismy tutaj z warunku na
hermitowsko$¢ wyrazu z calka przeskoku w uogélnionym modelu Hubbarda (2.3): t;; = tL
Pomijajgc operatory P! co si¢ wigze z zalozeniem, ze na kazdym wezle jest spelniony warunek

n; < 1 otrzymujemy hamiltonian efektywny:

H= Zt azan/B_ Z E zy'y 7"]7

i#j,08 TATETY

108



Dodatek C: Identycznos¢ hamiltonianu zawierajacego operatory
parowania i hamiltonianu wyrazonego przez L; oraz S,

W Dodatku tym zostanie pokazane, ze dwuweziowe oddzialywanie wystepujace w hamil-
tonianie (4.4) jest identyczne z hamiltonianem przedstawionym np. w pracy [44] dla n; = 1,

ktéry ma postac:

Z 3 1
HSL:_JB (Z—i—SZSJ) (Z_LZL]>_
1 1
—Jey 7SSy ) [+l Ly —2Li L. | — (C.1)
1 1
_JDE Z_stj §+2Lizsz y

gdzie: Jp = 22/ (U —3J), Jo = 2t*/ (U — J) oraz Jp = 2t*>/U. Natomiast operatory
S, = (57,57,57)1L; = (L¥, LY, L}) sa dane przez:

19 M1
1
w w 1
Sz - 5 § 050 Q1o Qilo

!
o,0',l

1
§ w t
== 5 O'll/a/l-lo,a/z'llo—,

Lo

gdzie 0% sa macierzami Pauliego dane przez (2.24). Operator S; jest operatorem spinu,
natomiast L; jest nazywany operatorem pseudospinu.

Operatory B”m ijm 1 C’WC'”W wystepujace w hamiltonianie (4.4) sa operatorami liczby
obsadzen odpowiednich stanéw (lub inaczej méwiac sa operatorami projekeji do konkretnego
stanu). Dzialajac na stany Bmm 0) lub C! 4im |0) daja odpowiednio 1 albo 0. Przy czym dla
tych pierwszych stanéw S = 11i L = 0, a dla drugich mamy sytuacje odwrotng S =01i L = 1.

Oprécz powyzszych dwuweztowych stanéw bazowych istnieje takze 10 stanéw dla ktérych

L=S=1oraz L =5 =0. Operatory B} Bijm i C|

zngijm maja w tych stanach wartosci

iym
wlasne réwne zeru. Trzeba pokazaé, ze operatory wystepujace w hamiltonianie (C.1) maja
takie same elementy macierzowe w powyzszej bazie 16 dwuwezlowych stanéw jak operatory
w hamiltonianie (4.4).

Rozpatrzmy najpierw operator wystepujacy przy Jp w (C.1).

3 1 1, 1.,
(4+sl sj> (4 L, LJ)_zs (1 2L>,
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gdzie L = L;+ L, oraz S = S; + S;. Skorzystaliémy tutaj z nastepujacej réwnosci S? = L? =
%. Operator powyzszy dzialajac na stany, w ktérych S = 11 L = 0 daje 1, w pozostalych
f

przypadkach 0. Tak samo zachowuje si¢ operator ) B Bijm stad wynika nastgpujaca
réwWnosc:

3 1
(Z +8;- Sj) (Z ~L;- Lj> => Bl Bim. (C.2)

Przyjrzyjmy sie teraz nastegpnemu wyrazowi w (C.1):

1 1 1 11
= —8;-S; | (- +L;-L; —2L;.L;. ) = (1 —-=8*| [ —= + =L* —2L;,L;. | .
(4 S’L S]) <4 + (] J (%4 ]Z) ( 2S > ( 2 + 2 (74 ]Z>

Operator ten daje rézne od zera wartoSci wlasne tylko w stanie, w ktérym S =0, L = 1

oraz L* = 0, czyli dzialajac na stan C;rjo |0) . Zatem tatwo zauwazy¢, ze zachodzi réwnosé:

1 1

Ostatni wyraz w (C.1) jest réwny:

1 1 B 1.5\ (1
(oss) (beony) - (1-28) (So2nn,).

Powyzszy operator ma wartoSci wlasne rézne od zera i réwne jeden tylko w stanie, w ktérym
S=0,L=11iL?*=41.7Z tego wynika, ze zachodzi nastepujacy zwiazek:
1 1 t
1508 ) (5t 2Ly ) = > ClCijm. (C.4)
m==+1

Réwnania (C.2), (C.3) i (C.4) dowodza identycznoSci obu hamiltonianéw (C.1) oraz (4.4)
dla n; = 1.
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Dodatek D: GestoS¢ stanéw

W dodatku tym zajmiemy si¢ szczegétami dotyczacymi obliczen zwiazanych z gestoscia

stanéw, dang nastepujacym réwnaniem:

1
:Nzkja(w—xk),

gdzie A\ jest energia zaleznag w dowolny sposéb od kwazipedu k = 2m(m,/N,, m,/N,)
nalezacego do pierwszej strefy Brillouina oraz N = N,N,. Najpierw wyprowadzimy réw-
nanie catkowe, za pomoca ktérego mozna obliczy¢ p (w). Zatem dokonajmy nastepujacych

przeksztalcen:

0
NZéw—)\k Zew—Ak (27T)26w/9(w—/\k)dk:

1 0
= — dk.
(27‘-)2 0w /Ak<W

Idac dalej:
1 1 1
22/ dk = 5 lim —— (/ dk—/ dk) . (D.1)
(27T) Ow Ak<Sw (27T> Aw—0 Aw Ak <w+Aw Ac<w

Wyrazenie w nawiasie jest polem powierzchni bardzo cienkiego pasa zawartego pomiedzy

krzywymi A\, = w + Aw i \x = w, ktérego nieskonczenie maly element powierzchni mozna
zapisa¢ jako dl - Ah (k) , gdzie dl jest nieskonczenie maltym elementem dlugoSci tego pasa, a
Ah (k) jest bardzo malg jego szerokoScia w punkcie k nalezacym do krzywej Ay = w. Zatem
dl nie zalezy od Aw, od tego malego przyrostu energii zalezy tylko Ah (k).

