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Построена теория возбуждения резонансов Рэмси, учитывающая полную магнитную структуру уров-

ней D1-линии атомов 87Rb, а также конечную температуру ансамбля. Проанализированы зависимости

формы и сдвигов резонансов от таких параметров, как величина внешнего магнитного поля, степень

эллиптичности лазерных полей и температура среды. Показана возможность интерференции различных

каналов возбуждения резонансов Рэмси, наблюдаемая при варьировании величины магнитного поля.

Также обнаружено существование оптимальной эллиптичности полей, при определенной поляризации,

приводящей к наибольшей амплитуде резонансов.

DOI: 10.31857/S0044451024050018

1. ВВЕДЕНИЕ

Явление когерентного пленения населенностей
(КПН) представляет собой возникновение такого
суперпозиционного квантового состояния, которое
не взаимодействует с лазерным излучением. Эта
ситуация может быть реализована при взаимо-
действии бихроматического лазерного излучения с
атомными ансамблями [1–4]. В спектре поглоще-
ния это проявляется как возникновение окна про-
зрачности, ширина которого может составлять сот-
ни, или даже десятки герц. Наличие узкого ре-
зонанса позволяет использовать явление КПН в
различных практических приложениях: оптическая
магнитометрия [5–8], лазерная генерация без инвер-
сии [9], квантовая информатика [10–12], малогаба-
ритные стандарты частоты [13–20].

Одной из важнейших задач высокопрецизион-
ной спектроскопии является получение узких и вы-
сококонтрастных резонансов КПН. Использование
непрерывной накачки лазерных источников накла-
дывает определенные ограничения на ширину ре-

* E-mail: gavriilvsh@gmail.com

зонанса. При этом существенного сужения линии
КПН-резонанса можно добиться, если реализовать
импульсную накачку или схему Рэмси [21]. Суть это-
го метода заключается во взаимодействии атомно-
го ансамбля с двумя последовательными импульса-
ми (накачивающим и считывающим), разделенными
темновой паузой [22]. В результате ширина КПН-ре-
зонанса определяется только темновой паузой, что
позволяет добиться значительно более узкой линии
резонанса КПН [22].

В настоящее время проводятся активные ис-
следования двухфотонных резонансов (когерентное
пленение населенностей и двойной радиооптический
резонанс (ДРОР)) при использовании импульсной
накачки. Так, авторами работы [23] описан метод
стабилизации амплитуды опрашивающего микро-
волнового поля в компактных атомных часах на ос-
нове ДРОР при схеме опроса Рэмси. В работе [24]
было показано, что интерференция Рамана – Рэмси
является весьма эффективным методом реализации
компактных и высокопроизводительных стандартов
частоты на основе КПН в ячейках с буферным га-
зом. В этой работе авторы теоретически исследо-
вали резонансы Рамана – Рэмси в оптически плот-
ных атомных парах. Возникновение сдвигов гре-
бенки Рэмси и «обрезка» ее максимумов при схе-
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ме опроса Рэмси резонанса КПН в холодном раз-
реженном атомном ансамбле в оптически плотной
среде показано в [25]. Экспериментальное исследо-
вание резонансов КПН на основе техники Рамана –
Рэмси в ячейках, содержащих газовую смесь 87Rb–
Ar–Ne для конфигурации lin ‖ lin было проведе-
но в [26], а для ячеек с атомами 133Cs — в [27].
Как сказывается влияние сверхтонкой структуры
на форму резонанса КПН при схеме опроса Рэмси
в холодных и горячих атомах, проанализировано в
работах [28, 29]. Последовательная теория взаимо-
действия бихроматического лазерного излучения с
оптически плотной средой щелочных атомов, име-
ющей ненулевую температуру, при импульсной на-
качке изложена в [30]. Методы подавления свето-
вых сдвигов резонансов КПН при импульсной на-
качке на основе автобалансной схемы эксперимен-
тально исследованы в [31]. Автобалансная схема в
оптически плотной среде рассмотрена теоретически
в [32]. Возможность подавления полевых сдвигов ре-
зонанса КПН методами обобщенной автобалансной
спектроскопии Рэмси и комбинированного сигнала
ошибки продемонстрирована в [33]. Реализовать ру-
бидиевый квантовый стандарт частоты на основе
ДРОР, использующий импульсную накачку и дости-
гающий стабильности 2.5·10−13 за одну секунду, уда-
лось авторам работы [34]. Результаты работы [35]
показали, что это не предел. Авторы этой работы
смогли улучшить предыдущий результат и получить
стабильность атомных часов, базирующихся также
на ДРОР и использующих импульсную оптическую
накачку «горячих» атомов, до значений 1.2·10−13 за
одну секунду [35]. В работе [36] подчеркивается, что
многоимпульсная интерферометрия КПН-Рэмси яв-
ляется мощным инструментом для улучшения ха-
рактеристик атомных часов на основе КПН. Авто-
рами работы проведен анализ многоимпульсной ин-
терферометрии КПН-Рэмси при произвольных по-
следовательностях импульсов и получено обобщен-
ное аналитическое выражение.

Резюмируя, можно видеть, что исследование
КПН-резонансов при импульсной накачке является
актуальным направлением. В настоящее время тео-
ретические исследования этого направления позво-
лили развить теорию взаимодействия лазерного им-
пульсного излучения в условиях КПН-резонанса в
«горячих» атомах в отсутствие вырождения между
сверхтонкими уровнями в оптически тонких [29, 36]
и оптически плотных [24, 25, 28, 30] средах. Доста-
точно полно построена теория КПН-резонансов в
парах щелочных металлов в ячейках с буферным
газом с учетом «реальной» структуры энергетиче-

ских уровней и поляризации световых волн для слу-
чая непрерывного возбуждения двухчастотным по-
лем [37]. Однако отсутствует подобная теория КПН-
резонанса для импульсной накачки. Целью настоя-
щей работы является восполнить этот пробел и опи-
сать взаимодействие лазерного излучения с щелоч-
ными атомами, находящимися при комнатных (и
выше) температурах. Одновременно с этим мы по-
лагаем, что лазерное излучение имеет произвольную
поляризацию, а активные атомы находятся во внеш-
нем магнитном поле, что приводит к снятию вырож-
дения между зеемановскими подуровнями.

2. МАТЕМАТИЧЕСКАЯ МОДЕЛЬ

Рассмотрим среду атомов 87Rb в поле бихрома-
тического лазерного излучения, квазирезонансного
D1-линии атомов (см. рис. 1). Вектор напряженно-
сти внешнего электрического поля запишем в виде

E(r, t) = E1(r, t) exp{−i(ω1t− k1z)}+
+E2(r, t) exp{−i(ω2t− k2z)}+ c.c., (1)

где ωj , kj — частоты и волновые вектора соот-
ветствующих частотных составляющих волны
(j = 1, 2). Здесь

Ej(r, t) = Ej(r, t)ej = Ej(r, t)(p
+
j e+ + p−j e−) (2)

— комплексные амплитуды частотных составляю-
щих электрической напряженности волн, разложен-
ные по ковариантным циклическим ортам

e± = e±∗ = ∓(ex ± iey)/
√
2

с коэффициентами p±j . Значения данных коэффи-
циентов определяют состояние поляризации излу-
чения. Отметим, что данные амплитуды связаны с
интенсивностями Ij как

|Ej | =
√
2πIj/c.

Далее будем использовать приближение оптиче-
ской тонкости среды, пренебрегая зависимостями
от координат данных амплитуд. При этом будем
пренебрегать возможностью некогерентного рас-
сеяния, связанного с перепоглощением излучения
в среде [38–41].

Квантовое состояние атомного ансамбля будем
описывать посредством одночастичной вигнеров-
ской матрицы плотности ρ̂(r,υ, t). При этом мы пре-
небрегаем коллективными эффектами [42–44], т. е.
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Рис. 1. Схема накачки D1-линии атома 87Rb

диполь-дипольным взаимодействием между актив-
ными атомами, считая среду достаточно разрежен-
ной. Уравнение для матрицы плотности в представ-
лении Вигнера по поступательным степеням свобо-
ды атомов запишем в виде

˙̂ρ+ υ∇ρ̂ = − i

~
[Ĥ, ρ̂] +

ˆ̂
Γ(ρ̂) +

ˆ̂
S(ρ̂), (3)

где ˆ̂
Γ, ˆ̂

S — супероператоры, феноменологически
учитывающие спонтанный распад возбужденных со-
стояний активных атомов и их столкновения с ато-
мами буферного газа соответственно, υ — вектор
скорости поступательного движения атомов, ~ —
приведенная постоянная Планка.

Гамильтониан системы представим в виде

Ĥ = Ĥ0 − ~V̂ , (4)

где
Ĥ0 =

∑

n

~ωat
n |n〉 〈n|

— гамильтониан свободного атома, ωat
n — частоты

атомных уровней |n〉 (n = 1, ..., 16).
Гамильтониан взаимодействия V̂ запишем в ди-

польном приближении:

V̂ =
d̂ · E
~

=
1

~
[(d̂ · e1)E1 exp{−i(ω1t− k1z)}+

+ (d̂ · e2)E2 exp{−i(ω2t− k2z)}+ H.c.]. (5)

Здесь d̂ — оператор вектора дипольного момента.
Запишем его посредством контравариантных цик-
лических ортов:

d̂ = d̂+e+ + d̂−e− + d̂0ez. (6)

Значения матричных элементов циклических
компонент оператора дипольного момента для

оптических переходов можно найти, используя тео-
рему Вигнера – Эккарта [45] и теорию спонтанного
распада [46]:

dq
ej′gj

= (−1)Fgj
+J+I−1

√
(2J + 1)(2Fgj + 1)×

× C
Fe

j′
, me

j′

Fgj
, mgj

, 1, q

{
I Fej′ J

1 J Fgj

}
V0, (7)

где

V0 =

√
3~c3γ

4ω3
D1

;

γ — скорость спонтанного распада возбужденно-
го состояния; ωD1 — частота нерасщепленного пе-
рехода D1-линии; c — скорость света в вакууме;
Fgj(ej) = 1, 2, J = 1/2, I = 3/2 — абсолютные ве-
личины полного момента атома на уровне |gj〉(|ej〉),
момента электронной оболочки на уровне |n〉 и мо-
мента ядра соответственно; mn — значение проек-
ции полного момента на уровне |n〉; CFe,me

Fg ,mg,1,q
— ко-

эффициенты Клебша – Гордана; фигурными скобка-
ми обозначены 6j-символы; g1 = 1, ..., 3; g2 = 4, ..., 8;
e1 = 9, ..., 11; e2 = 12, ..., 16; q = ±1;

ρgje = ρ∗egj = ei(ωjt−kjz)ρ̃gje, (8)

ρg1g2 = ρ∗g2g1 = ei[(ω1−ω2)t−(k1−k2)z]ρ̃g1g2 . (9)

Отстройки полей от соответствующих нерасщеп-
ленных переходов определим, предполагая настрой-
ку на уровни с Fe = 1, следующим образом:

∆j = ωj −
(
ωD1 +∆hfs

e1 −∆hfs
gj

)
, (10)

где ∆hfs
n — частоты сверхтонких расщеплений уров-

ней |n〉.
С учетом замен (8), (9) распишем поэлементно

уравнение (3), исключая слагаемые, осциллирую-
щие с удвоенной частотой

(
∝ e2i(ωjt−kjz)

)
, в рамках

приближения вращающейся волны:

ρ̇gg(υ) + υ∇ρgg(υ) =

= i

16∑

e=9

(
Ṽ ∗
eg ρ̃eg(υ)− ρ̃ge(υ)Ṽeg

)
+

+

16∑

e=9

γegρee(υ)− νρgg(υ) +

+

8∑

g′=1

νg′gM(υ)

∫
ρg′g′(υ′) d3

υ
′ +

+

16∑

e=9

νegM(υ)

∫
ρee(υ

′) d3
υ
′, (11)
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ρ̇ee(υ) + υ∇ρee(υ) =

= i

8∑

g=1

(
Ṽeg ρ̃ge(υ)− ρ̃eg(υ)Ṽ

∗
eg

)
−

− (γ + ν)ρee(υ) +

+

16∑

e′=9

νe′eM(υ)

∫
ρe′e′(υ

′) d3
υ
′, (12)

˙̃ρgje(υ) + υ∇ρ̃gje(υ) =
= −i(∆j +∆gje − kj · υ)ρ̃gje(υ) +

+ i
∑

g′
j

ρgjg′
j
(υ)Ṽ ∗

eg′
j
−
(γ
2
+ ν
)
ρ̃gje(υ), (13)

˙̃ρg1g2(υ) + υ∇ρ̃g1g2(υ) =

= i

16∑

e=9

(
Ṽ ∗
eg1 ρ̃eg2(υ)− ρ̃g1e(υ)Ṽeg2

)
−

− i(∆1 −∆2 +∆g1g2 − q · υ)ρ̃g1g2(υ)−

− νρ̃g1g2(υ) + νrfS1/2
M(υ)

∫
ρ̃g1g2(υ

′) d3
υ
′, (14)

ρ̇gjg′
j
(υ) + υ∇ρgjg′

j
(υ) =

= i

16∑

e=9

(
Ṽ ∗
egj ρ̃eg′

j
(υ)− ρ̃gje(υ)Ṽeg′

j

)
+

+ iωgjg′
j
ρgjg′

j
(υ)− νρgjg′

j
(υ) +

+ νzeeS1/2
M(υ)

∫
ρgjg′

j
(υ′) d3

υ
′, g′j 6= gj. (15)

Здесь введены обозначения

∆gjei = ∆hfs
e1 +∆mag

gj − (∆hfs
ei +∆mag

ei ),

∆g1g2 = ∆mag
g1 −∆mag

g2 ,

∆mag
n — частоты магнитных расщеплений уровней

|n〉 (оцениваются по формуле Брейта – Раби [47] с
точностью до квадратичного по магнитному полю
члена);

M(υ) =
(√
πυT

)−3
exp

(
−υ

2/υ2
T

)

— распределение Максвелла, υT — наиболее вероят-
ная тепловая скорость; γ — скорость распадов воз-
бужденных состояний; γeg — скорости распадов воз-
бужденных уровней |e〉 на уровни |g〉;

Ṽegj = (degj ej)Ej/~

— обобщенные частоты Раби соответствующих пе-
реходов; νnm — частоты столкновений, приводящих
к переходам |n〉 → |m〉; ν — полная частота столкно-
вений; νrfS1/2

, νzeeS1/2
— частоты столкновений, при ко-

торых не происходит разрушения радиочастотных

и зеемановских когерентностей между подуровнями
S1/2-состояний соответственно (последняя в расче-
тах полагается равной ν); ωnm = ωm−ωn; g = 1, ..., 8,
e = 9, ..., 16. Здесь интегралы столкновений записа-
ны в модели сильных столкновений [48], а уравнения
для когерентностей между подуровнями возбужден-
ного состояния ρ̃ee′ отброшены в рамках адиабати-
ческого приближения (Ṽeg ≪ ν). Значения констант
для атома 87Rb заимствованы из работы [47].

Используя модель, в которой атомные населен-
ности после столкновений оказываются равномер-
но перемешанными по основному и возбужденному
мультиплетам [48], свяжем частоты νnm с полной
частотой столкновений ν следующим образом:

νg′g =





ν(1− ηrf ), g′ = g,

ηrf ν

NS1/2
− 1

, g′ 6= g,

νe′e =





ν
(
1− η′rf − ηopt

)
, e′ = e,

η′rf ν

NP1/2
− 1

, e′ 6= e,

(16)

где NS1/2
= NP1/2

= 8 — количества подуровней

S1/2- и P1/2-состояний соответственно; ηrf , η′rf —
доли столкновений, приводящих к перемешиванию
населенностей между подуровнями основного и воз-
бужденного состояний соответственно; ηopt — до-
ля столкновений, приводящих к тушению возбуж-
дения. Величину ν можно оценить исходя из газо-
кинетической формулы ν = (na + nbuf )σū, где na —
концентрация активных атомов, nbuf — концентра-
ция буферного газа, σ — сечение соответствующего
процесса, ū =

√
8kT/πµ — средняя тепловая ско-

рость, µ — приведенная масса активного атома и
атома буферного газа. Отметим, что концентрация
атомов буферного газа nbuf в ансамбле много боль-
ше концентрации активных атомов na. В силу это-
го зависимостью частоты ν от температуры мож-
но пренебречь, так как от последней зависит только
концентрация na.

Будем ограничиваться приближениями плоского
фронта волны, малости дифракции поля на краях
среды, а также однородности ее оптических свойств.
Кроме того, будем пренебрегать эффектами диффу-
зии, считая, что длина диффузии за время возбуж-
дения τe много меньше характерных размеров сре-
ды L:

√
Dτe ≪ L, где D — коэффициент диффузии.

Все это позволяет пренебречь зависимостью матри-
цы плотности от координат в поперечных лазерному
лучу направлениях ρ̂ = ρ̂(υ, z, t).
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Перейдем к редуцированной матрице плотности

ρ̄nm (z, t) =

∫
ρnm(υ, z, t) d3

υ

(символ «∼» над буквой для случаев n 6= m опу-
щен) путем интегрирования уравнений по скоро-
стям. При этом, используя приближение слабых по-
лей, скоростные зависимости населенностей основ-
ных состояний ρgg(υ) и когерентностей между маг-
нитными ρgjg′

j
(υ) и сверхтонкими ρg1g2(υ) подуров-

нями основного состояния можно приближенно счи-
тать максвелловскими [29]:

ρgg′(υ, z, t) =M(υ) ρ̄gg′(z, t). (17)

Данное приближение обусловлено предполагае-
мыми узостью линии лазера в сравнении с допле-
ровской шириной, малыми по сравнению с γ часто-
тами Раби, а также длительным временем жизни ко-
герентностей между подуровнями основного состо-
яния. В результате интегрирования для уравнений
(11), (12), (14), (15) получим

˙̄ρgjgj = i

16∑

e=9

(
Ṽ ∗
egj ρ̄egj − ρ̄gjeṼegj

)
+

+
γ′

NS1/2

ρ̄exc − ηrf νρ̄gjgj +

+
ηrf ν

NS1/2
− 1

8∑

g′=1
g′ 6=g

ρ̄g′g′ , (18)

˙̄ρexc = i
16∑

e=9

8∑

g=1

(
Ṽeg ρ̄ge − ρ̄eg Ṽ

∗
eg

)
− γ′ρ̄exc, (19)

˙̄ρg1g2 = i

16∑

e=9

(
Ṽ ∗
eg1 ρ̄eg2 − ρ̄g1eṼeg2

)
−

− (i(∆1 −∆2 +∆g1g2) + γ12)ρ̄g1g2 , (20)

˙̄ρgjg′
j
= i

16∑

e=9

(
Ṽ ∗
egj ρ̄eg′

j
− ρ̄gjeṼeg′

j

)
+ iωgjg′

j
ρ̄gjg′

j
, (21)

где
ρ̄exc =

∑

e

ρ̄ee

— суммарная населенность возбужденных состоя-
ний; γ′ = γ + νηopt — модифицированная за счет
столкновений скорость распадов возбужденных со-
стояний; γ12 = ν − νrfS1/2

— скорость столкнови-
тельных распадов радиочастотных когерентностей
между сверхтонкими подуровнями основного состо-
яния. При получении данных уравнений слагаемые
с градиентами в левых частях уравнений (11), (12),

(14), (15), а также слагаемое в (14), учитывающее
остаточный доплеровский сдвиг qυ, исчезают вслед-
ствие приближения (17). Здесь при получении урав-
нения (18) мы ограничились рассмотрением случая
полной столкновительной деполяризации возбуж-
денного состояния, предполагая η′rf ν ≫ γ′, что име-
ет место для относительно высоких давлений буфер-
ного газа [37,49,50]. Отметим, что для таких давле-
ний столкновительное уширение линии становится
соизмеримо с частотой сверхтонкого расщепления
возбужденного состояния.

В уравнении (13) переход к редуцированным эле-
ментам матрицы плотности путем интегрирования
уравнений по скоростям аналитически невозможен
ввиду наличия доплеровских слагаемых, пропорци-
ональных kj · υ. Поэтому сначала выразим оптиче-
ские когерентности через квадратуры и затем про-
интегрируем по скоростям:

ρ̄gjei(t) = i

t∫

0

dt′
∑

g′
j

ρ̄gjg′
j
(t′)Ṽ ∗

eig′
j
(t′)×

×
∫
d3υM(υ)×

× exp
[
−(i(∆j +∆gjei − kj · υ) + Γ′)(t− t′)

]
, (22)

где
Γ′ = γ/2 + ν.

Выполняя в (22) интегрирование по скорости,
получим

ρ̄gjei(t) = i

t∫

0

dt′ ×

×exp

[
−
υ2Tk

2
j

4
(t− t′)2 − (i∆j + i∆gjei + Γ′)(t− t′)

]
×

×
∑

g′
j

ρ̄gjg′
j
(t′)Ṽ ∗

eig′
j
(t′). (23)

Подстановкой (23) в (18)–(21) получаем систе-
му интегродифференциальных уравнений Вольтер-
ры второго рода, которая допускает дальнейшее
численное решение.

3. РЕЗУЛЬТАТЫ

В данной работе исследуются резонансы КПН,
детектируемые двумя прямоугольными импульсами
разнесенными во времени темновой паузой (рис. 2).
При этом длительность первого накачивающего им-
пульса предполагается много больше времени уста-
новления стационарного состояния КПН, что поз-
воляет использовать стационарное решение систе-
мы (18)–(21) в момент окончания накачивающего
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Рис. 2. Последовательность импульсов накачки

импульса. Длительность темновой паузы предпола-
гается много больше времен распадов всех оптиче-
ских когерентностей и населенностей возбужденных
уровней.

Вычисляя зависимость суммарной населенности
возбужденных уровней от двухфотонной отстрой-
ки ρ̄exc(δ) в конце считывающего импульса, полу-
чим спектр КПН-резонансов, детектируемых мето-
дом Рэмси. Для удобства анализа будем рассматри-
вать контраст резонанса, величину которого опре-
делим следующим образом:

C(δ) = 1− ρ̄exc(δ)

ρ̄exc(δoff )
,

где δoff — значение двухфотонной отстройки вне ре-
зонанса КПН.

Проанализируем влияние на спектр резонансов
КПН-Рэмси магнитного поля и сделаем это для двух
известных поляризационных конфигураций полей
lin ⊥ lin [51] и lin ‖ lin [52]. На рис. 3 видно, что ам-
плитуда резонансов Рэмси оказывается меньше ам-
плитуды резонансов, детектируемых непрерывным
излучением. Это объясняется распадом низкоча-
стотных когерентностей между подуровнями основ-
ного состояния в процессе темновой паузы. Таким
образом, увеличение длительности темновой паузы
приводит, с одной стороны, к сужению резонансов,
но с другой, — к уменьшению их амплитуды. Уве-
личение магнитного поля позволяет выделить в гре-
бенке Рэмси отдельные максимумы огибающей, от-
вечающие КПН-резонансам на радиочастотных пе-
реходах |1〉 ↔ |7〉, |2〉 ↔ |6〉 и |3〉 ↔ |5〉, положе-
ния которых даются разностями магнитных сдвигов
соответствующих переходов: ∆71, ∆62 и ∆53. При
этом резонанс на радиочастотном переходе |2〉 ↔ |6〉
(жирные линии на рис. 1) отсутствует для конфигу-
рации lin ‖ lin , вследствие деструктивной интерфе-
ренции двух лямбда-схем на данном переходе, как
это было показано в [53].
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Рис. 3. Зависимости контрастных спектров КПН-резонан-

сов от магнитного поля, детектируемых методом Рэмси

(сплошные кривые) и непрерывным излучением (штрихо-

вые кривые), для конфигураций lin ⊥ lin (а) и lin ‖ lin (б ).

Параметры расчета: I1 = I2 = 0.2мВт/см2, T = 40◦C,

Td = 5мс, γ12 = 250 с−1, ηopt = 0.2, ηrf = 2γ12/ν,

nbuf = 4 · 1018 см−1, буферный газ — азот

Проанализируем изменение формы резонансов
Рэмси при увеличении магнитного поля более де-
тально. Рисунок 4 демонстрирует немонотонную за-
висимость амплитуды резонансов Рэмси от магнит-
ного поля. В частности, при некоторых значениях
магнитного поля амплитуда резонансов достигает
локального минимума. Этот результат вполне согла-
суется с экспериментальными данными [54] и объяс-
няется деструктивной интерференцией различных
каналов возбуждения КПН-резонансов Рэмси. В
процессе темновой паузы низкочастотные когерент-
ности ρ̄g1g2 меняют фазу на величину (δ+∆g1g2)Td.
Если к концу темновой паузы различные когерент-
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Рис. 4. Зависимости контрастных спектров КПН-резонан-

сов от магнитного поля, детектируемых методом Рэмси

(сплошные кривые) и непрерывным излучением (штрихо-

вые кривые), для конфигураций lin ‖ lin (а) и lin ⊥ lin (б ).

Параметры расчета: I1 = I2 = 1мВт/см2, T = 40◦C,

Td = 1мс. Остальные параметры те же, что в подписи

к рис. 3

ности двух рабочих подуровней g1g2 и g′1g
′
2 оказа-

лись в противофазе, т. е. выполнилось условие

(
∆g1g2 −∆g′

1g
′
2

)
Td = π(2p− 1), p = 1, 2, ..., (24)

то соответствующие лямбда-схемы будут ослаблять

друг друга. Так, используя выражение (24), полу-
чим, что при Td = 1мс лямбда-схемы на переходах
|1〉 ↔ |7〉 и |3〉 ↔ |5〉 будут ослаблять друг дру-
га для B ≈ 0.09, 0.27, 0.45, ...Гс, что хорошо видно
на рис. 4а, так как для конфигураций lin ‖ lin ре-
зонанс на переходе |2〉 ↔ |6〉 отсутствует. Приме-
чательно, что в данном случае при переходе через
данные значения магнитного поля центральный пик
меняет свою выпуклость. В конфигурации lin ⊥ lin

основной вклад в ослабление амплитуды гребенки
Рэмси вносят совместно интерференции между лям-
бда-схемами на радиочастотных переходах |1〉 ↔ |7〉
и |2〉 ↔ |6〉, а также |2〉 ↔ |6〉 и |3〉 ↔ |5〉. Таким
образом, из (24) получим, что при Td = 1мс мини-
мальная амплитуда впервые достигается в интерва-
ле B ∈ 0.09–0.18. Однако в связи с тем, что резонанс
на переходе |2〉 ↔ |6〉 является значительно более
амплитудным, интерференционный вклад соседних
резонансов в данном случае оказывается мал, и на
рис. 4б амплитуда изменяется крайне слабо. Таким
образом, амплитуда резонансов Рэмси для конфи-
гурации lin ⊥ lin менее чувствительна к изменению
магнитного поля. Отметим, что в формуле (24) пре-
небрегается влиянием светового сдвига.

На рис. 5 показано, как меняется гребенка Рэмси
при переходе от конфигурации lin ⊥ lin к правой
циркулярной поляризации обоих полей. Видно, что
в огибающей гребенки Рэмси при увеличении эллип-
тичности остается только один минимум, соответ-
ствующий резонансу на переходе |2〉 ↔ |6〉. Ампли-
туда резонансов при этом уменьшается, вследствие
образования «кармана» на уровне |8〉, что делает ис-
пользование циркулярной поляризации при возбуж-
дении КПН менее выгодным. Из рис. 5а,б видно, что
это имеет место как для короткой Td = 1, так и для
длительной Td = 5 темновой паузы.

На рис. 6a представлено сравнение поведений ре-
зонансов Рэмси при увеличении эллиптичности для
конфигураций σ+σ+ и σ+σ− при изначальной кон-
фигурации lin ‖ lin. Видно, что при переходе к
циркулярным поляризациям в огибающей резонан-
сов остается пик, в случае σ+σ− соответствующий
КПН-резонансу на переходе |2〉 ↔ |6〉, а в случае
σ+σ+ — на переходе |1〉 ↔ |7〉. Отметим, что поло-
жение последнего несколько отличается от величи-
ны ∆71, вследствие влияния светового сдвига. При
этом амплитуда центрального относительно экстре-
мума огибающей резонанса меняется с изменени-
ем эллиптичности немонотонно, имея выраженный
максимум в окрестности π/8 для случая конфигу-
рации σ+σ− (рис. 6б ). Таким образом, для конфи-
гурации σ+σ− существует оптимальная эллиптич-
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Рис. 5. Зависимости спектров КПН-резонансов, детектиру-

емых методом Рэмси (сплошные кривые) и непрерывным

излучением (штриховые кривые), от показателя эллиптич-

ности χ при переходе от конфигурации lin ⊥ lin к правой

циркулярной поляризации обоих полей для Td = 5мс (а),

1мс (б ). Параметры расчета: I1 = I2 = 0.2мВт/см2,

T = 40◦C, B = 0.8 Гс. Остальные параметры те же, что

в подписи к рис. 3

ность, в которой резонанс имеет наилучший пара-
метр качества. Данный эффект можно также объ-
яснить влиянием интерференции различных Λ-схем.
Как отмечалось выше, при конфигурации lin ‖ lin

резонанс на радиочастотном переходе |2〉 ↔ |6〉 от-
сутствует. При переходе к циркулярной поляриза-
ции σ+σ+ наблюдается только одно из его плеч,
вследствие правил отбора. Однако при промежу-
точных значениях эллиптичности между lin ‖ lin-
и σ+σ+-поляризациями второе плечо сдвоенной Λ-
схемы на переходе |2〉 ↔ |6〉 проявляется, внося кон-
структивный вклад в спектр при малых значениях

а

б

Рис. 6. Зависимости спектров (а) и амплитуд (б ) КПН-

резонансов, детектируемых методом Рэмси, от показате-

ля эллиптичности двух право-циркулярно поляризованных

волн (σ+σ+) (синяя кривая) и одной право- и другой лево-

циркулярно поляризованных волн (σ+σ−) (черная кривая)

при конфигурации lin ‖ lin для χ = 0. Параметры расчета:

I1 = I2 = 1мВт/см2, T = 40◦C, Td = 1мс, B = 0.05 Гс.

Остальные параметры те же, что в подписи к рис. 3

магнитного поля. Стоит отметить, что при значени-
ях магнитного поля, удовлетворяющих условию де-
структивной интерференции (24), изменение эллип-
тичности будет приводить к обратному эффекту.

Проанализируем поведение светового сдвига цен-
трального резонанса Рэмси. Из рис. 7а видно, что за-
висимость сдвига от температуры в указанном диа-
пазоне близка к линейной, что согласуется с резуль-
татами работы [29], где такое поведение объяснялось
температурным уширением дисперсионного конту-
ра. При этом изменение магнитного поля приводит
к изменению угла наклона зависимости, вследствие
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Рис. 7. Зависимости сдвига центрального резонанса КПН

S, детектируемого методом Рэмси, от температуры при

различных величинах магнитного поля B для конфигура-

ции lin ‖ lin (а) и от эллиптичности при переходе к различ-

ным конфигурациям циркулярных поляризаций (б ). Пара-

метры расчета: I1 = I2 = 1мВт/см2, T = 40◦C, Td = 1мс.

Остальные параметры те же, что в подписи к рис. 3

зеемановских сдвигов рабочих подуровней. Таким
образом, выбором величины магнитного поля ока-
зывается возможно подавить зависимость сдвига от
температуры. На рис. 7б представлены зависимости
относительного сдвига центрального резонанса Рэм-
си от степени эллиптичности полей при переходе от
линейных поляризаций к циркулярным. Видно, что
ход данных зависимостей становится более пологим
в окрестности π/4, что объясняется изотропностью
системы в поперечной лазерному лучу плоскости.
Таким образом, резонансы, возбуждаемые цирку-
лярно поляризованными полями, оказываются ме-

нее чувствительны к флуктуациям эллиптичности
по сравнению с резонансами, возбуждаемыми ли-
нейно поляризованными полями, как по амплитуде
(рис. 6б ), так и по сдвигу (рис. 7б ).

4. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

В данной работе на основе метода матрицы плот-
ности в вигнеровском представлении по поступа-
тельным степеням свободы атомов построена тео-
рия возбуждения резонансов когерентного пленения
населенности, детектируемых методом импульсно-
го возбуждения Рэмси в газовых ячейках с парами
87Rb. Построенная теория учитывает полную маг-
нитную структуру уровней D1-линии 87Rb и мо-
жет быть использована при анализе других неста-
ционарных эффектов, возникающих при взаимодей-
ствии резонансного бихроматического излучения с
парами атомов 87Rb. Рассчитаны спектры резонан-
сов КПН-Рэмси и изучена зависимость их формы
и сдвигов от различных параметров накачки, та-
ких как величина внешнего магнитного поля, сте-
пень эллиптичности частотных компонент излуче-
ния и температура среды. Установлено, что имеет
место интерференция различных каналов возбуж-
дения резонансов Рэмси, проявляющаяся как немо-
нотонное изменение амплитуды резонансов в зави-
симости от величины магнитного поля. Предложе-
ны выражения для оценки областей параметров, ре-
ализующих деструктивную интерференцию, приво-
дящую к минимальным значениям амплитуд резо-
нансов. Обнаружено существование оптимальной по
амплитуде резонансов эллиптичности внешних по-
лей при использовании σ+σ−-конфигурации. При
анализе сдвигов резонансов была показана возмож-
ность подавления зависимостей этих сдвигов от тем-
пературы и эллиптичности путем подбора опреде-
ленных значений магнитного поля и поляризаций
соответственно.
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Исследована эволюция во времени средних значений и дисперсий тригонометрических функций операто-

ра фазы квантового электромагнитного поля, взаимодействующего с двухуровневым атомом. Рассмот-

рено поле с малым числом фотонов для различных начальных квантовых состояний поля и атома в

рамках теории эрмитова оператора фазы Пегга –Барнетта. Исследовано различие эволюции операторов

фазы, следующей из теории Джейнса –Каммингса и модели Раби в условиях ультрасильной связи ато-

ма с полем. Показано качественное отличие результатов приближенной модели Джейнса – Каммингса от

результатов модели Раби в случае ультрасильной связи атома с полем для микроскопических полей с

числом фотонов 〈n〉 ∼ 1 для фоковских и когерентных начальных квантовых состояний поля и любых

начальных состояний атома. Показано, что в случае когерентного начального состояния поля с боль-

шими 〈n〉 > 10 в условиях ультрасильной связи для эволюции средних и дисперсий операторов фазы

поля характерен ярко выраженный квантовый эффект коллапса и возрождения средних и дисперсий этих

величин.

DOI: 10.31857/S004445102405002X

1. ВВЕДЕНИЕ

Основным фундаментальным физическим
процессом, исследуемым в области квантовой
оптики, является динамика взаимодействия ато-
ма/молекулы с квантовомеханическим электромаг-
нитным полем. При исследованиях таких процессов
важными изучаемыми (рассчитываемыми или
измеряемыми) физическими величинами являются
средние квантовомеханические значения населенно-
стей квантовых состояний атома (уровней энергии)
и их флуктуации (дисперсии), а также средние
значения и флуктуации разностей населенностей
рассматриваемых состояний атома или молекулы.
Другими фундаментальными величинами, харак-
теризующими систему атомов и электромагнитных
полей, являются средние значения амплитуды поля
и их квантовые флуктуации. Величина комплекс-
нозначной амплитуды поля (средние квантово-
механические значения неэрмитовых операторов

* E-mail: kozlovskiyav@lebedev.ru

рождения/уничтожения электромагнитного поля)
описывается в квантовой теории света с помощью
эрмитовых операторов числа фотонов, а также с
помощью эрмитовых операторов фазы тригоно-
метрических функций операторов фазы (ТФОФ)
электромагнитного поля, обладающих действитель-
нозначными средними значениями и являющихся,
таким образом, непосредственно измеряемыми
наблюдаемыми величинами.

Эволюция (изменение во времени) квантовоме-
ханического вектора состояния системы атом + по-
ле |Ψ(t)〉 может быть найдена для любого началь-
ного состояния системы |Ψ(t = 0)〉 путем реше-
ния уравнения Шредингера в модели Раби. Мо-
дель Раби в дипольном приближении для двух-
уровневого атома учитывает как реальные перехо-
ды атома с излучением или поглощением фотонов
поля, так и виртуальные процессы, означающие из-
лучение фотона, сопровождающееся возбуждением
атома, а также поглощение фотона, сопровождае-
мое переходом атома в нижнее энергетическое со-
стояние [1–4]. Широко используемой приближенной
теорией, основанной на модели Раби (МР), явля-
ется модель Джейнса – Каммингса (МДК), в рам-

618



ЖЭТФ, том 165, вып. 5, 2024 Эволюция свойств операторов фазы...

ках которой в гамильтониане взаимодействия атома
с полем пренебрегается членами, ответственными
за виртуальные процессы. Модель Джейнса – Кам-
мингса (приближение вращающейся волны (RWA))
положена в основу квантовой теории лазера. Как
показали расчеты [5–17], применимость МДК огра-
ничивается случаем малости величины константы
взаимодействия атома с полем по сравнению с час-
тотой поля. Предсказания МДК и МР для средних
и дисперсий числа фотонов и населенностей атом-
ных уровней совпадают между собой лишь в слу-
чае, когда абсолютная величина константы взаимо-
действия |g| < 10−2ωf , где ωf — частота поля.

В настоящее время в ряде экспериментальных
работ [1–4] показана возможность создания «искус-
ственного двухуровневого атома», обладающего ве-
личиной константы взаимодействия атома с полем
g̃ ≡ |g|/ωf ∼ 1, т. е. значениями, характерными для
ультрасильной связи (УСС) атома с полем. В та-
ких условиях, как показано в теоретических рабо-
тах [5–17], МДК для динамики среднего числа фото-
нов и населенностей состояний атома перестает быть
справедливой.

В данной работе нами проведены исследования
эволюции средних квантовомеханических величин
для ТФОФ в условиях УСС и проведено сравне-
ние эволюции средних величин и квантовых флук-
туаций этих операторов для различных началь-
ных квантовых состояний электромагнитного поля
и двухуровневого атома для МР и МДК.

Рассмотрен случай микроскопических полей с
малым числом фотонов, т. е. полей, используемых
в настоящее время в экспериментах, связанных с
квантовой информацией и квантовым компьютером.

2. ОПЕРАТОРЫ ФАЗЫ
ЭЛЕКТРОМАГНИТНОГО ПОЛЯ В
ПРОИЗВОЛЬНОМ КВАНТОВОМ

СОСТОЯНИИ

В работах [18, 19] Пеггом и Барнеттом рассмот-
рено решение уравнений на собственные функции
фазовой переменной в дискретном спектре собствен-
ных значений фазы. Расчеты показали, что соб-
ственные векторы |θm〉 операторов фазы поля, рас-
сматриваемые в конечномерном базисе фоковских
состояний, для собственных значений фазы

θm = θ0 +
2πm

S + 1
, m = 0, 1, . . . , S, (1)

где S+1 — неограниченно большая, но конечная раз-
мерность базиса фоковских состояний, θ0 — произ-
вольное число, определяющее интервал изменения

собственных значений фазы (θ0 6 θm 6 θ0 + 2π),
составляют полный ортонормированный базис век-
торов состояний. В работах [18–20] предложено рас-
сматривать дискретный базис собственных векторов
состояний фазы в (S + 1)-мерном подпространстве
фоковских состояний для собственных значений (5)
в виде

|θm〉 = 1√
S + 1

S∑

n=0

einθm |n〉. (2)

Эрмитов оператор фазы ϕ̂θ с собственными зна-
чениями θm при этом определяется согласно

ϕ̂θ =
S∑

m=0

θm|θm〉〈θm|, ϕ̂θ|θm〉 = θm|θm〉. (3)

Важной особенностью оператора фазы ϕ̂θ, опреде-
ляемого согласно (1)–(3), является то, что резуль-
таты расчетов средних значений и дисперсий фа-
зы поля качественно зависят от выбора параметра
θ0. За исключением фоковских |n〉 и собственных
состояний поля оператора фазы |θm〉, для которых
средние и дисперсии не зависят от θ0, только пра-
вильный выбор значения параметра θ0 обеспечива-
ет получение физически осмысленных результатов
при расчете этих средних величин. Таким образом,
в данной теории вид оператора фазы поля зависит
от рассматриваемого квантового состояния поля. В
то же время, как показано в [18–21], ТФОФ поля (3)
имеют вид

cos ϕ̂θ =
eiϕ̂θ + e−iϕ̂θ

2
, sin ϕ̂θ =

eiϕ̂θ − e−iϕ̂θ

2i

и могут быть записаны с помощью соотношений

eiϕ̂θ =

S∑

n=1

|n− 1〉〈n|+ ei(S+1)θ0 |S〉〈0|,

e−iϕ̂θ =

S∑

n=1

|n〉〈n− 1|+ e−i(S+1)θ0 |0〉〈S|,
(4)

при этом средние значения ТФОФ cos ϕ̂θ и sin ϕ̂θ

не зависят от параметра θ0 и, следовательно, не за-
висят от рассматриваемого конкретного квантового
состояния поля. Также не зависят от θ0 и дисперсии
эрмитовых ТФОФ поля.

3. МОДЕЛИ РАБИ И
ДЖЕЙНСА– КАММИНГСА ДИПОЛЬНОГО
ВЗАИМОДЕЙСТВИЯ ДВУХУРОВНЕВОГО

АТОМА С ЭЛЕКТРОМАГНИТНЫМ ПОЛЕМ

Рассмотрим операторы рождения (уничтоже-
ния) â†(â) электромагнитного поля, удовлетворя-
ющие следующим коммутационным соотношениям:
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[â, â†] = 1, и оператор числа фотонов, который
определяется с помощью таких операторов соглас-
но n̂ = â†â.

В случае дипольного взаимодействия атома с по-
лем гамильтониан такой системы в квантовой тео-
рии может быть записан в виде (гамильтониан МР
для двухуровневого атома, взаимодействующего с
одномодовым электромагнитным полем)

Ĥ = ~ωf â
†â+

σ̂z

2
~ωa + ~V̂ , (5)

где оператор дипольного взаимодействия атома с
полем есть

V̂ = (gâ† + g∗â)(σ̂+ + σ̂−) =

= gâσ̂+ + â†σ̂−g
∗ + gâ†σ̂+ + âσ̂−g

∗, (6)

для операторов атомной подсистемы

σ̂z = |e〉〈e| − |g〉〈g|,
σ̂+ = |e〉〈g|, σ̂− = |g〉〈e|

и константы дипольного взаимодействия поля с
атомом

g =

√
ωf

2~ε0V
d. (7)

Здесь d ≡ 〈g|d̂|e〉 = |deg|eiϕd — матричный элемент
дипольного перехода атома, в общем случае являю-
щийся комплексным числом; V — объем квантова-
ния электромагнитного поля, ωf — частота поля.

В представлении взаимодействия гамильтониан
взаимодействия атома с полем приобретает вид

⌢

V I= |g|
(
âσ̂+e

−i∆−t + â†σ̂−e
i∆−t +

+ â†σ̂+e
i∆+t + âσ̂−e

−i∆+t
)
, (8)

а уравнение Шредингера для вектора состояния си-
стемы атом + поле может быть записано в представ-
лении взаимодействия следующим образом:

i
d

dt
|Ψ(t)〉 = V̂I |Ψ(t)〉. (9)

Будем решать уравнение движения (9), исполь-
зуя следующее разложение вектора состояния систе-
мы по полному базису фоковских состояний поля
|n〉 и базису квантовых состояний атома; возбужден-
ному |e〉 и нижнему |g〉 энергетическим состояниям
двухуровневого атома:

|Ψ(t)〉 =
∞∑

n=0

[Ce,n(t)|e, n〉+ Cg,n(t)|g, n〉],

Cg,0(t) = 0.

(10)

Уравнения для амплитуд вероятности, входящих

в (10), имеют вид

dCe,n(t)

dt
= −i|g|

[√
n+ 1ei∆−t−iϕdCg,n+1(t) +

+
√
nei∆+t+iϕdCg,n−1(t)

]
,

dCg,n(t)

dt
= −i|g|

[√
n+ 1e−i∆−t+iϕdCe,n+1(t) +

+
√
ne−i∆+t−iϕdCe,n−1(t)

]
,

(11)

где обозначено ∆− ≡ ωa − ωf , ∆+ ≡ ωf + ωa,
g = |g|eiϕd .

Введем безразмерные параметры

∆̃− ≡ ωa − ωf

|g| , ∆̃+ ≡ ωf + ωa

|g| ,

а также

Ωn ≡
√
∆̃2

− + 4(n+ 1), Ωn−1 ≡
√
∆̃2

− + 4n,

tg ≡ |g|t.

Предположим далее, что частота поля в общем слу-
чае не совпадает с частотой перехода атома и кон-
станта g взаимодействия поля с атомом является
комплексным числом, а в гамильтониане взаимо-
действия атома с полем (8) два последних слагае-
мых, ответственных за виртуальные переходы, рав-
ны нулю (приближение вращающейся волны). То-
гда уравнение Шредингера для атома в поле может
быть решено аналитически. Точное аналитическое
решение системы уравнений в приближении враща-
ющейся волны МДК (коэффициенты разложения по
фоковским состояниямCe,n(t) и Cg,n(t)) может быть
записано в виде [22]

Ce,n(tg) = Ce,n(0)An(tg)− Cg,n+1(0)Bn(tg),

Cg,n(tg) = Cg,n(0)A
∗
n−1(tg) + Ce,n−1(0)B

∗
n−1(tg),

(12)

где обозначено

An(tg) ≡
[
cos

Ωntg
2

− i∆̃−
Ωn

sin
Ωntg
2

]
ei∆̃−tg/2,

Bn(tg) ≡ 2i

√
n+ 1

Ωn
sin

Ωntg
2

eiϕdei∆̃−tg/2.