Wyrazenie (D.1) mozna zapisa¢ jako

L i i/dz.Ah(k),
(271-) Aw—>0Au}

gdzie calkowanie przebiega po krzywej w = Ag. Poniewaz Ah (k) jest odlegtoScia pomiedzy
dwoma punktami k (nalezacym do krzywej o stalej energii w) i k' = k+dk (nalezacym
do krzywej o stalej energii w + Aw), gdzie dk jest wektorem prostopadtym do krzywej w
punkcie k, to zachodzi réwnosé¢ |0k| = Ah (k). Z drugiej strony dla bardzo malych Aw,
zachodzi réwnoSé: Aw = A — Ay = VA - 0k. Poniewaz gradient jest prostopadlty do
krzywych i wskazuje kierunek wzrostu Ay, to jest on réwnolegly do dk. Stad dostajemy:
Aw = |V x| - |0k| =|VA|AR (k). Czyli:

ARG 1
Ae—0  Aw a |V)\k|7
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Rys. D 1. Pienwszy rysunek - kieywe state] energii wzbudzen dla a=0.7, drugi dla a=1.3,
trzeci - energia wzbudzen dla JU=0.15, kglit=0.1 oraz 2t1J=0.2 (s+id).

Zatem gestos$t stanow jest dana nastepujacym réwnaniem.

1 dl
p(w) = ) /W_Ak ol (D.2)

gdzie catkowanie przebiega wzdluz krzywej stalej energii danej réwnaniem w = Ag. Dla
w = A, ktére spetniaja rownosé |V x| = 0 pojawiaja sie osobliwosci (punkty nieanalityczne)
w gestosci stanéw p (w) zwane osobliwo$ciami Van Hove’a.

Wzér (D.2) mozna uogdlnié¢ na trzy wymiary zastepujac krzywa stalej energii powierzch-
nig statej energii, element dlugosci dl nalezy zastapi¢ elementem powierzchni d.S, natomiast
(27)? trzeba zastapi¢ (27)° .

Przejdziemy teraz do obliczen gestoSci stanéw dla faz s + id, mieszanej oraz d.

A. Dla stanu s + id, czyli Ay = 01 a = 7, a zatem dla energii wzbudzen: A, =

\/ 115 + A2 (cos? k, 4 cos? k) dostajemy gesto$c stanéw:

de
D.3
ple 7T2A2 \/4 1—7)+r2sin®¢ (D:3)

w22
gdzie r = a = TZ"L dla0<a<lorazr =2—adlal < a < 2. Dla dwéch réznych
przedzialéw a otrzymujemy dwa rézne ksztalty krzywych stalej energii, przedstawione na

rys. D.1.

Z réwnosci V| = %2\/ sin k, cos? k, + sin® k, cos? k, = 0 wynikaja nastgpujace oso-
bliwosci Van Hove’a: wy = |uy], \/ (13 + A2, \/ (% +2A2%. Przypadki pierwszy i trzeci

dotycza brzegéw rozkladu gestosci stanow, w ktérych wystepuja punkty nieanalityczne.
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Rys. D.2. Kraywe statych energii wzbudzen w fazie mieszane] dla pigcil jg) wartosci nalezacych do przedzialéw, na kidnych
brzegach znajdujg sie osobliwosct Van Hove'a oraz powierzchnia energii wzbudzen dla JAUJ=0.07, kglt=0.051 2tU=02.

Z obliczen wynika, ze wystepuje tam skok w gestosci stanéw. Mianowicie w granicy r — 0
(@ — 21ia— 0) otrzymujemy z (D.3):

plon) = 228
Dla rozpatrywanego przypadku (6 = 0, J/U = 0.15, kgT/t = 0.1 oraz Jp/t = 0.2) przy
a = 0 wyrazenie powyzsze jest réwne 1.46402. Natomiast dla a = 2 dostajemy gestosc
stanéw réwna 3.62778.

Przypadek drugi znajduje sie¢ w Srodku rozktadu. Wykonujac przejscie graniczne a — 1
otrzymujemy, ze gestos¢ stanéw ma nieskonczony pik. Poniewaz dla a ~ 1 najwickszy wkiad
do catki w (D.3) pochodzi od ¢ 2 0, wiec przyblizajac sin¢ ~ ¢ otrzymujemy, ze jest to
osobliwo$¢ logarytmiczna, czyli zachodzi: p(w) ~ —In ‘w —\/uF+ AQ‘ . Przypadek drugi,

a wiec i ten pik rozdzielaja dwa obszary przedstawione na rys. D.1, w ktorych krzywe stalej
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Rys. D 3. Cztery moZliwe postacie krapwych stabych energil wzbudzeh oraz
powierzczhnia te] energii dla JAU=0.03, kglit=0.08 oraz 2t1)=0 2 {faza d.

energii réznig sie wygladem.

B.w przypadku fazy mieszanej funkcja podcatkowa jest duzo bardziej skomplikowana w
poréwnaniu z wezeSniejszym przypadkiem. Dlatego ograniczymy sie do wypisania wartosci
w, w ktérych p (w) ma osobliwo$ci Van Hove’a. Bedzie ich tutaj sze$¢. Wszystkie zostaly
wyliczone numerycznie dla 6 = 0, J/U = 0.07, kgT'/t = 0.05 oraz Jp/t = 0.2. Sa one
nastepujace: wo = 0.0973, 0.1771, 0.2522, 0.2918, 0.3076, 0.4434. Mozna pokazac, ze tylko w
punktach wg = 0.1771, 0.2918 gestos¢ stanéw jest rozbiezna i, ze jest to rozbieznos¢ logaryt-
miczna, czyli zachodzi p (w) ~ —In|w — wp|. Powyzsze osobliwoéci Van Hove’a rozdzielaja
pie¢ przedzialéw w, wewnatrz ktérych krzywe stalej energii réznia sie wygladem (rys. D.2).