(13)

4. ДИНАМИКА
КВАНТОВОМЕХАНИЧЕСКИХ СРЕДНИХ И
ФЛУКТУАЦИЙ ТРИГОНОМЕТРИЧЕСКИХ

ОПЕРАТОРОВ ФАЗЫ ПОЛЯ

Согласно теории эрмитова оператора фазы по-
ля ϕ̂ [18–21] (нижний индекс θ в обозначении опера-
тора фазы в дальнейшем в записи будет опускать-
ся) средние квантовомеханические значения ТФОФ
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поля для любого квантового состояния поля |Ψ(t)〉
имеют вид

〈cos ϕ̂(t)〉 = 〈Ψ(t)| cos ϕ̂|Ψ(t)〉 =

= Re

∞∑

n=0

[Ce,n
∗(t)Ce,n+1(t) +

+ Cg,n
∗(t)Cg,n+1(t)],

〈sin ϕ̂(t)〉 = 〈Ψ(t)| sin ϕ̂|Ψ(t)〉 =

= Im
∞∑

n=0

[Ce,n
∗(t)Ce,n+1(t) +

+ Cg,n
∗(t)Cg,n+1(t)].

(14)

Для средних квадрата ТФОФ, необходимых для
расчета дисперсий (флуктуаций) этих величин,
для произвольных состояний поля и атома |Ψ(t)〉
находим

〈(cos ϕ̂)2(t)〉 = 〈Ψ(t)| cos2 ϕ̂|Ψ(t)〉 =

=
1

2
+

1

2
Re

∞∑

n=0

[Ce,n
∗(t)Ce,n+2(t) +

+ Cg,n
∗(t)Cg,n+2(t)],

〈(sin ϕ̂)2(t)〉 = 〈Ψ(t)| sin2 ϕ̂|Ψ(t)〉 =

=
1

2
− 1

2
Re

∞∑

n=0

[Ce,n
∗(t)Ce,n+2(t) +

+ Cg,n
∗(t)Cg,n+2(t)].

(15)

Использование соотношений (15) позволяет
найти выражения для дисперсий (флуктуаций)
ТФОФ 〈(∆ cos ϕ̂)2(t)〉 ≡ 〈(cos ϕ̂)2(t)〉 − 〈cos ϕ̂(t)〉2
и 〈(∆ sin ϕ̂)2(t)〉 ≡ 〈(sin ϕ̂)2(t)〉 − 〈sin ϕ̂(t)〉2 путем
численного решения системы связанных дифферен-
циальных уравнений (11) в рамках МР.

5. ФОКОВСКОЕ НАЧАЛЬНОЕ СОСТОЯНИЕ
ПОЛЯ

Рассмотрим случай, когда исходное поле при
t = 0 находится в чистом фоковском состоянии |n0〉.
При этом в общем случае начальные значения коэф-
фициентов разложения вектора состояния системы
отличны от нуля Cs,n0(0) 6= 0 для s = e, g, а все
остальные Cs,n0(0) = 0, n 6= n0.

В этом случае решение МДК (12), (13), использу-
ющей приближение RWA, приобретает следующий
вид:

Ce,n0(tg) = Ce,n(0)An0(tg),

Ce,n0−1(tg) = −Cg,n(0)Bn0−1(tg),

Cg,n0(tg) = Cg,n0(0)A
∗
n0−1(tg),

Cg,n0+1(tg) = Ce,n0(0)B
∗
n0
(tg).

(16)

Остальные Ce,n(tg) = Cg,n(tg) = 0 для n 6= n0, n0− 1

или n 6= n0, n0 + 1 соответственно.
Для безразмерного времени в (16) использовано

обозначение tg ≡ |g|t.
Если начальное состояние атома |e〉, то ненуле-

выми коэффициентами разложения вектора состоя-
ния системы являются

Ce,n0 (tg) = Ce,n(0)An0(tg),

Cg,n0+1(tg) = Ce,n0 (0)B
∗
n0
(tg).

(17)

Если же начальное состояние атома |g〉, то ненуле-
выми являются зависимости от времени

Ce,n0−1(tg) = −Cg,n(0)Bn0−1(tg),

Cg,n0(tg) = Cg,n0(0)A
∗
n0−1(tg).

(18)

Используя формулы (16)–(18) и (14), нетрудно
убедиться, что в случае начального фоковского
состояния поля для исходных состояний атома |e〉 и
|g〉 квантовомеханические средние ТФОФ (14) рав-
ны нулю: 〈cos(ϕ̂(t))〉n,RWA = 〈sin(ϕ̂(t))〉n,RWA = 0,
что соответствует равномерному распределе-
нию случайных значений фазы поля от 0 до
2π для любого момента времени. Аналогично
получаем из (16)–(18) и (15), что дисперсии
〈(∆ cos ϕ̂)2(t)〉n,RWA = 〈(∆ sin ϕ̂)2(t)〉n,RWA = 1/2 и
не меняются во времени для фоковских начальных
состояний поля и для начальных состояний атома
|e〉 или |g〉.

На рис. 1а,б показаны зависимости от
времени дисперсии 〈(∆ cos ϕ̂)2(t)〉n,RWA и
〈(∆ cos(ϕ̂(t)))2〉n,MR (т. е. для МДК и МР со-
ответственно) в условиях УСС для начального
состояния |g〉 и |e〉 атома и начального состояния
поля |1〉. На рисунке видно, что результаты двух
моделей противоречат друг другу. МДК предсказы-
вает, что дисперсии ТФОФ поля не изменяются во
времени при взаимодействии атома с полем, тогда
как МР указывает в условиях УСС на сложную
зависимость от времени этих величин. Из рисунков
также следует (ср. рис. 1а и рис. 1б ), что харак-
тер эволюции дисперсий во времени качественно
зависит от начального состояния атома.

Расчеты показывают также, что средние значе-
ния ТФОФ совпадают в таких условиях между со-
бой для обеих моделей и равны нулю для любого
момента времени.

Результаты расчетов не зависят от значения фа-
зы матричного элемента перехода ϕd.

Качественно иная зависимость от времени сред-
них и дисперсий операторов фазы поля характер-
на для случая начального состояния суперпозиции

2 ЖЭТФ, вып. 5
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Рис. 1. a — Зависимость от времени дисперсии оператора косинуса фазы поля 〈(∆cos ϕ̂)2〉, следующая из модели Раби

для системы атом + поле в начальном фоковском состоянии поля (|1〉) и невозбужденном состоянии атома |g〉, для

значения безразмерной константы связи g/ωf = 0.5. Значение фазового угла матричного элемента перехода ϕd = 0.

Штриховой линией показана аналогичная зависимость, полученная в рамках модели Джейнса –Каммингса. б — Зависи-

мость от времени дисперсии оператора косинуса фазы поля 〈(∆ cos ϕ̂)2〉 для системы атом + поле в начальном фоковском

состоянии поля (|1〉) и возбужденном состоянии атома |e〉 для тех же значений параметров. в — Зависимость от вре-

мени среднего значения оператора синуса фазы поля теории Пегга – Барнетта 〈sin ϕ̂〉, следующая из модели Раби для

системы атом + поле в начальном фоковском состоянии поля (|n = 1〉) и состоянии суперпозиции атома 1√
2
(|e〉 + |g〉)

для значения безразмерной константы связи g/ωf = 0.5. Значение фазового угла матричного элемента перехода ϕd = 0.

Штриховой линией показана аналогичная зависимость, полученная в рамках модели Джейнса – Каммингса. г — Зависи-

мость от времени дисперсии оператора синуса фазы поля 〈(∆ sin ϕ̂)2〉 для системы атом + поле в начальном состоянии

поля (|n = 1〉) и состоянии суперпозиции атома для значения фазового угла матричного элемента перехода ϕd = π/2

для тех же значений остальных параметров. Штриховой линией показана аналогичная зависимость, полученная в рамках

модели Джейнса – Каммингса

возбужденного и нижнего энергетических состоя-
ний атома:

|ψa(t = 0)〉 = Ce|e〉+ Cg|g〉. (19)

На рис. 1в,г показаны примеры зависимостей сред-
них значений оператора синуса фазы поля для на-
чального состояния суперпозиции атома и УСС. Как
видно на рис. 1в, среднее оператора синуса фазы от-
лично от нуля как для МДК, так и для МР и обла-
дает сложной зависимостью этой величины от вре-
мени в МР в режиме УСС. Эти зависимости каче-
ственно отличаются друг от друга для двух моделей.
МДК предсказывает регулярное изменение средних

операторов фазы во времени, подобное осцилляци-
ям Раби.

Как показано на рис. 1г, дисперсии (флуктуа-
ции) оператора синуса изменяются во времени в
рамках МР и с высокой точностью остаются неиз-
менными в теории МДК в рассмотренном случае на-
чального условия суперпозиции атомных состояний
и фоковского состояния поля. В данном случае сред-
нее оператора синуса близко к нулю для любого мо-
мента времени. Изменение значения фазового угла
матричного элемента перехода между состояниями
атома ϕd приводит к резкому увеличению в рам-
ках МДК амплитуд осцилляций во времени средне-
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го значения оператора синуса фазы и его дисперсии
(флуктуаций) и значительному их отличию от 0 и
1/2 соответственно.

Отметим, что на интервале изменения нормиро-
ванного безразмерного времени ∆(|g|t) > 1000 рас-
сматриваемые средние и дисперсии принимают хао-
тический вид в интервалах изменения этих величин.

6. КОГЕРЕНТНОЕ НАЧАЛЬНОЕ
СОСТОЯНИЕ ПОЛЯ

Рассмотрим в качестве квантового состояния из-
меряемого поля когерентное состояние

|α〉 = e−nα/2
∞∑

n=0

αn

√
n!
|n〉, α =

√
nαe

iϕα , nα ≡ |α|2.

Как видно на рис. 2а, изменение во времени средне-
го значения 〈cos(ϕ̂(t))〉α,NRWA, рассчитанного в рам-
ках МР (NRWA) для начального когерентного со-
стояния поля |α〉 и возбужденного состояния ато-
ма |e〉, обладает сложной нерегулярной зависимо-
стью от времени и не имеет характера стандартных
регулярных осцилляций Раби. На рис. 2а динамика
среднего значения оператора фазы поля сравнивает-
ся с аналогичной зависимостью 〈cos(ϕ̂(t))〉α,RWA, по-
лученной с использованием приближения RWA. На
рисунке видно, что в рассматриваемом нами случае
ультрасильной связи МР дает качественно отлич-
ную зависимость от времени средних оператора фа-
зы поля на всем интервале времени за исключением
пренебрежимо малых значений |g|t. На рис. 2б пока-
заны зависимости дисперсий 〈(∆ cos(ϕ̂(t)))2〉n,NRWA

и 〈(∆ cos(ϕ̂(t)))2〉n,RWA, полученные в рамках МР и
МДК соответственно, для тех же значений парамет-
ров. Расчеты показывают, что так же, как и в случае
квантовых средних значений ТФОФ поля, в услови-
ях УСС результаты двух моделей качественно раз-
личны. Приближение RWA, имеющее место в теории
Джейнса – Каммингса, для случая УСС атома с по-
лем, оказывается несправедливо.

Наши расчеты показали, что абсолютные значе-
ния средних и дисперсий ТФОФ поля качественно
зависят от начального значения фазового угла на-
чального когерентного состояния поля ϕα (см. рис. 2
и рис. 3 для сравнения). Таким образом, сам харак-
тер эволюции средних значений и дисперсий ТФОФ
поля во времени зависит от начального значения
фазового угла когерентного состояния поля.

В то же время, как показали наши расчеты, ди-
намика средних и дисперсий фазы поля для началь-
ных состояний атома |g〉 или |e〉 не зависит от зна-
чения фазового угла матричного элемента перехо-
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Рис. 2. a — Зависимости от времени среднего значения

оператора косинуса фазы поля теории Пегга –Барнетта

〈cos ϕ̂〉, следующая из модели Раби для системы атом +

поле в начальном когерентном состоянии поля (|α = 1〉)

и возбужденном состоянии атома |e〉, для значения без-

размерной константы связи g/ωf = 0.7, ωA = 1.1ωf .

Значение фазового угла матричного элемента перехода

ϕd = 0. Штриховой линией показана аналогичная зависи-

мость, полученная в рамках модели Джейнса –Каммингса.

б — Зависимости от времени дисперсии оператора ко-

синуса фазы поля 〈(∆ cos ϕ̂)2〉 для системы атом + по-

ле в начальном когерентном состоянии поля (|α = 1〉) и

возбужденном состоянии атома |e〉 для тех же значений

параметров

да ϕd. Качественная зависимость от этого парамет-
ра возникает в случае начального состояния ато-
ма суперпозиции вида (19). На рис. 4 представлены
зависимости от времени среднего и дисперсии опе-
ратора косинуса фазы для ϕd = π/2 в случае на-
чального состояния суперпозиции атома 1√

2
(|e〉+|g〉)

и когерентного состояния поля. Расчеты показали,
что для ϕd = 0 и тех же значений параметров систе-
мы динамика рассматриваемых средних и диспер-
сий качественно отличается от динамики в случае
ϕd = π/2 в условиях УСС.

При увеличении числа фотонов начального ко-
герентного состояния nα различие между результа-
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Рис. 3. a — Зависимости от времени среднего значения

оператора косинуса фазы поля теории Пегга –Барнетта

〈cos ϕ̂〉, следующая из модели Раби (NRWA) для систе-

мы атом + поле в начальном когерентном состоянии по-

ля (|α = eiπ/2〉) и возбужденном состоянии атома |e〉,

для значения безразмерной константы связи g/ωf = 0.7,

ωA = 1.1ωf . Значение фазового угла матричного элемента

перехода ϕd = 0. Штриховой линией показана аналогич-

ная зависимость, полученная в рамках модели Джейнса –

Каммингса (RWA). б — Зависимости от времени диспер-

сии оператора косинуса фазы поля 〈(∆cos ϕ̂)2〉 для систе-

мы атом + поле в начальном когерентном состоянии поля

(|α = eiπ/2〉) и возбужденном состоянии атома |e〉 для тех

же значений параметров

тами теорий МДК и МР для эволюции поля умень-
шается как для средних значений, так и для дис-
персий тригонометрических операторов фазы и для
мезоскопических когерентных состояний с nα ≫ 1

практически совпадают для УСС.
При этом в случае когерентного начального со-

стояния поля при nα ≫ 1 и состояния атома супер-
позиции (19) присутствует ярко выраженное явле-
ние коллапса и возрождения как для средних зна-
чений, так и для дисперсий ТФОФ поля. Так, при
nα = 30 (|g̃| = 0.1, ∆̃− = 1) и в интервале изменения
безразмерного времени 700 < |g|t < 1100 для сред-

20 40 60 80
ÈgÈt

-1.00

-0.75

-0.50

-0.25

 0.00

 0.25

 0.50

 0.75

 1.00
<cos jHtL>

0 20 40 60 80

ÈgÈt

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6

0.7

<HDcos jHtLL̂ 2>

а

б

Рис. 4. a — Зависимости от времени среднего значе-

ния оператора косинуса фазы поля теории Пегга –Бар-

нетта 〈cos ϕ̂〉, следующая из модели Раби (NRWA) для

системы атом + поле в начальном когерентном состоя-

нии поля (|α = 1〉) и суперпозиционном состоянии ато-

ма 1√
2
(|e〉 + |g〉), для значения безразмерной константы

связи g/ωf = 0.7, ωA = 1.1ωf . Значение фазового уг-

ла матричного элемента перехода ϕd = π/2. Штриховой

линией показана аналогичная зависимость, полученная в

рамках модели Джейнса –Каммингса (RWA). б — Зави-

симости от времени дисперсии оператора косинуса фазы

поля 〈(∆ cos ϕ̂)2〉 для системы атом + поле в начальном

когерентном состоянии поля (|α = 1〉) и суперпозицион-

ном состоянии атома 1√
2
(|e〉 + |g〉) для тех же значений

параметров

них значений операторов имеют место соотношения

〈cos(ϕ̂(t))〉n,RWA/NRWA, 〈sin(ϕ̂(t))〉n,RWA/NRWA ≈ 0,

〈(∆ cos(ϕ̂(t)))2〉n,NRWA, 〈(∆ cos(ϕ̂(t)))2〉n,RWA ≈ 1

2

(то же для операторов sin). При |g|t < 700 имеют
место затухающие регулярные осцилляции Раби. С
ростом времени взаимодействия |g|t > 1100 осцил-
ляции Раби указанных величин восстанавливаются,
т. е. явление коллапса сменяется эффектом возрож-
дения осцилляций Раби [14,17,22–27]. При |g|t < 700
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имеют место затухающие осцилляции как средних,
так и дисперсий. Следует отметить, что значения
средних и дисперсий ТФОФ поля в интервале изме-
нения времени, для которого присутствует кванто-
вый эффект коллапса, характерны для фоковского
состояния поля.

Эффект коллапса и возрождения осцилляций
рассмотренных величин имеет место для любых на-
чальных состояний атома.

Частота временных осцилляций рассмотренных
величин значительно отличается от доминантной
частоты осцилляций Раби ΩR =

√
∆2 + 4g2(nα + 1),

∆ ≡ ωa − ωf , характерной для осцилляций Раби
инверсии населенности атома для начального коге-
рентного состояния поля [14, 17, 27].

Из сказанного выше также можно сделать вы-
вод, что для исследования эволюции средних зна-
чений и дисперсий ТФОФ поля в рамках теории
оператора фазы Пегга – Барнетта применимо как
приближение МДК (RWA), так и МР (NRWA) для
мезо- и макрополей с большим числом фотонов в
условиях УСС.

Для малого числа фотонов когерентного состоя-
ния поля nα ∼ 1 при УСС характер эволюции сред-
них значений и дисперсий ТФОФ поля качественно
зависит от фазового угла когерентного начального
состояния поля ϕα для любого начального состоя-
ния атома, при этом регулярные осцилляции Раби и
эффект коллапса и возрождения отсутствуют.

Зависимость динамики изменения указанных ве-
личин от фазового угла дипольного момента перехо-
да атома ϕd имеет место только в случае начально-
го состояния атома (19) для малых значений nα ∼ 1

(см. рис. 4), в то же время при больших nα > 10 эво-
люция средних значений и дисперсий ТФОФ поля
практически не зависит от ϕd для любых началь-
ных состояний атома. Следует отметить, что эво-
люция средних и дисперсий операторов фазы сла-
бо зависит от начального состояния атома в случае
больших чисел фотонов nα > 10 начального коге-
рентного состояния поля.

7. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

В данной работе нами проведено исследование
эволюции во времени средних квантовомеханиче-
ских значений (наблюдаемых) и дисперсий (кванто-
вых флуктуаций) ТФОФ поля при взаимодействии
поля с атомом. Рассмотрен и проанализирован слу-
чай УСС атома и поля. Для расчетов использована
квантовомеханическая модель Раби и теория эрми-
това оператора фазы электромагнитнoгo поля Пег-

га – Барнетта. Рассмотрен случай квантовых микро-
полей со средним числом фотонов ∼ 1. Проведено
сравнение характера эволюции указанных величин,
следующего из теории Раби и приближенной теории
Джейнса – Каммингса, использующей приближение
вращающейся волны в условиях УСС.

Анализ проведен для различных начальных
квантовых состояний поля и двухуровневого атома.

Если электромагнитнoe поле в начальный мо-
мент времени находится в фоковском состоянии, ре-
зультаты МР принципиально отличаются от резуль-
татов расчета эволюции средних и/или дисперсий
ТФОФ поля в условиях УСС. Нами показано, что
в случае начального состояния атома в возбужден-
ном или нижнем энергетическом состоянии диспер-
сии операторов фазы в рамках МДК остаются неиз-
менными во времени, тогда как МР предсказывает
сложную зависимость от времени дисперсий ТФОФ
поля. При начальном состоянии суперпозиции двух
состояний атома качественное отличие результатов
МР и МДК присутствует как для средних значе-
ний, так и для дисперсий операторов. В этом слу-
чае имеет место качественная зависимость характе-
ра эволюции средних и флуктуаций ТФОФ поля от
фазового угла матричного элемента дипольного пе-
рехода между состояниями атома.

Нами показана неприменимость МДК (прибли-
жения вращающейся волны, RWA) для расчета эво-
люции операторов фазы в условия УСС для фоков-
ских начальных состояний поля.

Если начальное состояние поля является коге-
рентным |α〉 с малым числом фотонов nα ∼ 1, то
приближение RWA (МДК) оказывается непримени-
мым для расчета динамики средних и дисперсий
ТФОФ поля в условиях УСС для любого начально-
го состояния атома, взаимодействующего с полем.
С ростом nα различие результатов МР и МДК со-
кращается и при nα ≫ 10 результаты обеих моделей
почти не различаются между собой для любых на-
чальных состояний атома в условиях УСС.

В данной работе показано, что эволюция рас-
сматриваемых величин качественно зависит от фа-
зового угла начального когерентного состояния мик-
роскопического поля ϕα для любых начальных со-
стояний атома, а также при УСС качественно зави-
сит от значения фазового угла ϕd матричного эле-
мента перехода атома в случае начального состоя-
ния суперпозиции состояний атома.

Показано, что в случае начального когерентно-
го состояния поля с числом фотонов nα ≫ 1 и при
произвольном начальном состоянии атома для эво-
люции во времени средних значений и дисперсий
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ТФОФ поля характерно явление коллапса и возрож-
дения осцилляций Раби этих величин.
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Работа посвящена описанию переноса энергии когерентными тепловыми возбуждениями в диэлектри-

ках, метаматериалах и наноразмерных системах. В технике вторичного квантования предложен общий

формализм теплопроводности, учитывающий как модель свободных фононов при передаче тепла, так

и образование когерентных шредингеровских состояний осцилляторной системы. Получен общий вид

решения временной задачи с произвольными начальными условиями. Точное решение получено анали-

тически для теплового потока, переносимого когерентными фононами, созданными электронным волно-

вым пакетом, продуцированным лазерным импульсом, воздействовавшим на наноматериал. Полученный

точный вид решения в квадратурах создает основу для количественного описания когерентных фононов

с различными начальными условиями, а также с учетом тепловых распределений, что позволяет прово-

дить оценку тепловых свойств нанокристаллов. Показано, что при определенных соотношениях констант,

характеризующих взаимодействие фононов с электронной подсистемой, в кристалле может устанавли-

ваться незатухающий со временем тепловой поток.

DOI: 10.31857/S0044451024050031

1. ВВЕДЕНИЕ

Теоретические и экспериментальные исследова-
ния последних лет показали, что перенос тепловой
энергии в диэлектриках и метаматериалах на нано-
и микроуровне часто носит квантово-механический
характер когерентности. Квантовый характер пере-
носа энергии приводит к новым физическим эф-
фектам, таким как фононная когерентность, тепло-
вая сверхпроводимость [1], тепловое эхо, баллисти-
ческий резонанс и др.

При классическом подходе к описанию тепло-
вых процессов, основанном на феноменологически
вводимых соотношениях, определяющих коэффици-
енты переноса, теплопроводность в твердых телах
определяется по закону Фурье. В рамках этой гипо-
тезы обычно постулируется линейная зависимость

* E-mail: eorlenko@mail.ru

тепловых потоков от термодинамических парамет-
ров [2, 3]. В кинетической теории предполагается,
что совокупность движущихся квазичастиц (бозе-
, или ферми-типа) [4] переносит тепло. Движение
квазичастиц (эволюция их функции распределения)
описывается как уравнением переноса Больцмана
в квазиклассическом случае, так и более строгим
аппаратом температурных функций Грина. Свобод-
ное квазиклассическое движение квазичастиц соот-
ветствует баллистическому способу переноса теп-
ла, который реализуется в гармонических кристал-
лах. Влияние нелинейности и дефектов решетки,
межатомных взаимодействий на теплообмен моде-
лируется взаимодействиями (столкновениями) ква-
зичастиц, в частности, подобные эффекты возни-
кают в системах типа планарных полупроводнико-
вых наноструктур при взаимодействии в них оп-
тически возбужденных экситонов с акустическими
фононами [5]. В результате столкновений квазича-
стицы могут совершать броуновское движение или
блуждание по Леви. Первое соответствует классиче-
ской фурье-моде теплообмена, а второе — аномаль-
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ному теплообмену [6–8]. В [9] показано, что функ-
ция распределения квазичастиц является функцией
Вигнера, а не Планка, как для свободных фононов.
Уравнение, описывающее эволюцию функции Виг-
нера для гармонических кристаллов, было получено
Мильке [10], а обобщение на слабо ангармонический
случай сделано в [11].

Когерентный тепловой перенос, включая мини-
мальную теплопроводность и локализацию Андер-
сона, интенсивно наблюдался в различных нанофо-
нонных кристаллах. Нанофононные кристаллы яв-
ляются искусственными материалами, в которых
волновая природа колебаний решетки проявляется
явно в тепловых свойствах данных материалов [12–
14]. Фононная когерентность была установлена в ка-
честве основного источника различных уникальных
явлений теплового переноса [12–14], таких как коге-
рентный тепловой перенос и эффект удержания фо-
нонов. Недавние исследования обнаружили, что фо-
нонная когерентность оказывает значительное вли-
яние на фонон-фононное рассеяние, фононные мо-
дальные корреляции и межфазное распространение
фононов, которые отличаются от картины «чистых»
частиц [15–17].

В работе [18], так же как и в [5], исследуется
связь блоховских колебаний с продольными опти-
ческими фононами, например, в узкоямной сверх-
решетке In0,53Ga0,47As/In0,52Al0,48As, где наблюда-
лось сильное увеличение амплитуд когерентных фо-
нонов, когда блоховские колебания впоследствии на-
страиваются в резонанс с различными модами опти-
ческих фононов [18]. Большинство проявлений коге-
рентности тепловых фононов в экспериментальных
исследованиях основаны на измерении теплопровод-
ности и ее характерных изменений [13, 14]. Напри-
мер, о существовании когерентных фононов кос-
венно свидетельствует экспериментальное наблюде-
ние немонотонной зависимости теплопроводности
от периода сверхрешетки [15–17, 19, 20]. В рабо-
те [14] когерентность фононных возбуждений ис-
следуется путем расчета теплопроводности κ на ос-
нове подхода Грина – Кубо как автокорреляцион-
ная функция теплового потока S(t), при этом по-
лагается, что выражение для удельной теплоемко-
сти на моду сводится к классическому Cclass, если
корреляционный член (автокорреляция числа фо-
нонов), учитывающий число фононов в данной мо-
де, просто равен Nλ = T/~ωλ, где T — темпера-
тура в энергетической шкале. В случае преоблада-
ния «корпускулярно-подобного» поведения, корре-
ляционный множитель Cor(t) следует экспоненци-
альному закону затухания со временем жизни τ (p)

(particle), в соответствии с обычным приближением
одномодового времени релаксации

Corλ = e−t/τ (p)

.

По мере увеличения эффекта когерентности при
описании распада фононов здесь учитывается по-
правка, включающая модальное время когерентно-
сти τcλ (coherent) следующим образом:

Corλ = exp

[
t

τ (p)

]
exp

[
−4 ln(2)

t2

(τcλ)
2

]
.

При этом ожидалось, что когерентность окажет ре-
шающее влияние на фононный распад и его распро-
странение, распад фононов должен следовать обоб-
щенному закону, как показано в [14] для коэффици-
ента теплопроводности

κ ∝ 1

3

∑

α,λ

Cclass
λ v2λατ

c
λ exp

[
(τcλ)

2

128(τpλ)
2

]
.

Однако экспериментально полученные зависимости
аккумулятивной классической и квантовой тепло-
проводности для Tl3VSe4 при температурах 50 и
300 К показывают хорошее согласие между резуль-
татами вычислений методом молекулярной динами-
ки (МД) и экспериментом для высокой температу-
ры, когда «работает» классический предел, в то вре-
мя как для температуры 50 К, когда ожидаемое
в расчетах квадратичное (гауссовского типа) затуха-
ние демонстрирует существенное расхождение с экс-
периментом. Оценка этой обобщенной теплопровод-
ности была реализована путем введения вейвлетно-
го преобразования МД-величин, которое дает время
когерентности фононных возбуждений, а также их
время жизни.

Когерентные эффекты при переносе тепла про-
являют себя также в недавно возникшем направ-
лении — полупроводниковой оптомеханике, осно-
ванной на использовании экситонных полярито-
нов [21, 22]. Поляритоны являются смесью фото-
нов и материальных возбуждений [5]. В работе [5]
теоретически исследовано взаимодействие оптиче-
ски возбужденных экситонов с акустическими вол-
нами в планарных полупроводниковых нанострук-
турах. Это взаимодействие приводит к сильной
нелинейности в распространении звука в массивах
квантовых ям, или в планарных полупроводнико-
вых брэгговских микрорезонаторах, поддерживаю-
щих экситон-поляритонные моды.

В нашей работе мы покажем, что в кристал-
ле с учетом взаимодействия колебаний кристалли-
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ческой решетки с электронной подсистемой экси-
тонной составляющей поляритона могут формиро-
ваться когерентные состояния, аналогичные состо-
яниям Шредингера. Принимая во внимание кон-
станту нелинейного оптомеханического взаимодей-
ствия между оптически накачиваемыми экситона-
ми и распространяющимися акустическими волна-
ми, рассчитанную в работе [5], покажем, что коге-
рентные состояния при тепловом транспорте дей-
ствительно формируются в волновой пакет. В ко-
ординатном представлении эти состояния являются
не чем иным, как осциллятором со смещенным цен-
тром. Эти когерентные состояния с пуассоновским
распределением по числу фононов в данной моде иг-
рают важную роль и приводят к характерным зави-
симостям тепловых потоков от времени. При опре-
деленных временах затухания фононов в полосе час-
тот, связанной с этой константой, может форми-
роваться не затухающий со временем тепловой по-
ток (спектральная плотность потока в полосе час-
тот). Такое поведение теплового потока напомина-
ет сверхтеплопроводность, рассматриваемую в ра-
ботах [22–27], для которой в литературе иногда ис-
пользуется термин «тепловая сверхпроводимость».
Полупроводники, кубические кристаллы арсенида
бора (BAs), как было недавно обнаружено [22–25],
обладают сверхвысокой теплопроводностью по срав-
нению с большинством обычных материалов и де-
монстрируют большие перспективы для управления
тепловым режимом в электронике [25–27].

2. ГАМИЛЬТОНИАН, ОПИСЫВАЮЩИЙ
КОГЕРЕНТНЫЕ СОСТОЯНИЯ ФОНОНОВ

Как известно, упругие колебания кристалличе-
ской решетки в классическом пределе могут рас-
сматриваться как набор плоских волн с волновым
вектором k и соответствующей частотой

ν = c |k| /2π = ω/2π

(где ω — угловая частота) и поляризациями, напри-
мер линейными, λ (λ = 0, 1, 2,). При квантовом опи-
сании с учетом квантования амплитуд волн |n

kλ〉 —
это набор nkλ фононов с импульсами p = ~k и энер-
гиями εk = ~ωk с соответствующей функцией рас-
пределения числа фононов в заданной моде kλ:

nkλ =
1

e~ωk/T − 1
,

где T — температура в энергетической шкале:

T = kBT
◦,

kB — постоянная Больцмана, T ◦ — температура
в градусах. Соответствующие операторы рождения
и уничтожения, b̂†kλ, b̂kλ, фонона в заданном состо-
янии |n

kλ〉 определяются через операторы обобщен-
ных координат Q̂

kλ и импульсов P̂
kλ как

b̂†
kλ =

√
mωk

2~

(
Q̂kλ +

P̂kλ

imωk

)
,

b̂kλ =

√
mωk

2~

(
Q̂kλ − P̂kλ

imωk

)
,

где m — масса иона кристаллической решетки. Со-
ответствующие коммутационные соотношения для

них,
[
b̂k′λ′ b̂†

kλ

]
= δk′kδλ′λ, определяются известными

условиями коммутации для операторов координат
и импульсов (более подробно см. в Приложении). Та-
ким образом, оператор вектора смещения n-го иона
решетки ξ̂n(r, t) определяется как

ξ̂n(r, t) =

=
∑

k,λ

√
~

2mωk

[
b̂kλe

−iωktAkλ(r)+ b̂
†
kλe

iωktA∗
kλ (r)

]
.

(1)

Здесь

Akλ(r) =
1√
N

ekλe
ik·r

— координатная часть амплитуды гармоники (мо-
ды) kλ,

b̂kλ(t) = b̂kλe
−iωkt,

b̂†kλ(t) = b̂†kλe
iωkt.

Соответствующий гамильтониан, описывающий
свободные колебания кристаллической решетки,
имеет вид

Ĥ0 =

N∑

i=1

{
m

2
̂̇
ξ
2

i +
γ

2

(
ξ̂i − ξ̂i−1

)2}
=

=
∑

kλ

~ωk

(
b̂†
kλb̂kλ +

1

2

)
. (2)

Здесь γ — «коэффициент жесткости» решетки, ко-
торый определяется потенциалом взаимодействия
соседних ионов:

γ =
∂2

∂x2
U(x).

В изотропной среде деформационный потенциал

Wd = −γSpξ̂
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определяет оператор энергии взаимодействия атома
(иона, или любого дефекта, имеющего электронную
структуру) с акустическими фононами [28]:

Ŵd ≡ V̂eph = −γ
∑

k,λ

{√
N

2m~ωk
×

× (iek · ki→f ) ĉ
†
fσ′ ĉiσ×

×
(
bk,λ(t)e

ikλ·r − b(t)+−k,λe
−ikλ·r

)}
, (3)

Здесь операторы ĉ†fσ′ ĉiσ — операторы рождения
и уничтожения электронов в указанных, напри-
мер экситонных, состояниях |ηiσ〉, |ηfσ′〉 являются
операторами фермионного типа. Здесь вектор |ηiσ〉
означает начальное состояние электрона в экситон-
ном состоянии, которое включает в себя спин элек-
трона с проекцией σ. С электроном, находящемся
в указанном состоянии, взаимодействуют фононы,
число которых в данной моде kλ обозначено как n(i)

kλ.
Тогда начальное состояние системы, «экситон + фо-

нон» будет описываться как |i〉 =
∣∣∣n(i)

kληiσ

〉
. При вза-

имодействии с фононами, описываемом оператором
«электрон»-фононного взаимодействия V̂eph, атом-
ная система, или «электронная среда», переходит

в конечное состояние f (или |f〉 =
∣∣∣n(f)

kλ ηfσ′

〉
).

В этом случае набор всех квантовых чисел, характе-
ризующих электронную систему, обозначим как ηfσ′

с учетом их спинового состояния σ′, а состояние фо-
нонной системы с числом фононов в данной моде kλ
как n(f)

kλ .
В результате данного взаимодействия один или

более фононов в определенном поляризационном со-
стоянии и с определенными импульсами испуще-
ны или поглощены «электронной средой». Разни-
ца в импульсе и поляризации «электронной среды»,
инициируемая излучением или поглощением фоно-
нов, по сути, определяет поляризационные харак-
теристики испускаемых или поглощаемых фононов.
Этот процесс описывается дифференциальной веро-
ятностью перехода, dw(a)

fi (для абсорбции) и dw
(e)
fi

(для испускания). Необходимо подчеркнуть, что во-
обще говоря, начальное и конечное возбужденные
состояния «электронной среды» не являются стаци-
онарными. Они не только пропорциональны соот-
ветствующим осциллирующим во времени множи-
телям,

|ηi〉 ∝ exp(−iEit/~), |ηf 〉 ∝ exp
(
−iEf t/~

)
,

но также являются релаксирующими к соответству-
ющим основным состояниям с частотами релакса-

ции γi и γf или так называемыми вероятностями
релаксации в единицу времени:

∣∣ηi
〉
∝ exp(−iEit/~− γit),

∣∣ηf
〉
∝ exp

(
−iEf t/~− γf t

)
,

которые определяют ширину спектральной линии.
Принимая во внимание относительную малость кон-
станты взаимодействия электронной системы с ко-
лебаниями решетки, это взаимодействие можно по-
следовательно описывать методами теории возму-
щений. В соответствии с общими формулами неста-
ционарной теории возмущений с возмущением, яв-
но зависящим от времени, вероятность Pfi(t) пе-
рехода из начального состояния |i〉 системы фоно-
нов + «электронная среда» в конечное состояние |f〉
под действием возмущения, действующего в интер-
вале времени [0, t], можно представить в виде разло-
жения по вкладам, учитывающих одно-, двух-, трех-
фононные и т. д. переходы.

Для однофононного перехода, сопровождающе-
гося эмиссией (e), или абсорбцией (a) одного фо-
нона, характеризующегося набором квантовых чи-
сел πρ ≡ {k, λ, ωk}, вероятность этого процесса опре-
деляется тогда следующей формулой:

V̂ (t′) = V̂ (e)
(
πp)e

iωkt
′

+ V̂ (a)
(
πp
)
e−iωkt

′

, (4)

где

V̂ (e)
(
πp
)
= −γ

√
~

2mωk

b̂†kλ(0)A∗
kλ(r),

V̂ (a)
(
πp
)
= −γ

√
~

2mωk

b̂kλ(0)Akλ(r).

(5)

Описание процесса взаимодействия фононов
и электронной системы с поляризацией, обуслов-
ленной деформационным потенциалом, проводится
с учетом как вклада свободных тепловых колеба-
ний кристалла, см. формулу (2), так и собственно
вклада электрон-фононного взаимодействия:

Ĥ = Ĥ0+V̂ (t′) =
∑

kλ

{
~ωk

(
b̂†
kλb̂kλ+

1

2

)
+

+

(
− i

~

)〈
ηf
∣∣ (−γ)e

√
~

2mωkN
ekλ · ikĉ†f ĉi |ηi〉 ×

×
(
b̂†
kλ(t

′) + b̂kλ(t
′)
)}

, (6)

Под матричными элементами 〈ηf |V̂eph|ηi〉, вычис-
ленными по начальному и конечному состояниям
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электронной системы, можно понимать также эф-
фекты, обусловленные взаимодействием с экситон-
ной поляризацией и подробно описанные в [5]. Здесь
константу упругого взаимодействия γ следует за-
менить на константу Ξ, которая, помимо констан-
ты деформационного потенциала γ, приблизитель-
но равной 10 эВ, содержит еще вклад поляризаци-
онного потенциала ε|P |2, где ε = 4πΞ2/ωE , P — ам-
плитуда экситонной поляризации, E — модуль Юн-

га. Расчет матричных элементов
〈
ηf

∣∣∣ V̂eph |ηi〉 при-

водит к гамильтониану, описывающему колебания
решетки с учетом влияния электронной системы на
фононную, например, с учетом экситон-фононного
взаимодействия:

Ĥ =
∑

kλ

Ĥkλ =
∑

kλ

{
~ωk

(
b̂†
kλb̂kλ +

1

2

)
−

Λkλ

{
b̂†
kλ + b̂kλ

}}
,

Λkλ = eΞekλk

√
1

2m~ωkN
,

Ξ = γ

(
1 +

4πγ2

ωE |P |2
)
.

(7)

По своей форме описание фононной системы с по-
мощью гамильтониана (7) совпадает с описанием
оптических полей, взаимодействующих с веществом
(электронной системой). Для последних показано,
что наиболее приемлемым базисом является отнюдь
не базис «фоковских» состояний с определенным
числом фотонов в заданной моде и неопределен-
ной фазой, а базис когерентных состояний, который
в отличие от «фоковских» имеет переменное чис-
ло частиц (в оптическом смысле фотонов), но при
этом определенную фазу [29]. (Более подробно см.
Приложение.)

3. КОГЕРЕНТНЫЕ СОСТОЯНИЯ ФОНОНОВ

Рассмотрим подробнее полученный гамильто-
ниан (7), вернее его составляющую, отвечающую
моде (kλ):

Ĥkλ = ~ωk

(
b̂†
kλb̂kλ +

1

2

)
− Λkλ

{
b̂†
kλ + b̂kλ

}
. (8)

Для его диагонализации мы совершим унитарное
преобразование — такое, которое связывает ис-
ходные (старые) операторы рождения/уничтожения
частицы в осцилляторном состоянии с новыми опе-

раторами рождения и уничтожения следующим об-
разом:

b̂†
kλ = B†

kλ + u∗kλ,

b̂kλ = Bkλ + ukλ.
(9)

где ukλ — некоторая в общем случае комплексная
функция. Они также удовлетворяют коммутацион-
ному соотношению бозонного типа:

[
Bk′λ′B

†
kλ

]
= δk′kδλ′λ.

Подставляя выражение (9) в гамильтониан (8)
и проводя диагонализацию, имеем

Ĥkλ = ~ωk

(
B†

kλBkλ +
1

2

)
− 2 (Λkλ)

2

~ωk

. (10)

Для этого необходимо, чтобы функция ukλ была чи-
сто вещественной:

ukλ =
Λkλ

~ωk
. (11)

Известно, что подобное линейное преобразование
операторов рождения/уничтожения (11) осуществ-
ляется оператором унитарного преобразования
Û = eD̂ (где D̂ = D̂† — эрмитов оператор):

B = e−D̂ b̂eD̂ = b̂+
Λkλ

~ωk

, (12)

где индексы (kλ) у операторов b̂† и b̂ пока опущены.
Поскольку состояния с различными (kλ) являются
независимыми, ортогональными, мы можем, не ума-
ляя общности рассуждений, эти индексы опустить
с целью избежать громоздкости записи. Ищем опе-
ратор D̂ в виде

D̂ = α
(
b̂† − b̂

)
,

с вещественной функцией

α =
Λkλ

~ωk

.

Оператор унитарного преобразования в общем
случае имеет вид

Û(α) = e(αb̂
†−αb̂).

Он преобразует «старую» функцию вакуума
|nkλ〉 = |0〉 в соответствующий «новый» вакуум:

|νkλ = 0〉 = |α〉 = Û(α) |nkλ = 0〉 =

= e

(
α∗b̂†−αb̂

)
|nkλ = 0〉 . (13)
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Принимая во внимание равенство Бэйкера – Кэмп-
белла – Хаусдорфа, получаем

eα
∗ b̂†−αb̂ |nkλ = 0〉 = e−|α|2/2eα

∗ b̂†e−αb̂ |nkλ = 0〉 =

= e−|α|2/2
∞∑

ν=0

(
α∗)ν
√
ν!

|ν〉 = |α〉
kλ . (14)

Мы учли также, что b̂ |n = 0〉 ≡ 0. Полученная су-
перпозиция осцилляторных состояний с различным
числом фононов в данной моде представляет собой
когерентное состояние, аналогичное глауберовским
фотонным состояниям. Понятие когерентных состо-
яний введено Шредингером в 1926 г. Они являются
собственными состояниями полученного гамильто-
ниана (13) и соответствуют энергии, учитывающей
взаимодействие с электронной подсистемой:

εkλ = ~ωk

(
αkλ +

1

2

)
− 2 (Λkλ)

2

~ωk

. (15)

Для них справедливы следующие выражения (см.
подробно [29]):

b̂ |α〉
kλ = αkλ |α〉kλ ,

αkλ =
Λkλ

~ωk

,
(16)

которым отвечает собственное значение энер-
гии (15), где среднее число фононов в когерентном
состоянии, соответствующее данной моде, равно

〈n〉
kλ = 〈α| b̂†b̂ |α〉

kλ = |α|2
kλ ,

|α〉
kλ = e−〈n〉

kλ/2
∞∑

n=0

|n〉
kλ

√
〈n〉

kλ

n

√
n!

,
(17)

а функция распределения по числу фононов в
данной моде отвечает распределению Пуассона
(см. Приложение)

Wkλ(n) = e−〈n〉
kλ

〈n〉n
kλ

n!
. (18)

С учетом (16), (17), а также того, что сама кон-
станта взаимодействия для данной моды Λkλ все-
таки является сложной функцией частоты (7), по-
лученные когерентные состояния носят специфиче-
ский характер и зависят от частоты распространя-
ющейся моды колебаний. Здесь

〈n〉
kλ = |α|2

kλ ∝ 1

ω3
k

.

4. ТОЧНОЕ РЕШЕНИЕ ВРЕМЕННОЙ
ЗАДАЧИ ВЗАИМОДЕЙСТВИЯ ФОНОНОВ

С ЭЛЕКТРОННОЙ ПОДСИСТЕМОЙ.
ПОТОК ЭНЕРГИИ

Рассмотрим ситуацию, когда оптомеханическое
взаимодействие между оптически накачиваемыми
экситонами и распространяющимися акустически-
ми волнами содержит явную зависимость от време-
ни, обусловленную поляритонной генерацией экси-
тонов при воздействии на наноструктуру лазерного
импульса. Тогда

Λkλ(t) = eΞ(t)ekλk

√
1

2m~ωkN

〈
ηf (t)

∣∣ĉ†f ĉi|ηi(t)〉.