C. Rozpatrzymy teraz osobliwo$ci Van Hove’a jakie pojawiaja sie dla 6 = 0, J/U = 0.03,
kgT/t = 0.08 oraz Jp/t = 0.2 kiedy to uktad znajduje si¢ w fazie d. W tym przypadku
wystarczy podstawi¢ za a = m w réwnaniach, ktére pojawily sie przy obliczaniu osobli-

wosci Van Hove’a w poprzednim punkcie. Liczba osobliwosci Van Hove’a jest teraz réwna 5.
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Wypiszemy teraz wartosci wszystkich w, dla ktérych wystepuja osobliwosci Van Hove’a. Za-
tem: wy = 0, 0.0546, 0.1408, 0.1874, 0.4288. Gestost stanéw jest rozbiezna tylko w punktach
wg = 0.0546, 0.1874 i sa to rozbieznosci logarytmiczne. Podobnie jak wyzej osobliwosci Van
Hove’a wystepuja na koncach przedzialéw w, wewnatrz ktorych krzywe stalej energii maja
podobne ksztalty, podczas gdy sa one rézne w réznych przedziatach (rys. D.3).

D. Wryliczymy teraz postac¢ gestosci stanéw w fazie d dla matych w. Krzywe stalej energii

odpowiadaja pierwszemu wykresowi na rys. D.3. Energia wzbudzen A\x znika w czterech

punktach (ko, ko), (ko, —ko), (—ko, ko) i (—ko, —ko), gdzie kg = arccos (—m) .

Rozwijajac cos k,, wokét (ko, ko) dostajemy cosk, =~ cosky — (ky, — ko)sinkg = cosky —

Ak, sinkg (w = x,y), stad energia wzbudzen ma przyblizong postaé:

o=/ (Ak, + Ak,)? + B2 (Ak, — Ak,)?,

gdzie g = 2 (A, + 2JoAf)sinkg 1 h = Asinky. Krzywa w = A\, mozna sparametryzowaé w
nastepujacy sposob:

Ak, — % (sina N cosa) ’

g h
w (sina cosa
Ak, = — —
v 2( g h )’

gdzie a € [0, 27]. Wokét pozostatych 3 punktéw znikania Ay przyblizona krzywa stalej energii

ma taka sama postaé. Po wykonaniu calki (D.2) otrzymujemy:

w

p(w) (D.4)

~wlgh|’

Czyli gestosc stanéw jest w fazie d liniowa dla malych wartosci energii wzbudzen.
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Dodatek E: Temperatury przejs¢ fazowych

Wprowadzamy nastepujace oznaczenia: Ty jest temperatura, w ktérej pojawia sie Ay,
przy warunku A = A, = 0, T} jest temperatura, w ktérej si¢ pojawia Ay, przy skoficzonej
wartosci A 1 A, = 0 (jest to mozliwe dla 6 = 0), T jest temperatura, w ktérej pojawiaja sie
parametry Ay i Ay, przy A =0, T}, jest temperatura, w ktérej pojawiaja sie¢ Ay i Ay przy
skonczonej wartoéci A, Tryp jest temperatura, w ktérej pojawia sie¢ A przy Ay = A, = 0,
natomiast Thy 5 jest temperatura, w ktérej pojawia sie¢ A przy niezerowej wartosci Ay i
Ay = 0 dla 0 = 0 oraz niezerowych wartosciach obu parametréw Ay i A, dla § > 0, T, jest
temperatura, w ktérej pojawia sie faza d (« = m), natomiast T jest temperatura przejécia
do fazy s (¢ =0).

Temperatury Tp (T%) oraz Tryp mozna wyliczy¢ $ciSle. Najpierw wyliczymy Tryp. Z
réwnania (4.24) na liczbe spinonéw dostajemy:

1—-9

Z réwnania na parametr RV B (4.28) dostajemy:

tanh (%) a2
B (E.2)
223 223

1=Jp

Temperature Try g otrzymujemy z powyzszych réwnan (E.1) i (E.2):

JB 349
kBTRVB/t = 2_t (1 "‘(5) /11’1 (1—_5) .
Wyliczymy teraz Tp. Skorzystamy z réwnania (4.26):
1 € 1
207 =~ zk:%‘A_i tanh (Fi/2) = —+ ] Y tanh (Bew/2) . (E.3)

Poniewaz tanh (r +a) = tanh(a) + x/cosh®(a) + ..., wiec podstawiajac za = =
— (tAp + 2J0Af) W 5/2 oraz a = — g3 /2 dostajemy réwnanie (E.3) w nastepujacej postaci

dla matych Ay i Ay:
1

Zgodnie z réwnaniem (E.1) dostajemy:

n(4—n)

Ap =B (tA, + 2J0Ay) 1

(E.4)

116



Z réwnania (4.25) otrzymujemy \:
9 _
A= kpTn ( ”) ,
1—n

1 1 | N
- — € X
eaer _ 1 el — 1 <6a . 1)2 )

Z rozwiniecia

gdzie © = —tAwf 1 a = \j, oraz z réwnania (4.27) dostajemy:
18y == e = 4AB(1—n) 2= ). (E.5)
N - ePfwx — 1
Wstawiajac za A, z réwnania (E.5) do (E.4) dostajemy:
62t2(n—1)(n—2)+52JO—m:O,
gdzie fizycznym rozwiagzaniem jest:

L 46(1+9)
(1-06)(3+0) <\/(J0/t) taooGeen Jo/t>

Wyprowadzimy teraz réwnania na temperature 75, 5. Réwnanie (4.24) dla A = 0 przyj-

kpTp/t =

o |

muje nastepujaca postac:
1+

o= %Ztamh (Bew/2). (E.6)

Nastepnie réwnanie (4.26) zapiszemy jako:
20f = —% zk: Vi tanh (Bey/2) . (E.7)
Réwnania (4.25) oraz (4.27) pozostaja bez zmian:
= 5 Yy (£3)
§ = % Ek: 6&%;_1 (E.9)

Z réwnan (4.28) dla A = 0 otrzymujemy:

0 — sin av cos k; cos k, tanh (55k> 7

N " €k 2
2Jp < tanh (Zx
1=228 anh () (cos® k, + cos accos k, cos k).
N €k

k
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Latwo mozna pokazac, ze suma bedaca czynnikiem sin « jest zawsze ujemna. Otrzymu-

jemy wtedy dwa przypadki oo = 0, 7. Dla fazy s dostajemy nastepujace réwnania:

1 tanh (Bex/2) ,
= QJBN Zk: g—k(cos ky + cos k, cos ky). (E.10)

Natomiast dla fazy d:

B 1 tanh (Bex/2),
1= 2JBN¥T(COS k, — cos k; cos k). (E.11)

Najwyzsza warto$¢ temperatury otrzymanej z (E.6)-(E.11) jest temperatura przejScia
Try - Czyli mamy przejécie albo do fazy s albo do d.