(19)
Соответствующим образом гамильтониан такой си-
стемы перепишется как

Ĥ
kλ(t) = ~ωk

(
b̂†
kλb̂kλ +

1

2

)
− Λ

kλ(t)
{
b̂†
kλ + b̂kλ

}
.

Мы рассматриваем решение для каждой моды ко-
лебаний независимо. В этом случае необходимо ре-
шать нестационарное уравнение Шредингера:

i~
∂Ψkλ(t)

∂t
= Ĥkλ(t)Ψkλ(t). (20)

Как и в [30], общий вид решения будем искать в виде

Ψ
kλ(t) =

= Ckλ(t)e
αkλt)b

†
kλeβkλ(t)bkλeγkλ(t)b

†
kλbkλΨkλ(−∞),

(21)

где Ψkλ(−∞) — волновой вектор системы в началь-
ном состоянии до воздействия на нее электронного
возмущения, α(t), β(t), γ(t) — искомые функции вре-
мени. Подставляя (21) в (20) и принимая во внима-
ние следующие коммутационные соотношения [30]:

[eβkλb̂kλ , b̂†
kλ] = βkλe

βkλb̂kλ ,⇒
⇒ eβkλb̂kλ b̂†

kλ = (b̂†
kλ + βkλ)e

βkλb̂kλ ,

[eαkλb
†
kλ , b̂kλ] = −αkλe

αkλb̂
†
kλ ,⇒

⇒ eαkλb̂
†
kλ b̂kλ = (b̂kλ − αkλ)e

αkλb̂
†
kλ ,

(22)

приходим к уравнению (для каждой моды k, λ)

i~

{
Ċ(t)

C(t)
+ α̇(t)b̂† + β̇(t)(b̂ − α(t)) +

+ (b̂† + β)(b̂ − α(t))γ̇(t)

}
Ψkλ(t) =

=
{
~ω(b̂†b̂+ 1

2 )− Λ(t)(b̂† + b̂)
}
Ψkλ(t). (23)
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Компонуя коэффициенты при комбинациях опера-
торов рождения/уничтожения в данной моде, полу-
чаем

i~

{(
Ċkλ(t)

Ckλ(t)
− β̇kλ(t)αkλ(t)− βkλαkλ(t)γ̇kλ(t)

)
+

+
(
α̇kλ(t)− αkλ(t)γ̇kλ(t)

)
b̂†
kλ+

+
(
β̇kλ(t) + βkλ(t)γ̇kλ(t)

)
b̂kλ + b̂†

kλb̂kλγ̇kλ(t)

}
Ψkλ(t)=

=

{
~ωk(b̂

†
kλb̂kλ +

1

2
)− Λkλ(t)(b̂

†
kλ + b̂kλ)

}
Ψkλ(t).

(24)

Приравнивая коэффициенты при соответствующих
комбинациях операторов рождения/уничтожения
в данной моде слева и справа, приходим к системе
уравнений для определения искомых функций α(t),
β(t), γ(t), которая является общей для различных
начальных условий:

1) для коэффициентов, стоящих при операторе
b̂†
kλb̂kλ, имеем уравнение

i~γ̇kλ(t) = ~ωk;

2) для коэффициентов, стоящих при операторе
b̂kλ, имеем уравнение

i~
(
β̇kλ(t) + βkλ(t)γ̇kλ(t)

)
= −Λkλ(t);

3) для коэффициентов, стоящих при операторе
b̂†
kλ, имеем уравнение

i~ (α̇kλ(t)− αkλ(t)γ̇kλ(t)) = −Λkλ;

4) для свободных членов имеем уравнение

i~

(
Ċkλ(t)

Ckλ(t)
−β̇kλ(t)αkλ(t)− βkλαkλ(t)γ̇kλ(t)

)
=

~ωk

2
.

Таким образом, приходим к системе уравнений,
определяющей в общем виде решение временной
задачи:

γ̇kλ(t) = −iωk,

β̇kλ(t)− iωkλβkλ(t) =
iΛkλ(t)

~
,

α̇kλ(t) + iωkαkλ(t) =
iΛkλ(t)

~
,

Ċkλ(t)

Ckλ(t)
− αkλ(t)

(
β̇kλ(t)− βkλ(t)iωk

)
= − i

2
ωk.

(25)

Отсюда получаем общий вид решений для искомых
коэффициентов, полностью определяющих волно-
вую функцию (волновой вектор) в любой момент
времени:

Ckλ(t) = exp

(
−iωt

2

)
exp

{
− 1

~2

t∫

−∞

dt′×

×
(
Λkλ(t

′)e−iωt′
t′∫

−∞

dt′′
(
Λkλ(t

′′)eiωt′′
))}

,

αkλ(t) =
ie−iωkt

~

t∫

−∞

Λkλ(t
′)eiωkt

′

dt′,

βkλ(t) =
ieiωkt

~

t∫

−∞

Λkλ(t
′)e−iωkt′dt′,

γkλ(t) = −iωkt.

(26)

Далее мы рассматриваем возможное решение
задачи, которая соответствует экспериментам ти-
па [18], когда когерентная суперпозиция электрон-
ных состояний получается в результате воздействия
на электронную систему ультракоротких лазерных
импульсов. До воздействия поля лазера система
изначально находилась в вакуумном состоянии по
всем модам Ψkλ(−∞) = |0〉

kλ. Начальные условия
можно взять в виде

αkλ(−∞) = 0,

βkλ(−∞) = 0,

Ckλ(−∞) = 1.

(27)

Рассмотрим для примера эволюцию фононно-
го «волнового пакета», появление которого обу-
словлено взаимодействием с электронным волно-
вым пакетом, генерированным экситонной компо-
нентой поляритона, и описываемого матричным эле-

ментом в (19)
〈
ηf (t)

∣∣∣ ĉ†f ĉi |ηi(t)〉, что является вре-

менным сигналом Λ(t) «электрон-фононного взаи-
модействия» в виде функции

Λkλ(t) = Λ
kλ0

e−
|t|
τ , (28)

Тогда, используя полученные общие выражения (28)
для коэффициентов Ckλ(t), αkλ(t), βkλ(t), γkλ(t), по-
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лучаем явные зависимости от времени:

αω(t) =
ie−iωt

~

t∫

−∞

Λ0e
−|t′|/τeiωt′dt′′ =

=
ie−iωt

~
Λ0

{
2τ

1+(τω)2
− τe−t/τeiωt

1−iτω

}
→

t→∞

→
t→∞

ie−iωt

~
Λ0

2τ

1 + (τω)
2 ,

βω(t) =
ieiωt

~
Λ0

t∫

−∞

e−|t′|/τe−iωt′dt′ =

=
ieiωt

~
Λ0

2τ

1 + (ωτ)
2 , γ(t) = −iωt,

(29)

Cω(t) = e−iωt/2 exp



− 1

~2

t∫

−∞

dt′×

×


Λ0e

−|t′|/τe−iωt′
t′∫

−∞

dt′′
(
Λ0e

−|t′′|/τeiωt′′
)



 →

t→∞

→
t→∞

e−iωt/2 exp



− Λ2

0

2~2

[
2/τ

(1/τ)
2
+ ω2

]2
 . (30)

Принимая во внимание начальные условия (27),
(28), можно записать волновую функцию в виде

Ψkλ(t) = Ckλ(t)e
α(t)b†eβ(t)beγ(t)b

†b |0〉 =

= Ckλ(t)

∞∑

ν=0

αν
kλ(t)

ν!
b†ν
kλ |0〉 = Ckλ(t)

∞∑

ν=0

αν
kλ(t)√
ν!

|ν〉 ,

eβkλ(t)bkλeγkλ(t)b
†
kλbkλ |0〉 =

= eβ(t)b
∞∑

ν=0

γν
kλ(t)

ν!
n̂ν
kλ |0〉 = eβkλ(t)bkλ · 1̂ |0〉 = |0〉 .

(31)
Легко показать при этом, что условие нормировки
волнового вектора при полученных значениях коэф-
фициентов (29), (30) полностью удовлетворяется:

〈Ψkλ(t)| |Ψkλ(t)〉 = |Ckλ(t)|2
∞∑

ν=0

|αkλ(t)|2ν
ν!

=

= |Ckλ(t)|2 e|αkλ(t)|2 = 1,

|Ckλ(t)|2 = e−|αkλ(t)|2 ,⇒ |Ckλ(t)| = e−|αkλ(t)|2/2 =

= exp



− Λ2

0

2~2

[
2τ

1 + (ωkτ)
2

]2
, (32)

|αkλ(t)|2 =

(
2
Λ0τ

~

)2





1
(
1 + (τωk)

2
)2 −

− e−t/τ

(
1 + (τωk)

2
)3/2 cos (ωkt+ arctg (ωkτ))+

+
e−2t/τ

4
(
1+(τωk)

2
)



 →

t→∞

(
2τΛ0

~

)2
1

(
1+(τωk)

2
)2 .

(33)

Тогда тепловой поток энергии, переносимой фоно-
нами в когерентных состояниях определяется как

〈j〉
kλ = ~ωkcs 〈Ψkλ(t)| n̂kλ|Ψkλ(t)〉 =

= ~ωcs |Ckλ(t)|2
∞∑

ν=0

ν
|αkλ(t)|2ν

ν!
=

= ~ωcs |αkλ(t)|2 |Ckλ(t)|2 e|αkλ(t)|2 , (34)

где сs — скорость звука в кристалле (фазовая ско-
рость для данной моды):

cs =
ωk

k
.

С учетом условия нормировки (32) спектральная
плотность потока тепловой энергии будет равна

〈j〉ω =
dε

dω
= ~ωcs

gsω
2

(2π)
3
c3s

2π

3
|αω(t)|2 =

= ~ω
ω2

(2π)2c2s

(
2Λ0τ

~

)2
{

1
(
1 + (τω)

2
)2−

e−t/τ cos (ωt+ arctg(ωτ))

(1 + (τω)2)3/2
+

e−2t/τ

4 (1 + (τω)2)

}
→

t→∞

→
t→∞

~ω3

c2s

(
2τΛ0

2π~

)2
1

(
1 + (τω)

2
)2 . (35)

Для промежутка времени T =2π/ω≪ t<τ плот-
ность потока будет иметь вид

〈j〉ω = ~ω
ω2

(2π)2c2s

(
2Λ0τ

~

)2

×

×
{

1

(1 + (τω)2)
2 +

e−2t/τ

4 (1 + (τω)2)

}
. (36)
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Для промежутка τ < t→ ∞ имеем

〈j〉ω =
dε

dω
= ~ω

gsω
2

(2π)
3
c2s

2π

3
|αω (t)|2 →

t→∞

→
t→∞

~ω3

c2s

(
τΛ0

π~

)2
1

(
1 + (τω)2

)2 . (37)

Тогда полный квантово-механический поток энер-
гии, переносимый когерентными фононами, без уче-
та теплового фактора определяется как интеграл

J =

∞∫

−∞

〈j〉ω dω =

̟D∫

−̟D

|α (t)|2
4π2c2s

~ωω2dω =

=

(
τΛ0

π~

)2
2~

c2s





̟D∫

0

ω3

(
1 + (τω)

2
)2 dω +

+
e−2t/τ

4

̟D∫

0

ω3

(
1 + (τω)2

)dω



 =

=

(
Λ0

τπ

)2
2

~c2s

{(
1− e−2t/τ

2

)
ln
(
1 + (τωD)

2
)
+

+
1(

1 + (τωD)2
) − 1 +

e−2t/τ

2
(τωD)

2

}
, (38)

С учетом выражения для скорости звука,

cs =
ωD

2π
3

√(
4π

3n

)
, (39)

полное выражение для потока энергии будет иметь
вид

J = 3ncs
Λ0

(τωD)
2×

× Λ0

~ωD

{(
1− e−2t/τ

2

)
ln
(
1 + (τωD)2

)
+

+
1(

1 + (τωD)
2
) − 1 +

e−2t/τ

2
(τωD)

2

}
. (40)

Указанная зависимость полного потока энергии
от комбинации внутренних характеристик кристал-
ла, таких как частота Дебая ωD и время коге-
рентности τ , представлены на рис. 1. Хорошо вид-
но, что при определенных соотношениях указан-
ных параметров, а именно x = τωD ∼ 2, величи-
на полного потока энергии не затухает со време-
нем. Принимая во внимание указанные в работе [1]

Рис. 1. Полный поток энергии как функция времени

t = t/τ и обратного времени затухания x = ωDτ .

При x ∼ 2 наблюдается максимум потока и отсутствие

затухания потока от времени

для арсенида бора (BAs) частоты Дебая акустиче-
ских фононов ωD ∼ 12.8 ТГц и характерные време-
на когерентности τ ∼ 10−13 с, мы видим, что они
укладываются в указанную оценку, что можно свя-
зать с установлением режима супертеплопроводно-
сти [1,24–27,31,32]. В работе [32] изучается динамика
когерентных оптических фононов в теллуре после
интенсивного воздействия фемтосекундного лазер-
ного импульса. Основным механизмом аномальных
тепловых явлений в материале, вплоть до «нетем-
пературного» фазового перехода, считается так на-
зываемый DECP (Displacive Excitation of Coherent
Phonons). Показано, что время, необходимое носи-
телю для диффузии на одну длину поглощения (50
нм), составляет около 600 фс = 6 ·10−13 c, характер-
ные частоты, на которых наблюдаются резонансные
эффекты теплопроводности, равны 3–3.6 ТГц. На-
ша оценка параметра x = τω составляет для дан-
ной системы x = τω = 1.8–2.16, что соответству-
ет незатухающему потоку энергии, представленно-
му на рис. 1.

Более того, чтобы не прибегать при оценке пове-
дения наноразмерных объектов к справочным зна-
чениям скорости звука в кристалле или частоты Де-
бая, полученным для макроскопических материа-
лов, можно воспользоваться микроскопическим зна-
чением частоты Дебая как максимально возмож-
ным значением частоты распространения гармони-
ческого возбуждения, соответствующим минималь-
ной длине волны, равной двум постоянным решетки
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a конкретного нанокристалла:

ωmax =
2π

λmin

√
γ

m
a = π

√
γ

m
,

в нашем случае константа взаимодействия вместо γ
будет Ξ.

5. КОГЕРЕНТНЫЙ ТЕПЛОВОЙ ПОТОК
ПРИ КОНЕЧНОЙ ТЕМПЕРАТУРЕ

Рассмотрим теперь задачу для конечных темпе-
ратур. Здесь необходимо учитывать весь контину-
ум мод во всем спектре разрешенных частот. Спек-
тральная плотность потока тепла с учетом конечной
температуры должна учитывать тепловое распреде-
ление числа фононов в данной моде (функцию рас-
пределения Планка)

〈j〉ωT =

〈
dε

dω

〉

T

=

= ~ωcs
gsω

2

(2π)3c3s

2π

3
|α(t)|2

(
1

e~ω/T − 1

)
≈

≈
(
t≫ T =

2π

ω

)
≈ ~ω

ω2

(2π)2c2s

(
2Λ0τ

~

)2

×

×
{

1

(1 + (τω)2)
2 +

e−2t/τ

4 (1 + (τω)2)

}(
1

e~ω/T − 1

)
→

t→∞

→
t→∞

~ω3

c2s

(
2τΛ0

2π~

)2
1

(1 + (τω)2)2

(
1

e~ω/T − 1

)
. (41)

Зависимости спектральной плотности (41) от
частоты представлены на рис. 2.

Для оценки параметров, возьмем выражение
(41) в виде

jω =

(
~

τT

)
(ωτ)T

(τω)
2

(2π)
2
c2s

(
2Λ0

~

)2

×

×





1
(
1 + (τω)

2
)2 +

e−2t/τ

4
(
1 + (τω)

2
)





(
1

e(~/τT )(τω) − 1

)
,

τ ∼ 10−13,
~

T
∼ 10−14 − 10−15,

~

τT
∼ 0.1−0.01.

Рассмотрим полный поток с учетом температу-
ры в низкотемпературном пределе, T ≤ Λ0 (здесь
температура записывается в энергетической шкале
T = kBT

◦). При этом следует учесть порядки вели-
чин: время когерентности τ определяется характер-
ными временами релаксации электронной системы

Рис. 2. Спектральная плотность потока с учетом равно-

весного распределения Планка. Здесь t = t/τ , x = ωτ .

При заданном времени релаксации фононов имеется резо-

нансная частота ω∗ ∼ 3/2τ , когда спектральная плотность

потока не затухает со временем (сверхтеплопроводимость)

в твердом теле, т. е. τ ∼ 10−13 c. Характерный пара-
метр, входящий в функцию распределения Планка,

~

kBT ◦ =
10−27

1.4 · 10−16T ◦ =
10−11

1.4 · T ◦ ,

в диапазоне температур T ◦ от 300 до 1000 К,
меняется:

~

kBT
◦ =

10−11

1.4 · T ◦ ∼ 10−14−10−15 c.

Тогда необходимо учесть тот факт, что

τω >
~ω

kBT
◦ ,

т. е. мы имеем дело с квазиадиабатическим взаимо-
действием, когда система может быть описана рав-
новесной функцией распределения Планка. Условие
малого градиента означает, что выполняется нера-
венство τcs ≪ l, где l — пространственный масштаб
изменения температуры. Иными словами, само из-
менения температуры происходит на сравнительно
больших временах, l/cs ≫ τ , таким образом, инте-
грирование спектральной плотности потока по час-
тоте с учетом температуры можно выполнять как
при постоянной температуре:
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J =

̟D∫

0

〈j〉ω
(

1

e~ω/T − 1

)
dω =

=

̟D∫

0

|α (t)|2
4π2c2s

(
~ω

e~ω/T − 1

)
ω2dω =

= ~

(
Λ0τ

~πcs

)2
̟D∫

0





1
(
1+(τω)

2
)2 +

e−2t/τ

4
(
1+(τω)

2
)




×

×
(

1

e~ω/T − 1

)
ω3dω. (42)

5.1. Высокотемпературный предел

В случае фононного времени релаксации,
τωD > 1, ~ωD/T ∼ 1, имеем

JHT =

∞∫

0

〈j〉ω
e~ω/T − 1

dω =

(
Λ0

2π~

)2

×

× T

τc2s

[
π +

1

2
e−2t/τ

{
(τωD)

2 − ln
(
1 + (τωD)

2
)}]

=

=
3

2

nTcs
τωD

(
Λ0

~ωD

)2

×

×
{
π +

e−2t/τ

2

[
(τωD)

2 − ln
(
1 + (τωD)

2
)]}

(43)

(подробности вычисления см. в Приложении). Фак-
тически мы приходим к классической линейной за-
висимости от температуры, возникающей в высо-
котемпературном пределе в макроскопическом кри-
сталле. Однако здесь еще имеется вклад, напрямую
связанный с временем когерентности τ , который
экспоненциально затухает со временем, что вполне
согласуется с выводами в работ [14,32,33] для высо-
котемпературного предела с учетом когерентности
фононов.

5.2. Низкотемпературный предел

1. В случае малого времени когерентности,
τωD < 1, ~ωD/T ≫ 1, имеем

JLTτ ≈
̟D∫

0

〈j〉ω
(

1

e~ω/T − 1

)
dω =

=

(
τΛ0

π~

)2
~

τ4c2s

∞∫

0

(
1

e~ωτ/τT−1

)
(τω)

3

(
1+(τω)

2
)2 d (τω) ≈

≈
(
τΛ0

π~

)2
~

τ4c2s

(
τT

~

)4

ζR(4)Γ(4) =

=
2

5
ncs

(πT )4

(~ωD)
3

(
τωD

Λ0

~ωD

)2

, (44)

ζR(4) =
π4

90
.

Здесь учтено выражение (39) для скорости звука.
Результат получается как для обычных тепловых
фононов в отсутствие когерентности, если фактор
когерентности (τΛ0/~) → 1.

2. В случае большого время когерентности,
ωDτ > 1, ~ωD/T ≫ 1, имеем

JLT T =

ωD∫

0

〈j〉ω
(

1

e~ω/T − 1

)
dω =

= ~

(
Λ0τ

~πcs

)2 ∞∫

0





1
(
1 + (τω)2

)2 +

+
e−2t/τ

4
(
1 + (τω)

2
)





(
1

e~ω/T − 1

)
ω3dω =

= JLTI + JLTII(t). (45)

Здесь стационарная JLTI и временная JLTII(t) ча-
сти теплового потока в низкотемпературном преде-
ле имеют вид

JLTI =

(
τΛ0

π~cs

)2
~

2τ4

(
τT

~

)2

ζR (2) ,

JLTII(t) ≈
(
τΛ0

π~

)2
~

4τ4c2s
e−2t/τ×

×
∞∫

0

(
1

e~(τω)/τT − 1

)
(τω)

3

(τω)
2 d (τω) =

=

(
Λ0

2π~2
T

)2
~

c2s
e−2t/τζR(2)Γ(2),

ζR(2) =
π2

6
.

(46)

Полный поток с учетом временной зависимости
тогда имеет вид

JLT T =
π2

2

ncsT
2

~ωD

(
Λ0

~ωD

)2{
1 +

e−2t/τ

2

}
. (47)

Рассмотрим соответствующие вклады во внут-
реннюю энергию и теплоемкость. Для этого вычис-
лим квантово-механическое среднее значение энер-
гии для одной моды с частотой ω:

3 ЖЭТФ, вып. 5
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〈u〉 = ~ω〈Ψ(t)|n̂|Ψ(t)〉 =

= ~ω |α (t)|2 |C(t)|2 e|α(t)|2 =

= ~ω |α (t)|2 ,

〈u〉ω =
dε

dω
= 4π~ω

gsω
2

(2π)
3
c3s

|α (t)|2 = (48)

= ~ω
3ω2

2π2c3s

(
2Λ0τ

~

)2





1
(
1 + (τω)

2
)2 −

−e
−t/τ cos (ωt+arctg (ωτ))

(
1 + (τω)

2
)3/2 +

e−2t/τ

4(1+(τω)2)

}
→

t→∞

→
t→∞

6~ω3

c3s

(
τΛ0

π~

)2
1

(
1 + (τω)

2
)2 .

Удельная внутренняя энергия (без учета температу-
ры) в единице объема равна

U =

ωD∫

0

〈u〉ω dω =

= 18
Λ2
0

~ωD (τωD)2
n

{(
1− e−2t/τ

2

)
ln
(
1 + (τωD)

2
)
+

+
1(

1 + (τωD)
2
) − 1 +

e−2t/τ

2
(τωD)2

}
. (49)

С учетом конечной температуры имеем выраже-
ние для внутренней энергии в виде

U(T ) =

̟D∫

0

〈u〉ω
(

1

e~ω/T − 1

)
dω =

= 6

̟D∫

0

|α (t)|2
4π2c3s

(
~ω

e~ω/T − 1

)
ω2dω =

= 6

(
τΛ0

π~

)2
~

c3s

∞∫

0

(
1

e~ω/T − 1

)
×

×





1
(
1 + (τω)

2
)2 +

e−2t/τ

4
(
1 + (τω)

2
)



ω3dω. (50)

5.3. Высокотемпературный предел

В случае большого времени когерентности (фо-
нонное время релаксации), τωD > 1, ~ωD/T ∼ 1,
имеем

UHT (T )

V
=

̟D∫

0

〈u〉ω
(

1

e~ω/T − 1

)
dω =

= 3nT
3

τωD

(
Λ0

~ωD

)2

×

×
{
π +

e−2t/τ

2

[
(τωD)

2−ln
(
1 + (τωD)

2
)]}

.

(51)

CV = 3N
3

τωD

(
Λ0

~ωD

)2

×

×
{
π +

e−2t/τ

2

[
(τωD)

2−ln
(
1+(τωD)

2
)]}

.

Хорошо видно, что теплоемкость в высокотемпе-
ратурном пределе не зависит от температуры, как
и в случае «свободных» фононов в том же пределе,
при этом сохраняет специфический вклад, обуслов-
ленный константой взаимодействия с электронной
подсистемой, и характерный параметр времени ко-
герентности.

5.4. Низкотемпературный предел

1. В случае малого времени когерентности,
τωD < 1, ~ωD/T ≫ 1, имеем

ULTτ

V
≈

̟D∫

0

〈u〉ω
(

1

e~ω/T −1

)
dω=6

(
τΛ0

π~

)2
~

τ4c3s
×

×
∞∫

0

(
1

e~ωτ/τT − 1

)
(τω)

3

(
1 + (τω)

2
)2 d (τω) ≈

≈
(
τΛ0

π~

)2
6~

τ4c3s

(
τT

~

)4

ζR(4)Γ(4) =

(52)

=
12

5
n
(πT )4

(~ωD)
3

(
τωD

Λ0

~ωD

)2

,

CV =
12

5
Nπ4 T 3

(~ωD)
3

4

π

(
τ
Λ0

~

)2

.

Здесь учтено выражение (39) для скорости звука.
Для сравнения приведем выражение для теплоем-
кости кристалла в фононной модели в низкотемпе-
ратурном пределе:

CV =
4

5
π4gsN

T 3

(~ωD)
3 =

12

5
π4N

T 3

(~ωD)
3 .
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Отсюда следует, что характерная температурная
зависимость (∼ T 3 — закон Дебая) сохраняется,
но при этом появляются дополнительные множите-
ли, включающие в себя зависимость от длительно-
сти импульса возбуждения τ (время когерентности)
и константы поляритон-фононного взаимодействия.
Будучи измеримой величиной, теплоемкость позво-
лит «увидеть» наличие фононной когерентности.

2. В случае большого времени когерентности,
ωDτ > 1, ~ωD/T ≫ 1, имеем

ULTT =

ωD∫

0

〈u〉ω
(

1

e~ω/T − 1

)
dω = 6

~

cs

(
Λ0τ

~πcs

)2

×

×
∞∫

0





1
(
1 + (τω)

2
)2 +

e−2t/τ

4
(
1 + (τω)

2
)





×

×
(

1

e~ω/T − 1

)
ω3dω =

=
18nT 2

~ωD

(
Λ0

~ωD

)2

ζR (2)

{
1 +

e−2t/τ

2

}
=

(53)

= 3π2n
T 2

~ωD

(
Λ0

~ωD

)2{
1 +

e−2t/τ

2

}
,

CV = 6π2N
T

~ωD

(
Λ0

~ωD

)2{
1 +

e−2t/τ

2

}
.

В случае большой длительности импульса (вре-
мени когерентности) когерентные состояния фоно-
нов придают особые отличительные черты тепловой
зависимости, а именно теплоемкость решетки при-
обретает нехарактерную линейную зависимость от
температуры, какая возникает у вклада в теплоем-
кость свободных электронов в металле — вырожден-
ный электронный газ:

CV =
N

2
π2

(
T

εF

)
.

6. РЕЗУЛЬТАТЫ И ВЫВОДЫ

В заключении следует отметить, что рассмот-
ренная модель формирования когерентных фоно-
нов в трехмерном кристалле, где предварительно
предполагается поляритонная генерация среды ла-
зерным импульсом, носит абстрактный характер
и не привязана к конкретному эксперименту. Фик-
сировнным фактом при проведении аналитического
расчет являлась размерность системы (кристалла)
— 3D, т. е. как электроны, так и фононы могут

свободно распространяться по трем ортогональным
осям. Выражение (35) для спектрального потока
«молчаливо» подразумевает пересчет от

d3k → gsω
2

(2π)3c3s

2π

3
dω.

Рассмотрение систем пониженной размерности
(квазидвумерный или квазиодномерный кристалл)
естественно приведет к изменению выражений как
спектральной плотности потока, так и выражений
для полных потоков, поскольку связано с изменени-
ем плотности микросостояний на интервал энергии.
Более подробное рассмотрение влияния изменения
размерности системы на характер формирова-
ния когерентных состояний фононов безусловно
является самостоятельной проблемой.

Что же касается рассмотренной трехмерной
модели образования когерентных фононов, несмот-
ря на абстрактность постановки, она имеет свое
независимое экспериментальное подтверждение.
Так, импульсное возбуждение и фазочувствитель-
ное обнаружение когерентных фононов и фонон-
поляритонов обеспечивают детальное понимание
динамических свойств материи. Эксперименты [33],
основанные на методах оптической накачки с фем-
тосекундным временным разрешением, позволяют
одновременно определять амплитуду и фазу
когерентного движения решетки. Частоты в те-
рагерцевом диапазоне и времена расфазировки
в пикосекундном диапазоне получены с высокой
точностью, особенно в полупроводниках и полу-
проводниковых гетероструктурах, где когерентная
фононная мода и свободные носители возбуждают-
ся одновременно, что несет важную информацию
о взаимодействии носителей с фононами вдали
от равновесия.

В статье [33] представлен обзор последних дости-
жений в этой области физики конденсированного
состояния. Возбуждение когерентных LO-фононов
осуществляется за счет механизма экранирования
поля. Два последовательных импульса накачки воз-
действуют на образец. Их интенсивность и времен-
ная задержка регулируются таким образом, что-
бы второй импульс обеспечивал движущую силу
для когерентной амплитуды, эквивалентной ампли-
туде, сохраняющейся от первого импульса. Кроме
того, начальное поверхностное поле регулируется
через прозрачный контакт Шоттки, чтобы не экра-
нировать поверхностное поле полностью уже с пер-
вым импульсом. Тщательно регулируя разделение
импульсов, движущая сила находится в фазе или
в противофазе с первоначально генерируемой коге-
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Таблица. Выражения для величины потока энергии в разных моделях

Температура/
Модель

Когерентные состояния Тепловые фононы Классическая модель

Низкотемпера-
турный предел
~ωD/T ≫ 1

τωD < 1,

JLTτ = 2
5ncs

(πT )4

(~ωD)3 (τωD)2
(

Λ0

~ωD

)2
.

ωDτ > 1,

JLT T = 3ncs
T 2

~ωD
ζR(2)

(
Λ0

~ωD

)2 {
1 + e−2t/τ

2

}
JLT = π4

10 csn
T 4

(~ωD)3 —

Высокотемпера-
турный предел
~ωD/T ∼ 1

JHT =
3

2τωD

nTcs

(
Λ0

~ωD

)2

×
{
π +

e−2t/τ

2

[
(τωD)2 − ln

(
1 + (τωD)2

)]}
J =

csnT

2
J(x, t) ∝ 2κT x

l e
−t/τ

рентной модой. Таким образом, наблюдается пол-
ное разрушение или резонансное усиление когерент-
ных LO-фононов. Этот метод позволяет генериро-
вать когерентные LO-фононы в течение четко опре-
деленного интервала времени, меньшего, чем соб-
ственное время дефазировки LO-фононов.

Подобные эксперименты проводятся в Sb,
где аналогичным образом манипулируют модой A.
В смешанных кристаллах BiSb колебания Bi–Bi,
Bi–Sb и Sb–Sb можно усиливать и подавлять,
применяя последовательности фемтосекундных
импульсов. Здесь важно отметить, что во всех
указанных экспериментах имеет место общая
закономерность, обнаруженная в нашей рабо-
те, а именно сам эффект усиления LO-фононов
с незатухающей теплопроводностью имеет место
в различных материалах при выполнении крите-
рия x = τω∗ ∼ 2, где τ — время когерентности
ω∗ — частота, на которую приходится максимум
спектральной плотности энергии.

В указанной работе τ = 0.25 Пс = 0.25 · 10−12 c,
ω∗ = 8.8 ТГц = 8.8 · 1012 Гц, τω∗ = 2.2.

Для объемного GaAs τ = 0.25 Пс, ω∗ ∼ 9 TГц,
x = τω∗ = 2.25.

Для GaAs/Al0.3Ga0.7As-сверхрешетки τ=0.2 Пс,
ω∗ = 8.5 ТГц, x = τω∗ = 1.7.

Для изотропного кристалла Te ω∗ = 3.5 TГц,
τ = 0.6 Пс, x = τω∗ = 2.1,

Для аниизотропного кристалла Te ω∗ = 4.2 TГц,
τ = 0.5 Пс, x = τω∗ = 2.1.

В эксперименте по терагерцевой эмиссии для
кристалла InP наблюдается широкий пик при
ω∗ = 1 TГц, τ = 2 Пс, x = τω∗ = 2.

При исследовании когерентной фононной дина-
мики в монокристалле Te, возбуждаемом усиленны-
ми лазерными импульсами CPM с энергией фото-
нов 2 эВ, получено ω∗ = 3.6 TГц, τ = 0.75 Пс,
x = τω∗ = 2.7.

Для ВТСП-материала (YBa2Cu3O7−x — тонкая
пленка) для моды Ba в плоскости CuO2 получено
ω∗ = 3.6 TГц, τ = 0.7 Пс, x = τω∗ = 2.52, а для
моды Cu (2) в плоскости CuO2 имеем ω∗ = 4.2 TГц,
τ = 0.7 Пс, x = τω∗ = 2.8.

Обобщенные результаты приведены в таблице.
Сравнивая все три модели описания тепловых

потоков, можно заметить совпадение в характере
временной зависимости, а именно экспоненциаль-
ное убывание в классической модели с моделью
когерентных фононов в высокотемпературном пре-
деле. Однако в случае когерентных вкладов ука-
занное убывание происходит быстрее в силу коэф-
фициента 2 в показателе временной экспоненты.
При этом температурная зависимость в высокотем-
пературном пределе одинакова во всех трех моде-
лях, а именно линейная по температуре.

В случае предела низких температур классиче-
ское рассмотрение смысла не имеет, особенно если
речь идет о нанокристаллах или тонких пленках
и квантовых шнурах. Фононная модель применима
для указанных квантовых пределов, более того, она
эффективно описывает случаи достаточно сильного
электрон-фононного взаимодействия, обусловленно-
го механизмом поляритонной генерации, но в этом
случае совместно решается система «зацепляющих-
ся» нелинейных уравнений, связывающих электрон-
ную и колебательную компоненты. В таблице это ре-
шение не отражено, подробно см. [5]. В таблице при-
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ведены результаты для тепловых свойств свободных
фононов. Что же касается временной зависимости
потока в низкотемпературном пределе, то предпола-
гаемая в работе [14] временная зависимость гауссо-
вого типа в режиме когерентных фононов не возни-
кает, она сохраняет экспоненциальный вид с удвоен-
ным коэффициентом уменьшения (∼ e−2t/τ ). Сама
когерентность отражается в выражении для потока
в виде множителя, содержащего отношение констан-
ты поляритон-фононного взаимодействия и энергии
Дебая (∼ (τωD)2 (Λ0/~ωD)

2), а также в случае ко-
роткого времени когерентности в виде дополнитель-
ного множителя (τωD)

2
< 1. При этом сама зависи-

мость потока от времени когерентности и констан-
ты взаимодействия с электронной подсистемой есте-
ственным образом переходит в выражение для теп-
лового потока свободных фононов

JLTτ =
ncs
10

(πT )4

(~ωD)3

{
(2τωD)

2

(
Λ0

~ωD

)2
}

→

→ JLT =
ncs
10

(πT )4

(~ωD)3
,

если
{
(2τωD)2

(
Λ0

~ωD

)2
}

→ 1,

т. е. когда в системе имеется некий «резонанс»
параметров, время когерентности и константа
поляритон-фононного взаимодействия связаны как

(
2τΛ0

~

)
→ 1,

что по существу является соотношением неопреде-
ленностей (энергия–время)

Λ0τ ≥
(
~

2

)
,

минимизированным асимптотически именно в ре-
зультате когерентности состояния колебательной
системы. Доказательство утверждения о минимиза-
ции соотношения неопределенностей «координата–
импульс» когерентными состояниями можно найти
в книге [29].

ПРИЛОЖЕНИЕ A.
СВОЙСТВА СОСТОЯНИЙ ШРЕДИНГЕРА

1. Линейное преобразование операторов рожде-
ния/уничтожения (11) осуществляется оператором
унитарного преобразования

Û = eD̂,

где D̂ должен быть эрмитовым оператором, D̂ = D̂†.
Имеем

B = e−D̂b̂eD̂ = b̂+
Λkλ

~ωk
.

Разложение для операторной экспоненты

B = b̂+
Λkλ

~ωk
= e−D̂ b̂eD̂ =

= b̂ +
[
b̂D̂
]
+
[
b̂
[
b̂D̂
]]

+
[
b̂
[
b̂
[
b̂D̂
]]]

+ . . .

Оператор D̂ имеет вид

D̂ = c
(
b̂† − b̂

)
,

где

c = −Λkλ

~ωk

,

что представляет собой частный случай оператора
унитарного преобразования

Û(α) = e(α
∗ b̂†−αb̂)

с вещественной функцией

α = −Λkλ

~ωk
.

Оно преобразует «старую» функцию вакуу-
ма |nkλ〉 = |0〉 в соответствующий «новый» вакуум,
отвечающий состоянию

|νkλ = 0〉 = |α〉 = Û (α) |nkλ = 0〉 =

= e(α
∗ b̂†−αb̂)|nkλ = 0〉.

2. Разложение состояния |α〉 по полному набору
осцилляторных фононных состояний |n〉 (при анало-
гичном описании фотонов их называют фоковскими
состояниями) имеет вид

|α〉 =
∞∑

n=0

|n〉
〈
n
∣∣α
〉
,

α
〈
n
∣∣α
〉
= 〈n| b̂ |α〉 = 〈n| b̂ |n+ 1〉

〈
n+ 1

∣∣α
〉
=

=
√
n+ 1

〈
n+ 1

∣∣α
〉
,

〈
n+ 1

∣∣α
〉
=

α√
n+ 1

〈
n
∣∣α
〉
.

Отсюда следует

〈
n
∣∣α
〉
=

αn

√
n!

〈
0
∣∣α
〉
.

Таким образом,

|α〉 =
∞∑

n=0

|n〉
〈
n
∣∣α
〉
=
〈
0
∣∣α
〉 ∞∑

n=0

|n〉 α
n

√
n!
.
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«Нулевой» коэффициент разложения
〈
0
∣∣α
〉

опре-
деляется из условия нормировки |α〉:

〈
α
∣∣α
〉
=

∞∑

n′=0

〈
α
∣∣n′〉 〈n′|

∞∑

n=0

|n〉
〈
n
∣∣α
〉
=

=
∣∣〈0
∣∣α
〉∣∣2

∞∑

n = 0

n′ = 0

α∗n′

√
n′!

〈
n′∣∣n

〉 αn

√
n!

=

=
∣∣〈0
∣∣α
〉∣∣2

∞∑

n=0

|α|2n
n!

=
∣∣〈0
∣∣α
〉∣∣2 e|α|2 = 1,

∣∣〈0
∣∣α
〉∣∣ = e−|α|2/2.

Среднее число фононов в когерентном состоянии
равно

〈n〉 = 〈α| b̂†b̂ |α〉 =

= e−|α|2
∞∑

n = 0
n′ = 0

α∗n′

√
n′!

〈n′|b̂†b̂ |n〉 α
n

√
n!

=

= e−|α|2
∞∑

n=0

n
|α|2n
n!

= |α|2 e−|α|2
∞∑

n=1

|α|2(n−1)

(n− 1)!
≡

≡ |α|2 e−|α|2
∞∑

k=1

|α|2k
k!

= |α|2 e−|α|2e|α|
2

= |α|2 .

Когерентное состояние имеет вид

|α〉 = e−〈n〉/2
∞∑

n=0

|n〉
√
〈n〉n√
n!

.

Следовательно, вероятность обнаружить число
фононов равное n в заданном когерентном состо-
янии со средним числом фононов 〈n〉 подчиняется
распределению Пуассона:

Wn = e−〈n〉 〈n〉
n

n!
.

3. Унитарный оператор

D̂ (α) = e−
〈n〉
2 eα

∗ b̂†e−αb̂, α∗ = α,

обладает следующими свойствами:

1) D̂(α)D̂†(α) = D̂†(α)D̂(α) = 1,

2) D̂†(α) = D̂(−α),

3) D̂(β)D̂(α) = e−
βα∗−β∗α

2 D̂(β + α),⇒
⇒ D̂(β)D̂(α) = e−βα∗−β∗αD̂(α)D̂(β),

[
b̂D̂ (α)

]
= αD̂(α),

[
b̂†D̂(α)

]
= α∗D̂(α),

D̂†(α)b̂D̂(α) = b̂+ α,

D̂†(α)b̂†D̂(α) = b̂† + α∗.

4. Рассмотрим свойство полноты и неортого-
гнальность. Известно, что когерентные состояния
|α〉 и |β〉, различающиеся средним числом фононов
в данной моде 〈N〉 6= 〈K〉, являются неортогональ-
ными состояниями:

〈
α
∣∣β
〉
= e−

〈N〉+〈K〉
2

∞∑

n = 0

n
′
= 0

√
〈N〉n

′

√
n′!

〈
n′∣∣n

〉 √〈K〉n√
n!

=

= exp


−

(√
〈K〉 −

√
〈N〉

)2

2


 ,

∣∣〈α
∣∣β
〉∣∣2 = exp

(
−
(√

〈K〉 −
√
〈N〉

)2)
.

Между тем, они обладают свойством полноты, кото-
рое позволяет по этим состояниям разлагать в ряд
произвольный вектор состояния:

∫
|α〉〈α|d2α =

∫ ∞∑

n = 0
n′ = 0

αnα∗n′

√
n!
√
n′!

|n〉〈n′|e−|α|2d2α =

= π

∞∑

n=0

|n〉〈n|
n!

Γ (n+ 1) = π

∞∑

n=0

|n〉〈n|.

Таким образом, свойство полноты может быть запи-
сано в виде

1

π

∫
|α〉〈α|d2α =

∞∑

n=0

|n〉〈n| = 1̂.

5. В работе [29] подробно показано, что когерент-
ные состояния минимизируют соотношение неопре-
деленностей. В координатном представлении, где

b̂† =

√
mω

2~

(
Q̂+

P̂

iωm

)
, b̂ =

√
mω

2~

(
Q̂− P̂

iωm

)
,⇒

⇒ b̂† − b̂ = −
√

2~

mω

∂

∂Q
,

указанное когерентное состояние с учетом описанно-
го унитарного преобразования отвечает так называ-
емому осциллятору со смещенным центром:
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Ψα(Q) = eα(b̂
†−b̂)ψ0(Q) =

= e−
√

2~
mωα ∂

∂Qψ0 (Q) = ψ0

(
Q−

√
2~

mω
α

)
,

Ψα(Q) = ψ0

(
Q+

√
2~

mω

Λ

~ω

)
.

Здесь функции основного состояния гармоническо-
го осциллятора с частотой ω обозначены как ψ0(Q),
и когерентного состояния — как

Ψα(Q) = Ψ〈n〉(Q).

ПРИЛОЖЕНИЕ B.
ИНТЕГРАЛЫ

1. Рассмотрим высокотемпературный предел
~ω/T ∼ 1, τω ≫ 1, ⇒ ~(ωτ)/τT ∼ 1. Тогда

J =

̟D∫

0

〈j〉ω
(

1

e~ω/T − 1

)
dω =

= ~

(
Λ0τ

~πcs

)2
̟D∫

0





1
(
1 + (τω)

2
)2

e−2t/τ

4
(
1 + (τω)

2
)





×

×
(

1

e~ω/T − 1

)
ω3dω =

= I + II(t),

I =

(
τΛ0

π~

)2
~

c2s

∞∫

0

(
1

e~ωT − 1

)
ω3

(
1 + (τω)

2
)2 dω =

= [τω = x] =

(
τΛ0

π~

)2

×

× ~

τ4c2s

∞∫

0

(
1

e~x/τT − 1

)
(x)3

(1 + x2)
2 dx ≈

≈
[
x > 1,

~x

τT
< 1

]
≈

≈
(
τΛ0

π~

)2
~

τ4c2s

Tτ

~

∞∫

0

x2

(1 + x2)
2 dx =

=

(
τΛ0

π~

)2
~

τ4c2s

Tτ

~

{
− x

(1 + x2)
+

1

2
arctg x

}∞

0

=

=
π

4

(
Λ0

π~

)2
T

τc2s
,

II(t) =

(
τΛ0

π~

)2
~

4c2s
e−2t/τ×

×
ωD∫

0

(
1

e~ω/T − 1

)
ω3

(
1 + (τω)

2
)dω =

=

(
Λ0

π~

)2
~

4τ2c2s
e−2t/τ×

×
τωD∫

0

(
1

e~x/τT − 1

)
x3

(1 + x2)
dx ≈

≈
[
τω = x > 1,

~x

τT
< 1

]
≈
(
Λ0

π~

)2
~

4τ2c2s
e−2t/τ×

×
τωD∫

0

(
1

1 + ~x
τT − 1

)
x3

(1 + x2)
dx =

=

(
Λ0

2π~

)2
T

2τc2s
e−2t/τ

{
(τωD)

2 − ln
(
1 + (τωD)

2
)}

.