Nastepna temperatura, na ktéra wyprowadzimy réwnania to 77,. Pierwsze z nich jest

Z“ft ( ) (E.12)

nastepujace:

gdzie:

Ak = \/ufz + A2 (cos? k; + cos? k),

gdyz przypadek Ay = A, = 0 wystepuje gdy o = 7/2 (s + id). Kolejne réwnanie jest

identyczne z (E.5). Podstawiamy z niego za A, do:

20 = —— Z’yk— tanh (S /2)
Otrzymujemy:
1 . <A2 (cos? k, + cos? k) 133/2 1 Ay
= — ¥ tanh (A /2) + t=2 4+ 2,
N zk: “ A N R I EIWET) AW
(E.13)
gdzie:
A
A—;ztmn—l)(n—?)
Ostatnie réwnanie na 77, jest nastepujace:
tanh ( B)xk/2
N Z cos? k. (E.14)

Podsumowujac, réwnania: (E.12)-(E.14) daja oprécz pup i A takze T7,.

Wyprowadzimy teraz réwnania na 7y i 7. Pierwsze z nich:
1 —|— ) BAk
- 3 s ().
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gdzie:

Ak = \/5i + A2 (cos k, =+ cos k),

7

znak 7 + 7 odpowiada T a” —” T,. Nastepne:

1 €
207 =~ Z’yk)\—l; tanh (BA/2) .
k

Kolejne réwnania:

h( 2)
Nztan (BAk/2) cos? k.

cos k, cos ky
= — ————— tanh (BA\/2
N zk: >\k an (6 k/ ) 9

Do tych réwnan dochodza jeszcze (E.8) i (E.9). Czyli razem jest 6 réwnan na 5 para-

metréw porzadku i temperature T, albo T.
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Dodatek F: Pochodne temperaturowe parametréw
porzadku dla n=1

Wyliczymy tutaj zaleznos$ci pochodnych parametréw porzadku od wartosci tych para-
metréw i temperatury potrzebne do wyliczenia ciepta wiasciwego Cy dla 6 = 0. Najpierw

przypomnimy réwnania na te parametry. Ze wzoru (4.24) dostajemy:

NZ (5 k) (F.1)

Wzér (4.26) wynikajacy z rézniczkowania energii swobodnej (4.29) wzgledem Ay jest
nastepujacy:
20 = —— ka— tanh (8\i/2) . (F.2)

Réwnania wynikajace z rc’)Zniczkowama wzgledem A i « s3 nastepujace:

sin cos k;, cos k, Bk
_ tanh [ 22k F.
0 N - Ak o ( 2 > ’ "
9 2
- JB (cos® ky; + cos acos k;, cos ky) tanh Bk ‘ (F.4)
N £ Ak 2

Przypominamy takze, iz: A\ = \/e2 + A%(cos? k, + cos? k, + 2 cosa cos k; cos k), gdzie
ex = —2JoAsyx — piy. Rozpatrzmy najpierw przypadek 7/2 < o < m.Wtedy w réwnaniu
(F.3) nie ma sina. W przypadku o = 7/2, 7 prawa strona réwnania (F.3) jest tozsamo-
Sciowo réwna zeru. Nalezy teraz zrézniczkowaé po temperaturze kg1’ powyzsze rownania.
Pochodne po parametrach wystapia w zrézniczkowanych réwnaniach liniowo, co utatwi ich
obliczenie. Pojawig sie nastepujace pochodne po wyrazeniach Ay i ey:

1
‘= ™ (ekex + A'A(cos® ky + cos® ky + 2 cos acos k, cos ky) — A%a sinavcos k, cos ky)
K
gdzie ey = —2Jo A’y — ps. We wszystkich réwnaniach pojawi si¢ takze pochodna z nastgpu-

jacego wyrazenia:

tanh (26)\" X, B g ., B 1
<—>\k -t h<7>+(2_AkAk_7) cosl? () ~ K

Z réwnania (F.1) dostajemy:

) e
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Dalej z (F.2):

/ 1 61( 5)\1(
20", = —N Z’}/k )\—k tanh 7 + €ka . (F6)
k
Z réwnania (F.3) dostajemy:
1
0= N Zcos ky cos ky Xk, (F.7)
k
natomiast z (F.4):
1
0= N Z cos? ky Xy. (F.8)
k

Interesujg nas rozwigzania ponizszego réwnania liniowego:
/
Ky
!/
Af

Oé/

A/

gdzie elementy macierzy A i wspéhrzedne wektora d sa dane przez réwnania (F.5)-(F.8).

Dla fazy d (o =m) wystarczy usungé z macierzy A trzeci rzad i trzecia kolumne,
a z wektora d trzecia wspotrzedng. Natomiast w réwnaniu (F.8) za cos? k, podstawi¢
cos? k, — cos k, cos k, 1 odpowiednio w czwartym wierszu A oraz w czwartej wspohrzednej
d. Tak powstalg macierz przemnozy¢ przez (A}, Wy, A ) i oczywiscie przyréwnaé do nowego
wektora d. Dla fazy s + id trzeba usuna¢ wiersze i kolumny o numerach 2 i 3, tak samo w
wektorze d, gdyz jedynymi zmiennymi parametrami sg A i py. Dla stanu, w ktérym A = 0
a Ay # 0 réwnaniami na minimum F' sg odpowiednio przeksztalcone réwnania (F.1) i (F.2).

Roézniczkujac je wzgledem kg1 dostajemy:

1 1 ,
0= N zk: cosh? (Bex/2) (=act 4.

/ 1 1 —[3° /
0=2Af+ﬁzvkcosh2(6€k/2)< 26€k+§6k>. (F.9)
k

Réwnanie na pochodne po parametrach Ay i pf jest nastepujace:

1y
A

B- =h

?

gdzie elementy macierzy B i wspotrzedne wektora h sa dane réwnaniami (F.9).
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Dodatek G: Obliczenie calek wystepujacych w 1/T;

We wzorze (4.45) wystepuja calki, ktére mozna zapisa¢ w ogélnoSci nastepujaco:

% //07r drg (r) //07r dpg (P)" 0 (Ap — Ar) (G.1)

gdzie g¢g(r) jest réwne /12/5/(2cosh(BA/2)), +/12/5er/(2A\scosh(BA/2)) lub

Avy/(2Ar cosh (B, /2)). Zmniejszyliémy obszar catkowania ze wzgledu na to, iz funkcja
podcatkowa jest symetryczna wzgledem zmiany znaku kwazipedu. Aby wycatkowaé po
w = A nalezy przeprowadzi¢ zamiane zmiennych. Przedstawimy ja w pieciu krokach dla p.

1) x = cosp, i y = cos p,, obszar calkowania zmienia si¢ do kwadratu, ktérego wierzchotki
maja wspéhzedne: (1,1), (1,—1), (=1,1)i (—=1,-1).

2) u = x+yiv = x—y, obszarem calkowania jest kwadrat o wierzchotkach: (0,2), (2,0),
(—2,0)1 (0,-2).

3)

A/
z:us—l—w f,
S

w =vy/(1 —cosa) [2A,

gdzie s = \/A’fz + (1 4 cosa) A%/2 oraz A'f = 2(2JoAf +tAy). Przyjmujemy, ze z jest
osig odcigtych a w rzednych. Obszarem calkowania jest trapez réwnoramienny, ktérego

wierzcholtki znajduja si¢ w punktach:

A (“fA9,zmA),

s
A/
B = (m, —24/(1 = cos ) /QA) )
s
A/
C: (—25+ Mfs f,O) s

A/
D:(23+W f,o).
S

O punktach tych mozna powiedzie¢ tyle, ze punkt D lezy blizej srodka uktadu wspdétrzed-
nych niz punkt C' natomiast $rodek odcinka lgczacego te punkty jest odcietg punktéw A i
B. Dodatkowo odcigta punktu C' jest zawsze mniejsza od zera.

4) Nastepna zamiana zmiennych to przejscie do wspéhrzednych biegunowych, z = R cos ¢

iw = Rsin¢.
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5) W ostatnim kroku zmieniamy tylko R wprowadzajac energie wzbudzen za pomoca
wzorw: R? = w® — A%uf (14 cosa) / (25) . Po tej zamianie zmiennych A, wystepujace we
wzorze (G.1) przechodzi w w i mozna wykonaé caltke po delcie Diraca.

Teraz nalezy tylko odpowiednio przeprowadzi¢ catkowanie uwzgledniajac 10 mozliwych
przypadkéw trapezu réwnoramiennego. Moduly jakobianéw pochodzacych z zamian zmien-
nych wprowadzaja pod calki wyrazenie zalezne tylko od w i cos ¢, dlatego wyrazenia zawie-
rajace sin ¢ w liczniku po wycatkowaniu po fazie daja zero. Jest to przyczyna tego, ze w
fazie d znika trzeci wyraz w (4.45). Wyraz ten znika takze w fazie s +id dla Ay = A, =0,
gdyz po zamianie zmiennych jakobiany wprowadzaja funkcje zalezna od cos? ¢, a obszarem
catkowania staje si¢ kwadrat, ktérego srodek znajduje sie w poczatku uktadu wspétrzednych

a wierzcholki sa potozone na jego osiach.
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Abstract. We propose that the spin-triplet pairing can originate from the intraatomic Hund's rule
exchange in a degenerate d-band system. The role of this interaction in the pairing is decisive
when accounted for in conjunction with rather strong correlations induced by the direct Coulomb
interactions. The superconducting-gap value is obtained in the saddle-point approximation for the
Coulomb correlations, treated in the auxiliary Bose field approach, which is combined with the
mean-field approximation of the BCS type for the pairing part.

The existence of an electronic counterpart of the spin-triplet supedtiédhas not been
demonstrated as yet. The discovery of superconductivity in a strongly anisotropic system
SrRuQ, [1] was followed by a conjecture [2] that this compound may provide an example
such a system. This conjecture is supported by the fact that the three-dimensional analogue
SrRuQ is an unusual metallic ferromagnet [2]. However, two specific features of those system
should be emphasized. First, both theRaO, and SgRu;_,Ir, O4 are Mott insulators with

the spinS = 1 [4]. On the other hand in the SRuQ, system we encounter a lar@é term in
resistivity, the Korringa-type relaxation in the nmR and a relatively large linear specific heat
coefficienty. So, this system can be regarded as an almost localized Fermi liquid [5]. Second,
from an electronic point of view the Rtiion contains two holes in a triply degeneratgdtate,

which hybridizes with the 2p* states due to oxygen in the nominaP2pnfiguration. Hence,

the orbital effects in conjunction with the intraatomic Hund’s rule coupling determine the
system properties. Therefore, a natural question arises and concerns the connection between
the Hund'’s rule (ferromagnetic) coupling and the triplet pairing. This question bears a direct
analogy to that relating the antiferromagnetic kinetic exchange interaction and the singlet
pairing in highd, and heavy-fermion systems [6].