2. Рассмотрим внутреннюю энергию и поток
энергии кристаллической решетки для свободных
фононов. Для сравнения приведем известные выра-
жения для плотности потока и внутренней энергии
для свободных тепловых фононов:

J =
2π

3

gscs

(2πcs)
3

ωD∫

0

~ω

e~ω/T − 1
ω2dω =

=
2π

3

gscs

(2π~cs)
3T

4

ΘD∫

0

x3

ex − 1
dx =

=
gscs

2 (~ωD)
3nT

4

ΘD∫

0

x3

ex − 1
dx,

ΘD =
~ωD

T
.
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В низкотемпературном пределе, ~ω/T = ΘD ≫ 1,
имеем

J = csn
gsezT

4

2 (~ωD)
3

ΘD∫

0

x3

ex − 1
dx =

= csn
gsezT

4

2 (~ωD)
3

∞∫

0

x3

ex − 1
dx =

= csn
gsezT

4

2 (~ωD)
3T

4Γ(4)ζR(4) = csn
π4T 4

10 (~ωD)3
ez,

U =
3Ngs

(~ωD)
3T

4

ΘD∫

0

x3

ex − 1
dx =

=
3Ngs

(~ωD)
3T

4

∞∫

0

x3

ex − 1
dx =

=
3Ngs

(~ωD)
3T

4Γ (4) ζR (4) =
π4

5
gsN

T 4

(~ωD)
3 ,

CV =
12

5
π4N

T 3

(~ωD)
3 , gs = 3.

Таким образом, мы получили закон Дебая:
C ∝ T 3.

В высокотемпературном пределе, ~ω/T = ΘD ≤ 1,
имеем

J = csn
gsezT

4

2 (~ωD)
3

ΘD∫

0

x3

ex − 1
dx =

= csn
gsezT

4

2 (~ωD)
3

ΘD∫

0

x3

1 + x− 1
dx =

= csn
gsezT

4Θ3
D

6 (~ωD)
3 = csn

gsezT

6
=
csnT

2
ez,

U =
3Ngs

(~ωD)
3T

4

ΘD∫

0

x3

ex − 1
dx = NgsT = 3NT,

CV = 3N.

Таким образом, мы получили закон Дюлонга –
Пти.

ПРИЛОЖЕНИЕ C

Рассмотрим классическую задачу теплопровод-
ности для полубесконечной среды с граничными

условиями третьего рода. Для внутренней энергии

u = αNkBT,

где N = nV — полное число частиц в системе, α —
численный множитель (т. е.u ∝ kBT ), имеет место
уравнение теплопроводности

u̇− κu′′ = f(x, t)

с граничными и начальными условиями

∂u

∂x

∣∣∣∣
x=0

= 0,

(
∂u

∂x
+ hu

)

x=l

= 0,

u(x, 0) = ϕ(x) = 0,

f(x, t) =
Ψ(x, t)

Cpn
= e−αtf0

{
1, x ≤ x0,

0, x > x0,

f0 =
Ψ0

Cpn
,

u̇− κu′′ = 0, u = X(x)T (t),

⇒ Ṫ (t)

κT (t)
=
X ′′(x)

X(x)
= −λ.

Здесь κ = K/Cpn — коэффициент «температу-
ропроводности», Cp — безразмерная теплоемкость,
K [(см·с)−1] — коэффициент теплопроводности, n —
концентрация. Получаем

u(x, t) =
∑

n

2

γn
cos
(γn
l
x
)
sin
(γn
l
x0

)
×

×
1− exp

(
−t
(
κ
(
γn

l

)2 − 1
τ

))

κ
(
γn

l

)2 − 1
τ

e−
t
τ ,

где γn — решение трансцендентного уравнения

tg γ =
hl

γ
⇒ γn = bnl.

Плотность потока тепла равна

J(x, t) = −Kex
∂u(x, t)

∂x
=

= ex
2κτ

l
Ψ0

∑

n

sin
(γn
l
x
)
sin
(γn
l
x0

)
×

×
1− exp

(
− t

τ

(
κτ
(
γn

l

)2 − 1
))

κτ
(
γn

l

)2 − 1
e−

t
τ .
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С учетом того, что решения

γn → π

2
(2n+ 1),

плотность потока энергии будет равна

J(x, t) → ex
2κτ

l
Ψ0×

×
∑

n

sin
(π
2
(2n+ 1)

x

l

)
sin
(π
2
(2n+ 1)

x0
l

)
×

×
1− exp

(
− t

τ

(
κτ
(

π
2
(2n+1)

l

)2
− 1

))

κτ
(

π
2
(2n+1)

l

)2
− 1

e−
t
τ .
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Методами дифракция быстрых отраженных электронов и ИК-спектроскопии изучены поликристалличе-

ские и аморфные пленки Si и Ge, выращенные на диэлектрических подложках Si3N4/SiO2/Si(001). В

ИK-спектрах наблюдается уменьшение интенсивности N–H-полос поглощения в слоях Si3N4, связанное

с переходом атомов водорода в растущие пленки Si и Ge. Этот процесс начинается уже при температуре

роста пленки 30◦С и усиливается с увеличением температуры роста (30–500◦С) и толщины пленок Si

и Ge (50–200 нм). Рассмотрена модель, основанная на предположении, что переход атомов водорода

из диэлектрического слоя Si3N4 в растущую пленку Si или Ge контролируется разницей в положении

уровней химического потенциала атомов водорода в них и не связан с термодиффузией. Процесс проис-

ходит только во время роста слоев Si и Ge и прекращается с его остановкой и с выравниванием уровней

химического потенциала.

DOI: 10.31857/S0044451024050043

1. ВВЕДЕНИЕ

Нитрид кремния (Si3N4) широко используется в
микро- и оптоэлектронике в качестве диэлектриче-
ских слоев, просветляющих покрытий и пассиви-
рующих слоев солнечных элементов [1–4]. Несмот-
ря на то, что основным методом его получения
служит плазмохимическое осаждение из газовой
фазы (plasma-enhanced chemical vapor deposition,
PECVD) при низкой температуре (менее 450◦C),
слои Si3N4, получаемые методом химического оса-
ждения из газовой фазы при низком давлении (low-
pressure chemical vapor deposition, LPCVD) и при
высокой температуре (700–850◦С), имеют некото-
рые преимущества. Пленки Si3N4, осажденные ме-
тодом LPCVD, имеют близкий к стехиометрическо-

* E-mail: arapkina@kapella.gpi.ru

му состав и низкое содержание атомов водорода,
что улучшает их электрические свойства и термиче-
скую стабильность по сравнению с пленками Si3N4,
полученными методом PECVD. Защитные покры-
тия из Si3N4/Si, нанесенные низкотемпературны-
ми методами, широко используются как источник
атомов водорода для предотвращения деградации
электрофизических свойств монокристаллического
(с-Si), мультикристаллического (mc-Si) и аморфно-
го (α-Si) кремния [2–5]. Атомы водорода способны
диффундировать из слоя Si3N4 и пассивировать на
границе раздела оборванные связи атомов Si, тем
самым улучшая электрофизические свойства мате-
риала [4, 5].

Исследования процессов диффузии атомов во-
дорода в нижележащие слои SiO2 или Si показа-
ли, что атомы водорода не диффундируют сколько-
нибудь заметно через границу Si3N4/SiO2, и лишь
увеличение температуры отжига до 1000◦С при-
водит к небольшому увеличению содержания ато-
мов водорода в SiO2, но только в том случае, ес-
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ли слой Si3N4 наносился методом PECVD [6]. От-
жиг структур Si3N4/с-Si в интервале температур
500–1000◦С не приводит к увеличению концентра-
ции атомов водорода в слое с-Si [7, 8]. Исследова-
ния возможной диффузии атомов водорода через
границу Si3N4/α-Si или mc-Si проводились с целью
улучшения электрофизических параметров, напри-
мер, солнечных элементов, которые имеют защит-
ное покрытие Si3N4. Изучение таких структур за-
труднено тем, что слои Si3N4, α-Si или mc-Si гидро-
генизированы. В настоящее время процесс диффу-
зии атомов водорода изучен в слоях поликристал-
лического и аморфного Si [9], полученных метода-
ми плазмохимического осаждения. В таких плен-
ках содержание атомов водорода может достигать
25% [7]. Другой часто используемый метод полу-
чения гидрогенизированных пленок — имплантация
атомов водорода в них. Установлено, что энергия ак-
тивации диффузии атомов водорода равна пример-
но 1.5 эВ [9–11], что превышает энергию связи Si–
H, составляющую примерно 3 эВ [12]. Предлагаемый
механизм диффузии — движение по межузельным
состояниям [9, 10, 13–16]. Скорость диффузии зави-
сит от концентрации атомов водорода, температуры
и типа легирования слоя Si.

В представленной работе приведены результаты
исследования процесса диффузии атомов водорода
из слоя Si3N4 подложки Si3N4/SiO2/Si(001), полу-
ченного методом LPCVD, в растущую пленку поли-
кристаллических (poly-) или аморфных (α-) слоев
Si и Ge. Такие подложки обычно используются при
изготовлении фотоприемных структур [17]. В слоях
Si3N4, осажденных в процессе LPCVD, содержание
атомов водорода может доходить до 8% [7,18,19]. В
наших предыдущих работах [17, 20–22] были пред-
ставлены результаты исследования процесса диф-
фузии атомов водорода из диэлектрических слоев
(Si3N4 и SiO2) в растущие пленки poly- и α-Si и
Ge для широкого интервала температур роста (30–
650◦C). Было показано, что процесс диффузии про-
исходит уже при температуре роста 30◦C, т. е. при
отсутствии ее термического стимулирования.

В настоящей работе представлены результаты
исследования диффузии атомов водорода в плен-
ки poly- и α-Si и Ge разной толщины. Показано,
что диффузия атомов водорода зависит от толщины
наносимых слоев Si и Ge. Рассмотрена модель это-
го процесса, учитывающая температуру осаждения
пленки и ее толщину. Исследования проводились ме-
тодами дифракции быстрых отраженных электро-
нов (ДБОЭ) и инфракрасной фурье-спектроскопии
(ИК-спектроскопия).

Si(001)

SiO! Si N" #

Si(Ge)

Рис. 1. Схема расположения слоев в исследуемых образцах

2. ЭКСПЕРИМЕНТ

Для исследования были изготовлены образцы с
тонкими пленками Si или Ge, нанесенными мето-
дом молекулярно-лучевого осаждения на подлож-
ки Si3N4/SiO2/Si(001). Слои SiO2 толщиной 530 нм
наносились методом термического окисления, слои
Si3N4 толщиной 170 нм — методом LPCVD при тем-
пературе 750◦C. Температуры процессов изготовле-
ния диэлектрических слоев Si3N4 и SiO2 превыша-
ли температуры роста слоев Si и Ge. Более подроб-
ная информация о методах и режимах изготовле-
ния диэлектрических слоев подложек и предвари-
тельной химической подготовки представлена в ра-
ботах [20, 21]. После переноса образцов в условия
сверхвысокого вакуума проводилась предваритель-
ная термообработка подложек при 600◦C, длившая-
ся 6 ч. Слои Si и Ge наносили в ростовой камере EVA
32 сверхвысоковакуумного комплекса Riber SSC2 с
использованием источников с электронно-лучевым
нагревом. Температуры роста слоев α- и poly-Si и
Ge разной толщины (50, 100, 200 нм) составляли 30 и
500◦C. Образцы с толщиной слоев 50 и 100 нм, выра-
щенные при 500◦C, после перекрытия потока атомов
Si (Ge) выдерживали при температуре роста, чтобы
общая длительность процесса у всех образцов бы-
ла одинаковой. Скорости напыления пленок Si и Ge

составляли примерно 0.3 Å/c.
На рис. 1 представлена схема расположения сло-

ев в исследуемых образцах. Более подробно о де-
талях процесса роста и методах контроля мож-
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Рис. 2. Картины дифракции поверхности поликристаллического слоя Si толщиной 20 Å (a) и 200 нм (b)

Рис. 3. ПЭМ-изображения поликристаллической (a) и аморфной (b) пленок Si. Подложка расположена в верхней части

изображения

но узнать в работах [20, 21]. Основными метода-
ми исследования являлись ДБОЭ, проводимая in
situ при помощи электронной пушки RH20 RHEED
(Staib Instruments), и ИК-спектроскопия. Спектры
ИК-пропускания и ИК-отражения измеряли с по-
мощью спектрометра IFS-66v/S (Bruker) в интер-
вале 400–4600 см−1 со спектральным разрешением
10 см−1 [20, 21]. Для уменьшения влияния углекис-
лого газа и паров воды спектрометр откачивали до
давления 2 мбар. Полосы ИК-поглощения раскла-
дывали на спектральные компоненты; при деконво-
люции использовали пики с гауссовым профилем.

3. РЕЗУЛЬТАТЫ

Согласно выполненному in situ исследованию ме-
тодом ДБОЭ, все пленки Si и Ge, выращенные при
500◦C, имеют поликристаллическую структуру, а
при 30◦C — аморфную. На начальных этапах ро-
ста поликристаллических пленок дифракционные
картины состояли из непрерывных широких колец

(рис. 2a), но по мере увеличения толщины растуще-
го слоя кольца сужались и в них появлялись раз-
рывы (рис. 2b). Таким образом, поликристалличе-
ская пленка на начальном этапе роста формирова-
лась из зерен небольшого размера без упорядоче-
ния по направлению роста. Затем происходило по-
степенное укрупнение размеров зерен и появлялось
некоторое выделенное направление роста. Изобра-
жения аморфной и поликристаллических пленок Si,
полученные методом просвечивающей электронной
микроскопии, представлены на рис. 3. Поликристал-
лическая пленка Si (рис. 3a) имеет структуру в виде
колоннообразных зерен, начинающихся на границе
раздела с диэлектрическим слоем Si3N4, и увеличи-
вающих свой латеральный размер по мере увеличе-
ния толщины растущей пленки, что характерно для
роста поликристаллических пленок при температу-
рах, обеспечивающих быструю диффузию атомов Si

по ростовой поверхности. Область поликристалли-
ческой пленки Si, примыкающая к границе раздела
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Рис. 4. (В цвете онлайн) Спектры поглощения ИК-излу-

чения слоями Si (a) и Ge (b) толщиной 200 нм, выращен-

ными при 30 и 500◦C на подложках Si3N4/SiO2/Si(001);

спектры нормированы на максимум интенсивности полосы

поглощения Si–O (∼ 1100 см−1); спектр подложки обозна-

чен как Si3N4

с подложкой, имеет наибольшее количество дефек-
тов. На рис. 3b изображена структура с аморфным
слоем Si, выращенным при 30◦С в условиях медлен-
ной диффузии атомов по поверхности роста.

Исследование ИК-спектров показало, что в ис-
ходной подложке Si3N4/SiO2/Si(001) основные по-
лосы поглощения связаны с колебаниями связей
Si–O, Si–N и N–H. Предварительная термообработ-
ка подложек при 600◦C в течение 6 ч не приводи-
ла ни к каким изменениям в спектрах. На рис. 4
представлены спектры ИК-поглощения в спектраль-
ном диапазоне 400–1300 см−1 для структур со сло-
ями Si и Ge, выращенными при 30 и 500◦С. Для
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Рис. 5. (В цвете онлайн) Спектры поглощения ИК-

излучения слоями Si (а) и Ge (b) разной толщины

(50, 100, 200 нм), выращенными при 500◦С на подложке

Si3N4/SiO2/Si(001); спектры нормированы на максимум

интенсивности полосы поглощения Si–O (∼ 1100 см−1);

спектр подложки обозначен как Si3N4

всех спектров характерным является наличие двух
широких полос поглощения около 825 и 1090 см−1,
связанных с колебаниями связей Si–O в подложке
Si3N4/SiO2/Si(001) [23]. Деконволюция ИК-спект-
ров показала, что можно выделить полосы поглоще-
ния, относящиеся к колебаниям связей Si–O (∼ 735,
805, 1075, 1100, 1190 см−1), Si–N (∼ 860 см−1) и N–
H (∼ 1150 см−1) в подложке Si3N4/SiO2/Si(001) [23,
24] и колебаниям связей Si–O в слое оксинитри-
да (∼ 960 см−1), расположенном на поверхности
Si3N4 [21]. Основные изменения в спектрах связа-
ны с полосами поглощения Si–N (∼ 860 см−1), N–H
(∼ 1150 см−1) и Si–O (∼ 960 см−1) (выделены жир-
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Рис. 6. (В цвете онлайн) Изменение интенсивности по-

лос поглощения, связанных с колебаниями связей Si–N

(∼ 860 см−1), N–H (∼ 1150 см−1) и Si–O (∼ 960 см−1)

в результате нанесения слоев poly-Si (a) poly-Ge (b) и α-

Ge (c) на подложки Si3N4/SiO2/Si(001); спектр подложки

обозначен как Si3N4

ным шрифтом на рис. 4). Нанесение пленок Si и Ge

по-разному влияет на изменение интенсивности этих
полос. В структурах со слоями Si с увеличением тем-
пературы роста увеличивается интенсивность поло-
сы Si–N, а интенсивность полосы N–H уменьшается.
В структурах же со слоями Ge с увеличением темпе-
ратуры роста интенсивность полос поглощения Si–
N, N–H и Si–O падает (рис. 4).

На рис. 5 представлены спектры ИК-поглощения
структур со слоями poly-Si и poly-Ge разной толщи-
ны, выращенными при 500◦С. Изменения в интен-
сивности полос поглощения, связанных с колебани-
ями связей Si–N (∼ 860 см−1), N–H (∼ 1150 см−1) и
Si–O (∼ 960 см−1) (выделены жирным шрифтом на
рис. 5), усиливаются с возрастанием толщины сло-
ев. Основные различия между структурами со сло-
ями Si и Ge связаны с изменениями интенсивно-
сти полос поглощения Si–N и Si–O. На образцах с
poly-Si с увеличением толщины пленок наблюдается
уменьшение интенсивности полос поглощения N–H
и увеличение интенсивности полос поглощения Si–
N (рис. 5a), что соответствует результату, представ-
ленному на рис. 4a. Для структур с poly-Ge добав-
ляется уменьшение интенсивности полосы поглоще-
ния Si–O; кроме того, на этих образцах нельзя од-
нозначно определить, изменяется ли интенсивность
полосы Si–N (рис. 5b). На рис. 6 показано изменение
интенсивности полос поглощения Si–N, N–H и Si–O,
полученных в результате деконволюции спектров,
представленных на рис. 5, и спектров для структур
с α-Ge. В структурах с poly-Si и poly-Ge с увели-
чением толщины наносимых пленок интенсивность
полосы N–H (∼ 1150 см−1) уменьшается. Интесив-
ность полосы поглощения Si–O (∼ 960 см−1) зна-
чительно уменьшается только в случае структур со
слоями Ge. Поглощение в полосе Si–N (∼ 860 см−1)
в образцах со слоями Si возрастает сильнее, чем в
образцах со слоями Ge. Сравнение структур с α-Ge

и poly-Ge показывает, что при низкотемператур-
ном росте (30◦С) интенсивность полосы поглощения
Si–N (∼ 860 см−1) увеличивается сильнее, чем при
высокотемпературном росте (500◦C).

4. ОБСУЖДЕНИЕ

Для объяснения наблюдаемых результатов мы
используем модель диффузии атомов водорода,
предложенную в работах [9, 10, 13–16] для аморф-
ных пленок Si и Ge. Температурные режимы роста
слоев Si и Ge не являются благоприятными для
термической диффузии атомов водорода. Энергия
активации диффузии атомов водорода в α-Si и
α-Ge составляет примерно 1.5 эВ [10, 25], а энер-
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Рис. 7. Энергетическая схема процесса диффузии атомов водорода из диэлектрической подложки (Si3N4) в растущий

слой Si: a — исходные состояния Si3N4 (левая панель) и Si (правая панель); b — выравнивание положения µH, форми-

рование слоя Si(H); c — продолжение роста и добавление слоя +Si; d — выравнивание положения µH; µ∗
H — исходное

положение химического потенциала до выравнивания

гии связи N–H и Si–H — примерно 4 и 3 эВ [12].
В предлагаемой модели диффузия атомов водорода
рассматривается как их движение по межузель-
ным состояниям с образованием связей с двумя
атомами кремния (германия) Si–H–Si (Ge–H–Ge),
расположенными в узлах решетки, за счет разрыва
«слабых» связей Si–Si (Ge–Ge). Это так называ-
емый в англоязычной литературе "bond-centered
defect". С возрастанием беспорядка в кристал-
лической решетке число «слабых» связей Si–Si
(Ge–Ge) возрастает. Связи Si–H и Ge–H являются
ловушками, ограничивающими скорость диффузии,

образование которых происходит при взаимодей-
ствии атома водорода с атомом Si (Ge), имеющим
оборванную связь. Основное понятие в модели —
химический потенциал µH атомов водорода. На
рис. 7a (правая панель) представлена энергетиче-
ская схема процесса диффузии атомов водорода
в Si. Самый глубокий уровень ESi–H (состояние с
самой высокой энергией) — это положение ловушек
Si–H. Они занимают уровни ниже µH. Диффузия
атомов водорода происходит при образовании
связей Si–H–Si, энергетический уровень которых
расположен выше µH (мелкий энергетический уро-
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вень). Это так называемый транспортный уровень
ETR. Если в кристаллической структуре достаточ-
ное количество «слабых» связей Si–Si, то атомы
водорода могут переходить с уровня µH на ETR, и
наблюдается их диффузия. Положение µH зависит
от концентрации атомов водорода. Чем она выше,
тем выше положение (меньше энергия) µH. Это
косвенно подтверждается результатами работы [9],
в которой наблюдалось увеличение коэффициента
диффузии с увеличением концентрации атомов
водорода в Si. В структурах, сформированных из
слоев с различным содержанием атомов водорода,
должно произойти выравнивание уровней µH и
будет наблюдаться диффузия атомов водорода.

В исследуемых структурах наибольшая концен-
трация атомов водорода в диэлектрическом слое
Si3N4, где положение µH выше, чем в растущем слое
Si, а для начала диффузии необходимо преодоле-
ние высокого энергетического барьера (рис. 7a, ле-
вая панель), так как атомы водорода связаны как
N–H. На рис. 7a показано первоначальное располо-
жение уровней энергии в Si3N4 и Si. С началом ро-
ста (рис. 7b) вследствие различного положения µH

в Si3N4 и Si происходит переход атомов водорода
из слоя Si3N4 в слой Si. Устанавливается новое по-
ложение (выравнивание) µH. Если рост слоя Si (на
рис. 7b обозначен как Si(H)) прекращается, то пере-
ход атомов водорода из Si3N4 также прекращается.
Если рост продолжается, то у ростовой поверхно-
сти формируется область с более низким положе-
нием µH (на рис. 7с обозначена как +Si), и должно
произойти выравнивание (снижение) его положения
во всем выращенном слое Si. Вновь возникающая
разность значений химических потенциалов между
слоями Si3N4 и Si заставляет атомы водорода пере-
ходить из слоя Si3N4 в слой Si, и µH занимает новое
положение (рис. 7d).