In this paper we propose a mechanism of spin-triplet pairing as originating from the
intraatomic ferromagnetic (Hund’s rule) coupling, which is furnished by the circumstance that
the paired electrons can occupy locally different orbitals with quenched or zero orbital moment,
so we can neglect the spin—orbit interaction. To make our argument transparent we consider
here the simplest situation of a doubly degenerate band. It is easy to generalize the present
resultsto an arbitrary degenera@y> 1; the main restrictions are caused by the band filling and
the magnitude of the correlations. Our model thus differs from the spin-fluctuation mechanism
[7], as well as from that induced by the intersite Coulomb interaction [8], as it includes pairing
by the local exchange interaction in real space, which takes place between rather strongly

0953-8984/99/346553+08$30.00 © 1999 IOP Publishing Ltd 6553
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correlated electrons. We demonstrate that the paired state appears already on the saddle-point-
approximation level; thus, the fluctuation-induced contribution can also be included as a higher
order processes. We also show that the solution mediated by the intraatomic exchange leads
in a straightforward manner to a nonstandard gap and, in particular, to the relation between
the linear specific heat coefficients ~ yn/2 [9] for superconducting (S) and normal (N)
phases. More importantly, the sizable value of critical temperaéfyrer 1 K appears only
when the band filling: is substantially greater than unity and less than half filling. Hence, the
triplet pairing emerges when both the ferromagnetism with orbital orderireg @) [10] or
antiferromagnetismm(~ 2) [11] become unstable. The results match roughly the band filling
encountered in SRuQy,, where we have on averag2/3) d holes per band per Ru atom.

We start from the simplest Hamiltonian for electrons ia= 2-fold degenerate and
correlated narrow band, which has the form

M= tia,ajo +U Y nipniy + (U = J) Y nanig =27 Y (S - Siz + 3naniz). (1)
ijlo il i i

We have assumed that the hopping integralare the same for both orbitals= 1, 2. Also,
the intraorbital Coulomb interaction g, and the interorbital interaction has been taken as
U — J,whereJ > 0is the magnitude of the Hund’s rule coupling. Both of these assumptions
should not be crucial as we consider the physical quantities involving integration over the
single-particle energies. To emphasize the physics of the problem we consider the equivalent
(canonical) orbital model, since the generalization to the case of anisotropic bandrde
symmetry does not pose any conceptual difficulty and will be dealt with separately.

The properties of the system characterized by (1) depend crucially on the magnitude of
U andJ > 0 (both parameters are taken relative to the bare bandwidth 2z|z|, wherez
is the number of nearest neighbours). The condition for the onset of ferromagnetism in the
Hartree—Fock approximation has the form of the form of the Stoner crité&figrp (er) = 1,
whereU,sr = U + (D — 1)J, with D = 2 andp(er) ~ 1/ W being the density of states at
the Fermi energy, per atom per spin. However, in the correlated state the contribution to the
system energy-U is multiplied by the probability/? = (n;;4n;;,) of encountering a double
occupancy on the same orbital, whereas the negative contributiois proportional to the
local momening = ((}_; Si;)?). With the growing ratio€// W andJ/ W the direct Coulomb
correlations are suppressetf (— 0), whereas the local moment growso(— S(S + 1)),
(whereS = n/2 is the total spin of aligned < D electrons). In effect, the local spin-triplet
correlations induced by the Hund’s rule become essential close to (but below) the Stoner
threshold, since the exchange energy overcomes the direct Coulomb contribution. Thus, the
Stoner criterion for the correlated state should be also modified, as discussed below.

The Hund’s rule pairing is be expressed formally by the spin-triplet-pair-creation operators
(acting on the vacuum state) defined as follows

1
T Tt T Tt T oot oot
Ajl = 0;140;0, A1 =005, Ajg = ﬁ(aimaiﬂ +a;1,0;5,) )
through which one can express the Hund'’s rule exchange part
1
Si1-Six+ %nilniZ = Z A,TmAim 3
m=-—1

In this representation the interorbital correlations are included explicitly in the pairing.
The correlations are accounted for in the auxiliary- (slave-) boson scheme through the
following characterization of the atomic states [12]:

0y =ellv) o) =phofi,lv) 12y =d}fil £ )
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205) =dl, i, fos V) 120) =1} fil, fh10)
1810) = sl fiia F1a 1,100 18) = 8 £y S fiay f V). @

The notation is self-explanatory: the Bose fields label respectively etaptyingly occupied

(p1s), doubly occupied configurations on the same orliifgl, on different orbitalgd, ) and
equal-spin(z,) triplet states, as well as the trip(e,) and the quadruplég) occupancies.
Such formulation allows for a treatment of the dominant termis beyond the Hartree—Fock
(H-F) approximation, as the result reduces to those obtained in H-F scheme with/ both
andJ substantially smaller thaWw. The Hund'’s rule pairing is associated with two electrons
on different orbitals, therefore we must project out triple and quadruple occupancies from
interaction (3) and leave the fermionic part for double occupancies. After some algebra we
obtain explicitly:

A;rmAzm = t,gthT By, +s,]_gstla +S,T205120 +gl 8i
for (m,o0) = (1, 1) or(=1,1)
t _ 1.4t t + o o 1 t T
AjpAio = 3(ddigningniay +d;ydi) S Sip + 5,14 8i11 + 5,5, 8i2y + 8, 8i)

t e t 1 t
+3(d; diyniyniay + d; dig ;1S + 571,511y * Sigy izt + 8 81) (%)

wheren;i, = f1, filor S = fi, fus, By = fiTlel.;T etc. In addition to the above relations
we have the constraints [12], which in the present notation have the form:

Qile = pl[g-pllo‘ +d,1dl +t olio +dT dic + ZS:[‘GSJG +5i1;gsila +g;gi - .f};g.f}lg =0 (6)
R - é‘ e+ Zp,[gplla + Zd,[dll + Z(t lic +dT m) + Zsllo'sllo' + gl 8i — 1=0 (7)

As a result, the effective starting Hamiltonian with inclusion of constraints (6) and (7) is
defined asH — H — 3,0 Ao) Quo — 3 MO R; — uN,, wherep is the chemical potential
for N, fermions,N, = ¥",,, i, and'® andA{} are the Lagrange multipliers.

A brief physical characterization of the formalism just introduced is in place. As is well
known, the slave-boson approach in the case of the Hubbard model reproduces on one hand
the main features of the Gutzwiller approach (see e.g. [20]), and on the other provides an
interpolation between the Hartree—Fock and kinetic exchange limit, where it gives correctly
the 12/ U contribution to the ground state energy in the mean-field approximation (see e.g.
[19]). It also provides agreement with the principal results concerning the thermodynamics of
the almost localized systems in the dynamic field approach (cf [16]). Therefore, the approach
can be regarded as a good single-particle interpolative approach between the regimes of weakly
and strongly correlated electrons. However to include the spin-fluctuation contribution [17, 18]
we have to consider the Gaussian fluctuation around the saddle-point solution. The aim of
this paper is to show that there is a nontrivial saddle-point contribution to the pairing, and to
draw attention to its nontrivial consequences. The full analysis requires the inclusion of the
quantum fluctuations and will be quite cumbersome in view of the large number of auxiliary
fields introduced above.

In what follows we will make the saddle-point approximation and thus replace Bose
operators with their expectation values and alsofut= ¢, 1 = di, = ¢, Afo) = A0,

Afll; = 1@ and, subsequently, make the BCS-type decomposition of the pairing part, as for
the 3d orbitals we have thdt~ (0.2—01)U (see also below). By carrying out this procedure,

we obtain the effective Fermi liquid with renormalized characteristics such as the hopping
integral and the magnitude of the pairing potential. However, this effective picture is not a free-
particle picture, as we have to determine the renormalized parameters from the self-consistency
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conditions. Explicitly, the effective Hamiltonian in the saddle-point approximation and with
the local pairing included takes the following form

H= (e, — Dy, + 2NUd® + AN (U — J)1?
klo
+2N(BU —5J)(25%2 + g2) + \ON(e? + 4p2 + 2d° + 412 + 452 + g% — 1)
+OON (P +d®+ 27 +3s2+ g% =2/ Y Bl By, (8)
i,m=-1,01

whereji = 1 + 1@ and the band narrowing factor due to the correlations is

P = 1—6[p(e+t)+(t+d)(p+s)+s(t+g)]2- ©)
n(d—n)

The local pairing part is now expressed by the condensed Bose amplitumhebined with

the BCS-type triplet-pairing amplitudeﬁd f,&,,). The Bose amplitudes renormalize a rather

large bare coupling constauitof a few tenths of an eV by at least an order of magnitude (see

the figures below) and reduce the drastically the critical temperature. This renormalization is

caused by the circumstance that we have to project out all local configurations except triplets.
Hamiltonian (3) containocal real-space pairinng;rm B;,,. Decomposing the pairing

operators in the mean-field manner of Bardeen—Cooper—Schrieffer tyingim —

<B,'1;n>Bim +HC— (B} 12+ 3 ((nin)niz+ni1(niz) — (ni1) (ni2)), and taking the Fourier transform

to the momentum space we obtain the Hamiltonian in the weak coupling (BCS approximation)

~ t ot t ot
H~Hpcs = Z Exngo + Z[Alfk1¢f,k2¢ + A—lfkllffkle
klo k

+A0(fi1s f i, * fun, Flrar) + HCl + Eo (10)

with Ej, = ®ej — fi, ji = p+20 — 27¢%n, andA, = A, = (—2J12/N) Y fi, 1000,

and Ey expressing the remaining (operator-free) terms. Note that the weak-coupling
approximation is applicable whefit?> <« W®. This condition is fulfilled and is checked

a posteriori Also, to obtain a good Hartree—Fock approximation for the energy in the normal
state we must divide the ter%{(nil)niz +n;1{ni2) — (ni1)(n;2)) by (%)2 in £, andEg. Then

in the Nambu convention, we can rewrite (10) in the form

Hpcs = kakak+EO+ZEk (11)
% %

with £ = (fi1e fi. fokers forzy), and

Ey 0 Aq Ao A
0 E. Ao A1 | _ (Eibo A
Hy = A Ay —E, O | ( At —Ek&o> (12)

Ay A, 0 —Eg
wheredy is the unit 2x 2 matrix. This effective Hamiltonian expresses a two-band spin-triplet
paired state with an interorbital pairing. Therefore, the pairing will become important in the
correlated state, since the number of local triplet pairs grows Wignd eventually becomes
~(n — 1)2. Note also that the gap ksindependent, since it involves intraatomic pairing. This
circumstance provides one of the principal differences with the case of fitled Here we
have a two-orbita{/ = 1, 2) situation with the quenched d-orbit moment.

Parametrizing the gap in the standard form [13]

. R —d, +id d
a=id-od, = (0 ) 13)



Spin-triplet pairing from Hund'’s rule coupling 6557

20 o5 10 E
w 0121 g
16 _§ 0,09 o8 g i
<
% % 008 06 ’013
12|8 o - ]
¥ 0.00 04 &
00 05 10 15 20
S 8 COULOMB INTERACTION UMW
o
) U/3=5
4 n=16 -
T=0
o 1 1 1
0.0 0.5 10 15 2.0
0.20
15¢ o -
@ ois | z
o z
%< 010 | z
N -
10} 0% = -
™ o
o 000 555 1o 15 20 0 ¢
— COULOMB INTERACTION U/W
o
< 51 .
o Ui=5
n=1.8
=0
O 1
10 15 2.0
12 T T
10L o= 1.00 i
W
| ,, 020 | z
§ 015 | >
8f2 075 E
% S o0} P
L O
o 6 8 005 [ %
- o -
o 0.00 1050 &
— | 0.0 0.5 1.0
% al COULOMB INTERACTION UMW |
)
U/J=5
2+ n=2 .
T=0
O M 1 1 a
0.50 0.75 1.00 125

COULOMB INTERACTION UMW

Figure 1. The superconducting gap as a function of the amplitude of direct Coulomb interaction
U/W forn = 1.6, 1.8 and 2.0 (from top to bottom, respectively). The vertical dashed line in the
bottom panel marks the Mott localization threshold. The insets provide the magnitude of the Bose
fields and the band narrowinb, all against// W.
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we obtain the eigenvaluesiy, = [E2 + |d|? + s|q|%]Y/?, with s = &1, andg = i(d x d*).
Hence, the free energy functional has the form

F=-2kpT ) In[1+exp—Piu)]+2) [Ex — s+ 24)/2] + Eo+ uNe.  (14)
k,s=+1 k

Minimization with respect t@/ yields the gap equation

. Jt? tanh(Bix,/2) . A
A="N"T""""50Q, - , 15
2 o i(Q, - 6)6, (15)

whereQ, = d + s%i. In the situation with the local (on-site) pairing one can expect that

A_1 = A1 = Ag, so that/d?| = |g| andAZ = 2|d|?. In that situation

{Ak+=,/E,§+A2 (16)

Ao = Ej,

i.e. roughly half of the quasiparticle spectrum is gapped, and the gap is obtained by the BCS
equation. In other words, the linear specific heat tggrappears also in the superconducting
state and is about half of the valyg in the normal state.

To illustrate our results we computed the magnitude of the zero-temperature gap as a
function of the Coulomb interactioty/ W, for different values of band fillingg > 1 and
U/J = 5. The amplitudesl, ¢, s and g of the Bose fields have been obtained from the
minimization of F in the normal state, as the pairing is treated in the weak-coupling limit.
The calculated results far= 1.6, 1.8 and 20 are displayed on the panel composing figure 1
(for the bare density of statgd = 1/ W). The optimized values of the Bose amplitudes, as
well as the band narrowing, are displayed in the insets. Note that in each cadggows
substantially with/ W and so does the gap. For the= 1.4 case, displayed in figure 2, the
gap is an order of magnitude smaller compared to that fer 1.6. ForW ~ 1 eV the gap
is of the order 1 K for reasonable value of parameters in the almost localized Fermi-liquid
regime. Fom = 1, the effective gap / W is negligible(~10-'?). Forn — 2 the gap never
becomes substantial (cf the bottom of figure 1), as the Mott-insulator boundary (cf the dashed
line) is reached first via the first-order transition. Furthermore; fer2, g2 = ¢? ands? = p?
because of the electron—hole symmetry. From these figures one can draw the conclusion that
the isotropic triplet superconductivity state with the gap parameter

n n wo

axwo 3 (2-5)en(- 57)
should be possible to observe for the intermediate band filliagid < 2. This gap expression
is multiplied by the additional factob(D — 1)/2 for D > 2, if we think in terms of the
equivalent-orbital model. One should also note that the paired state appears in the regime,
where theStoner conditions not yet fulfilled (see below for details). Also, féf/ W = 1.5,
we have displayed the results fdy W = 0.3 and therefore, the Hund’s rule coupling is
only a small fraction of the band energy @s~ 1/2, andr> ~ 1/5. The value of the
superconducting gap is thus strongly reduced by the presence of the faatoaking the
BCS-type approximation applicable, if not realistic. More precisely, in the weak-coupling
limit we should haveW ® > Jr2. The value of the gap will not grow indefinitely with
increasingU (andJ), as theStoner criterion is crosse@nd the energy of the ferromagnetic
state may become quickly lower than that of the superconducting state. This is because the
magnetic moment grows linearly with, not exponentially, as doesin the paired state. The
exponential factor exp-W ®/2¢2J) is contained also in the expression for the superconducting
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Figure 2. The gap versug// W for n = 1.4, corresponding to 0.7 particles per band per atom.
This roughly represents the situation fopBuQ,.

transition temperaturé&s; it contains the ratio of the quasiparticle band engrgy- W ®/4)
in the normal state to the effective coupliagy?).

The above weak-coupling approach will be modified in the strong-correlation regime:
U > W, and forJ > W, whereJ will be replaced by the effective ferromagnetic intersite
kinetic exchange-zt2/(U — 3J) [15]. However, in this limit the Fermi liquid may not be
stable.

As stated above, with increasing Coulomb interactions the triplet paired state stabilizes at
the expense of nonmagnetic or antiferromagnetic states. This stabilization does not appear in
the Hartree—Fock limit, since then= d, and the gain in Hund’s rule exchange energy for any
triplet state (fom > 1) is not sufficient to overcome the corresponding loss in the band energy.
On the other hand, the renormalized Stoner criterion for the onset of the ferromagnetic state
in the correlated state has the form [14]

2
[ (L) ][r- Gz s o a7
U, W1l+(U/U,)? w

Taking the critical value for the Mott localizatioli. ~ 2W, and the actual valug ~ W
when the system is close to the first-order localization transition (cf figure 1, bottom), we
obtain the critical valug/ = J, for the onset of ferromagnetism ds/U = 1/3. Thus the
paired state can be formed when the system is still paramag@atae the Stoner threshold is
crossed over, the Hund'’s rule starts playing its usual role of the principal factor in magnetic-
moment formationHowever, even then the coexistence of the spin-triplet superconductivity
and itinerant ferromagnetism is possible. This subject will not be discussed in detail here, as
it requires a separate analysis (it will introduce one additional self-consistent equation for the
magnetic moment)

From the above discussion, one can draw a general conclusion concerning the pairing
in a correlated electronic system. The exclusion of double occupancies on the same orbital
favours local interorbital configurations. In this respect, the present pairing is an analogue of
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the exchange-induced singlet pairing in the highsystems [15]. However, in our situation,
the system idelowthe Mott—Hubbard localization threshold, so it can be described in the
Fermi-liquid (albeit almost-localized) category. Actually, the Mott localization is of the first
order [14] and takes plad#forethe quantum critical pointd = d = 0) is reached.

Concluding, our model of pairing, based on the Hund'’s rule coupling, provides two new
important features: (i) it introduces paired states into the standard discussion of the magnetic
phase diagram of correlated and degenerate systems, (ii) supplies an opportunity of studying
real space pairing in the correlated system with rather well known (Fermi-liquid) nature of the
ground state and (iii) it opens up the possibility of studying the coexistence of ferromagnetism
and spin-triplet superconductivity. Therefore, it can be regarded as a tractable model situation
comprising both the correlated nature of electrons and the exchange-induced local pairing
among them.
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