Таким образом, диффузия атомов водорода про-
исходит только непосредственно во время роста слоя
Si, что и приводит к зависимости от его толщи-
ны. Рассмотрим влияние температуры роста на этот
процесс. С увеличением температуры роста и пе-
реходом к поликристаллической структуре слоев
Si и Ge из-за усиления колебаний атомов решет-
ки или увеличения беспорядка в областях межзе-
ренных границ увеличивается количество «слабых»
связей Si–Si (Ge–Ge) и ускоряется термодиффузия
атомов водорода, что приводит к более быстрому
выравниванию химического потенциала µH в расту-
щей пленке Si (Ge). Еще одним фактором, ускоря-
ющим диффузию водорода, может быть другой ме-
ханизм диффузии в монокристаллической части по-

ликристаллической структуры. Известно, что энер-
гия активации диффузии водорода в с-Si составляет
около 0.48 эВ [26], а значение коэффициента диффу-
зии уменьшается с увеличением содержания атомов
водорода [27]. Также при высоких температурах ро-
ста может происходить термодесорбция атомов во-
дорода из приповерхностной области [25], что по-
нижает уровень µH и способствует переходу атомов
водорода в растущую пленку Si [9, 28].

В ИК-спектрах структур со слоями Ge толщи-
ной 50 нм (рис. 6b, c) наблюдается более заметное
уменьшение интенсивности полос поглощения N–
H в образцах с аморфными пленками. Это может
быть связано со структурой растущих пленок [22].
Рост поликристаллических слоев начинается с фор-
мирования зерен небольшого размера с большой до-
лей межзеренных границ в объеме пленки, где, ве-
роятно, может содержаться большое число атомов
с оборванными связями — глубокими ловушками
для атомов водорода. По мере увеличения толщи-
ны пленки их число уменьшается, что усиливает
диффузию атомов водорода. Как явствует из ИК-
спектров структур с поликристаллическими слоями
Si и Ge [17,20,21], в poly-Si и poly-Ge не наблюдалось
формирования полос поглощения Si–Hx или Ge–Hx.
Возможно, это связано с их недостаточной концен-
трацией или формированием связей Si–H (Ge–H), не
являющихся ИК-активными.

Нанесение слоев Si (Ge) изменяло интенсив-
ность полос поглощения Si–N (∼ 860 см−1) и Si–
O (∼ 960 см−1). Как показали результаты исследо-
вания методом фотоэлектронной спектроскопии с
послойным травлением [21], одновременно с уходом
атомов водорода из диэлектрической пленки про-
исходит встречная диффузия атомов Si (Ge) в нее.
Изменение интенсивности полосы поглощения Si–N
связано с уменьшением концентрации атомов водо-
рода в Si3N4, сопровождающимся разрывом связей
N–H и формированием вместо них связей Si–N. В
случае роста слоя Si из растущей пленки поступают
дополнительные атомы Si, и число связей Si–N воз-
растает. При росте пленок Ge формируются связи
Ge–N, т. е. отсутствует дополнительный источник
атомов Si. Еще одним фактором изменения интен-
сивности полосы поглощения Si–N является то, что
внедрение дополнительных атомов Si не вносит
искажений в структуру Si3N4 и может улучшать
порядок в ней, а атомы Ge, имеющие больший раз-
мер, могут вносить такие искажения. Ослабление
поглощения в полосе Si–O (∼ 960 см−1) связано с
разрушением этих связей в слое оксинитрида при
диффузии через него атомов Ge [21].

4 ЖЭТФ, вып. 5
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5. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

С помощью методов ДБОЭ и ИК-спектроскопии
изучены поликристаллические и аморфные пленки
Si и Ge, выращенные на диэлектрических подлож-
ках Si3N4/SiO2/Si(001). В результате нанесения сло-
ев Si и Ge наблюдалось значительное падение ин-
тенсивности полос поглощения, связанных с коле-
баниями связей N–H, которое усиливалось с увели-
чением толщины растущих пленок. Для объясне-
ния экспериментальных результатов предложено ис-
пользовать модель, основанную на предположении,
что в отсутствие термодиффузии переход атомов во-
дорода из диэлектрического слоя Si3N4 в растущую
пленку Si или Ge контролируется разным положе-
нием уровней химического потенциала атомов водо-
рода в них. Разность химических потенциалов ато-
мов водорода в Si3N4 и пленке Si (Ge) сохраняется
только во время роста пленок. Этим объясняется за-
висимость интенсивности полос поглощения от тол-
щины выращенной пленки. С повышением темпера-
туры роста пленки ускоряется процесс выравнива-
ния уровней химического потенциала между Si3N4

и Si (Ge) за счет возможной термодиффузии атомов
водорода.
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Высокое давление влияет на затвердевание расплава Al86Ni6Co4Gd2Tb2 и его стеклообразующую спо-

собность. С помощью молекулярно-динамических расчетов ab initio показано, как локальная структура

расплава изменяется с увеличением давления. Высокое давление способствует формированию икоса-

эдрических кластеров в расплаве. Формированию икосаэдров способствуют редкоземельные элементы:

гадолиний, тербий. При давлении 10 ГПа и температуре расплава 1800 К атомы икосаэдров образу-

ют «перколяционный кластер». При уменьшении давления концентрация икосаэдров уменьшается, при

атмосферном давлении икосаэдры практически отсутствуют. Таким образом, стеклообразующая способ-

ность расплава увеличивается при повышении давления. С использованием техники глубокого машинного

обучения выполнена оценка зависимости температуры стеклования Tg от высокого давления: увеличе-

ние давления от 0 до 10 ГПа повышает Tg в 1.3 раза. Исследована структура твердых образцов сплава,

полученных путем охлаждения его расплава с температурой 1800 К со скоростью 1000 град/с под дав-

лением 10 ГПа. Методами рентгеноструктурного анализа и электронной микроскопии показано, образцы

плотные и однородные, структура мелкодисперсная. В сплаве синтезированы новые кристаллические

фазы с кубической (сP4/2) и тетрагональной (tI26/1) структурами, стабильные длительное время в

нормальных условиях. В формировании фазы с кубической структурой (сP4/2) основную роль выполня-

ют редкоземельные элементы. Исследования показали, средняя твердость образцов, полученных при 10

ГПа, почти в 2 раза выше, чем исходного образца, полученного при атмосферном давлении, и составляет

порядка 2 ГПа.

DOI: 10.31857/S0044451024050055

1. ВВЕДЕНИЕ

Прогресс в понимании процессов, протекающих
в высокотемпературных стеклообразующих распла-
вах типа Al-ПМ-РЗМ (ПМ — переходный металл,
РЗМ — редкоземельный металл) с содержанием
алюминия 80–90 ат.% в широком температурном

* E-mail: svetlmensh@udman.ru
** E-mail: n.chtchelkatchev@gmail.com

диапазоне [1, 2], а также в изучении влияния вы-
соких давлений и скоростей охлаждения на их за-
твердевание [3] имеет высокую научную значимость.
При скоростях охлаждения 100000 град/с сплавы
стеклуются с образованием лент толщиной порядка
50–60 мкм. Представляет интерес повышение стек-
лообразующей способности расплавов системы это-
го типа. Есть основание полагать, что экстремаль-
ные воздействия (ЭВ) (высокие давления, темпера-
туры и скорости охлаждения) способны помочь в
решении данного вопроса. Отработка методик по-
лучения сплавов в подобных экстремальных усло-
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виях является сложной технологической задачей. В
условиях высоких давлений и температур при высо-
коскоростном затвердевании расплава отмечаются
физические и химические процессы, протекание ко-
торых в обычных условиях затруднительно, в ряде
случаев невозможно из-за термодинамических огра-
ничений. ЭВ влияют как на кинетику, так и на тер-
модинамику затвердевания расплава. В частности,
высокое давление увеличивает вязкость металличе-
ского расплава, а также модифицирует структуру
ближнего порядка в сторону более плотных упако-
вок, в том числе некристаллических. Помимо общей
тенденции к измельчению зерен, ЭВ способствуют
кристаллизации новых метастабильных фаз, обыч-
но более плотных. В результате могут быть получе-
ны материалы с уникальными структурами и свой-
ствами [3–8].

Быстрое развитие компьютерных технологий де-
лает возможным проведение теоретических исследо-
ваний реалистичных систем с использованием раз-
личных методов, в частности, в рамках подхода ab
initio (AIMD) [9]1). В последнее время в изучении
физики конденсированных сред все большее распро-
странение получают методы расчетов ab initio, осно-
ванные на теории функционала плотности (DFT)2),
что представляет высокий интерес и для изучения
сплавов вышеуказанной системы [10].

Большой интерес представляет также использо-
вание искусственных нейронных сетей (ИНС) (глу-
бокое машинное обучение) [11, 12] в квантовой ме-
ханике, в коррелированных системах, в системах с
фазовыми переходами. «Глубокое» обозначает сте-
пень сложности (глубины) нейросети, которая за-
частую может быть весьма поверхностной. Обуче-
ние нейронной сети — это процесс, в котором пара-
метры нейронной сети настраиваются посредством
моделирования среды, в которую эта сеть встрое-
на. Тип обучения определяется способом подстрой-
ки параметров. Основной недостаток ИНС заклю-
чается в необходимости получения большого экспе-
риментального материала для обучения сети, а так-
же низкая прогностическая способность. Достоин-
ства: возможность получать высокую точность рас-
чета, а также, когда нет физических моделей струк-
турной или иной зависимости — простота обучения
и использования при наличии необходимого экспе-
риментального материала и программного обеспе-

1) Метод расчета из первых основополагающих принципов,
описывающий атомные взаимодействия с учетом квантовых
эффектов.

2) Метод расчета электронной структуры систем многих
частиц в квантовой физике и квантовой химии.

чения [13]. С помощью ИНС представляется воз-
можным построение моделей расчета предела теку-
чести и деформационного упрочнения промышлен-
ных алюминиевых сплавов по параметрам структу-
ры [13], предсказание поведения ближнего упорядо-
чения в бинарных и многокомпонентных сплавах на
основе алюминия, в зависимости от концентрации
и температуры [14]. Недавно было обнаружено, что
зарождение кристаллов в переохлажденном распла-
ве достигает максимальной скорости при температу-
ре стеклования и сильно замедляется при глубоком
охлаждении в стеклообразном состоянии [15].

Ранее мы провели экспериментальные и тео-
ретические исследования затвердевания четы-
рехкомпонентного стеклообразующего расплава
Al86Ni2Co6Gd6 под высоким давлением [16]. Обна-
ружили новые метастабильные фазы, формирую-
щиеся в сплаве после термобарического воздействия
на расплав при затвердевании. Показали, что стек-
лообразующая способность расплава увеличивается
с ростом высокого давления. Подобные иссле-
дования в литературе практически отсутствуют.
Цель настоящей работы — исследование локаль-
ной структуры расплава при малом и высоком
давлениях в более сложном стеклообразующем
сплаве Al86Ni6Co4Gd2Tb2; исследование влияния
высокого давления на затвердевание расплава и его
стеклообразующую способность.

2. МАТЕРИАЛЫ И МЕТОДЫ
ИССЛЕДОВАНИЯ

2.1. Эксперимент

Слиток заданного состава получали методом
сплавления чистых металлов в корундовых тиглях
в печи Таммана. В качестве исходных компонен-
тов использовали элементы с содержанием основно-
го металла: алюминий 99.999, никель 99.9, кобальт
99.9, гадолиний 99.9, тербий 99.9 (масс.%). Химиче-
ский анализ слитка показал, содержание основных
элементов соответствовало заданному составу в пре-
делах ±0.2% от номинального. Полученный обра-
зец рассматривали в качестве исходного. Образцы
для исследований под высоким давлением 10 ГПа
получали в камере типа «тороид» [17]. Нагрев и
плавление образца проводили пропусканием через
него переменного тока. В качестве среды, пере-
дающей давление, использовали алгетский камень.
Схема эксперимента: установление давления→ им-
пульсный нагрев→ выдержка при установленных
давлении и температуре→ охлаждение без сбро-
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са давления до комнатной температуры→ умень-
шение высокого давления до атмосферного. Ско-
рость охлаждения расплавов 1000 град/с, темпе-
ратура расплава перед закалкой 1800 К. Методом
рентгеноструктурного анализа определяли фазовый
состав образцов. Для исследования элементного со-
става, морфологии и размера структурных состав-
ляющих сплава использовали методы электронной
микроскопии. Измерения твердости HV выполняли
на твердомере ПMT-3M. Нагрузка, применяемая к
индентору ∼ 50 г, время нагружения ∼ 10 с. Значе-
ния HV усредняли по 20 измерениям.

2.2. Моделирование

Структурные исследования расплава выполняли
методом функционала плотности на основе VASP
(The Vienna Ab initio Simulation Package). Рассмат-
ривали элементарные ячейки из 512 атомов с пери-
одическими граничными условиями, в Гамма-точке.
Энергия отсечки базиса плоских волн 500 эВ. Ввиду
малых концентраций Ni, Co, Gd и Tb моделирова-
ние производили с использованием 10 независимых
реплик расплавов с разным начальным случайным
расположением атомов. Случайные начальные кон-
фигурации создавали на основе потенциала взаи-
модействия твердых сфер между атомами и клас-
сического (LAMMPS) молекулярно-динамического
моделирования. Наиболее неупорядоченные конфи-
гурации отбирали алгоритмом УСПЕХ. Равновес-
ная конфигурация достигалась VASP моделирова-
нием системы в NPT ансамбле в течение не менее
10 пс с шагом 1 фс. Далее системы моделировали
VASP в NVT ансамбле в термостате Nose-Hoover при
высоких температурах и давлениях. Для исследо-
вания расплава при глубоком переохлаждении по-
строили потенциал взаимодействия машинного обу-
чения (MLIP) с использованием квантовых данных
молекулярной динамики в качестве обучающего на-
бора данных. Использовали пакет DEEPMD3) в ка-
честве ядра для сборки MLIP. Выбрали дескрипто-
ры «se_a» с отсечкой 7 Å для обработки данных
обучения. Начальную тренировочную базу данных
для машинного обучения MLIP получали случай-
ной выборкой 20% данных квантовой молекуляр-
ной динамики, остальные 80% данных использова-
ли в проверочном датасете. Многоэтапное дообу-

3) DEEPMD предназначен для минимизации усилий, необ-
ходимых для построения основанной на глубоком машинном
обучении модели межатомной потенциальной энергии и сило-
вого поля, а также для выполнения классических вычислений
молекулярной динамики (CMD).
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Рис. 1. Сравнение энергии, рассчитанной MLIP и DFT

чение потенциала MLIP проводили с помощью па-
кета DPGEN (Deep Potential GENerator), который
на каждом этапе оценивает точность классической
молекулярной динамики путем вычисления диспер-
сии межатомных сил по ансамблю четырех реплик
MLIP и отправляет на расчет DFT VASP наименее
точные конфигурации с последующим добавлением
их в тренировочную базу данных. Процесс сходится,
когда дисперсия межатомных сил становится мень-
ше заданного порога для 90% конфигураций, кото-
рые генерирует DPGEN. Так как часть атомов в
сплаве имеют очень маленькую концентрацию, воз-
никла необходимость добавить в тренировочную ба-
зу данных небольшое количество высокоэнтропий-
ных конфигураций, где концентрации всех элемен-
тов одного порядка. Это необходимо для стабилиза-
ции сходимости процедуры обучения MLIP в случае
легированных сплавов, где легирующие элементы,
в силу малой концентрации, редко сближаются. В
результате точность MLIP, по сравнению с первона-
чальным расчетом, составила

Energy MAE/Natoms 1.808373 · 10−3 эВ,
Energy RMSE/Natoms 1.103514 · 10−1 эВ,
Force MAE 2.263140 · 10−03 эВ/А,
Force RMSE 1.570985e− 01 эВ/А,
Virial MAE/Natoms 9.203836 · 10−03 эВ,
Virial RMSE/Natoms 1.190558 · 10−23 эВ.
Здесь MAE обозначает среднюю абсолют-

ную ошибку (Mean Absolute Error), а RMSE-
среднеквадратичную ошибку (Root Mean Square
Error) по сравнению с DFT. Отклонение MLIP
расчетов от DFT графически показано на рис. 1
и рис. 2. Классическая молекулярная динамика
(CMD) с MLIP имеет точность, сравнимую с
квантовой молекулярной динамикой. Наиболее
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Рис. 2. Сравнение сил, вычисленных с помощью MLIP и

DFT

важным является то, что CMD может иметь дело
с достаточно большим количеством частиц и рас-
пространять их в течение 10 мкс периодов времени,
а не 1–10 нс. Мы выбрали LAMMPS для CMD.
Для CMD-моделирования расплава выбирали ячей-
ку с 13824 атомами в периодических граничных

условиях и шагом по времени 2 фс. Сплав смоде-
лировали при охлаждении с помощью термостата
Nose-Hoover NPT от температуры 2000 до 100 K
для 10 миллионов шагов MD.

3. РЕЗУЛЬТАТЫ И ОБСУЖДЕНИЕ

3.1. Эксперимент

Ранее исследовали образцы сплава
Al86Ni2Co6Gd6, полученные в зависимости от
высокого давления (до 10 ГПа) и температуры
закалки расплава (до 1800 К) [18]. Было показало,
при давлениях 7–10 ГПа в сплаве формируются но-
вые метастабильные фазы: фаза (Al3Gd)* (по типу
Al3U), со структурой примитивного куба (сP4/2)
и фаза (Al8(Co/Ni)4(Gd))* (по типу Al8Cr4Gd) с
тетрагональной структурой (tI26/1). Исследования,
выполненные в настоящей работе, показали, что и
в сплаве Al86Ni6Co4Gd2Tb2, при тех же условиях
получения, формируются такие же по составу
фазы (см. таблицу), однако морфология структуры
другая. Редкоземельные металлы, в нашем случае,
Gd и Tb, проявляют между собой большое сходство
химических и физических свойств, что объяс-
няется почти одинаковым строением наружных
электронных уровней их атомов, имеют примерно
равные радиусы атомов и легко взаимозаменяются
в исследуемом сплаве. Таким образом, форми-
рование тех же фаз в сплаве Al86Ni6Co4Gd2Tb2,
что и в сплаве Al86Ni2Co6Gd6 вполне оправдано.
На рис.3 a представлена микроструктура образца
сплава Al86Ni6Co4Gd2Tb2, полученного в печи
Таммана методом сплавления чистых компонентов
при атмосферном давлении и образца, полученного
под давлением 10 ГПа (рис.3 б ). Температура
закалки в обоих случаях 1800 К. На рис. 3 видно,
что структура образца, полученного под давле-
нием 10 ГПа более дисперсная, по сравнению с
образцом, полученным при нормальном атмосфер-
ном давлении. Исследования показали также, что
образец, полученный под высоким давлением, од-
нородный, плотный, без усадочных раковин и пор;
средняя микротвердость почти в два раза выше,
чем в исходном образце, и составляет порядка 2
ГПа. Обнаруженные новые фазы формируются в
сплавах при высоких давлениях 7–10 ГПа. При
давлениях менее 7 ГПа в сплаве присутствуют
только равновесные фазы.
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a б

Рис. 3. Микроструктура образцов сплава Al86Ni6Co4Gd2Tb2, полученного в печи Таммана методом сплавления чистых

компонентов при атмосферном давлении (а) и полученного под давлением 10 ГПа (б ) (1800 К, 1000 град/с)

Таблица. Условия получения и фазовый состав образцов сплава Al86Ni6Co4Gd2Tb2

№ Условия получения Фазовый состав

1 атм. давление (1800 К) α-Al; Al3Gd (гекс., hP8/3); Al19Ni5(Tb/Gd)3(орт., oC108/4)

2 10 ГПа (1800 К) α-Al, Al3(Gd/Tb)*(Ni/Co) (по типу Al3Er) (куб., сP4/2),

Al8(Co/Ni)4(Gd/Tb)** (по типу Al8Cr4Gd) (тетр., tI26/1)

3.2. Моделирование

В результате моделирования расплавов при 1800
К и давлениях 0 и 10 ГПа получены и исследованы
радиальные функции распределения атомов (ФР-
РА). На рис. 4 представлены полные ФРРА. При по-
вышении давления до 10 ГПа отмечено увеличение
пиков и их смещение, что свидетельствует об увели-
чении степени локального упорядочения в расплаве
при высоком давлении. Анализ парциальных ФР-
РА расплава при 0 и 10 ГПа (1800 К) для алюми-
ния, кобальта, никеля, гадолиния и тербия показал,
высокое давление влияет, в основном, на локальное
окружение алюминия, гадолиния и тербия в рас-
плаве. Аналогичная ситуация отмечена нами ранее
для сплава Al86Ni2Co6Gd6 [16], где высокое давле-
ние оказывает влияние, в первую очередь, на ло-
кальное окружение алюминия и гадолиния в рас-
плаве.

Для анализа ближнего порядка в расположе-
нии атомов использовали метод, известный как
«polyhedral template matching» [19]. Исходя из ФР-
РА, максимальная длина связи выбрана равной 3Å.
В качестве параметра, управляющего определени-
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Рис. 4. Полная ФРРА расплава Al86Ni6Co4Gd2Tb2 (1800 K)

ем локальной симметрии, выбран RMSD (Root Mean
Square Deviation)4), равный 1.1. Анализ молекуляр-
ной динамики траекторий показал, при нулевом
давлении в расплаве Al86Ni6Co4Gd2Tb2 в неболь-

4) Мера среднего расстояния между атомами.
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Рис. 5. Икосаэдрические кластеры в расплаве Al86Ni6Co4Gd2Tb2 при 0 (а) и 10 (б ) ГПа (1800 К)

a б

Рис. 6. Разбиение икосаэдрической материи на кластеры в расплаве Al86Ni6Co4Gd2Tb2 при 0 (а) и 10 (б) (1800 К)

шой концентрации (0.5%) присутствуют икосаэдри-
ческие кластеры (рис.5 a). При повышении давления
до 10 ГПа их концентрация увеличивается не ме-
нее чем до 4% (рис.5 б ). В этом расчете концентра-
ции икосаэдров учитывались только атомы, имею-
щие ближайшее окружение икосаэдра, т.е. в центре
икосаэдра. Разбиение икосаэдрической материи на
кластеры в расплаве показано также на рис.6 a, б .
Одним цветом объединены атомы, принадлежащие
одному кластеру. Зеленым цветом показана «сеть»
икосаэдров — «перколяционный кластер»5). То есть

5) Кластер, в котором есть путь от верхней до нижней гра-
ницы рассматриваемой области.

при 10 ГПа атомы образуют «перколяционный клас-
тер», а при атмосферном давлении-нет. Для обоих
давлений расчеты выполнены при 1800 К. Если при
нулевом давлении охладить системы на 200 К, от
1800 до 1600 К, после снижения давления от 10 до
0 ГПа концентрация икосаэдров уменьшается. Сеть
икосаэдров в металлической жидкости обычно явля-
ется признаком ее стеклообразующей способности.
Таким образом, можно полагать, что с увеличением
давления увеличивается и стеклообразующая спо-
собность расплава.

Рисунок 7 а демонстрирует процент количества
атомов в центре икосаэдров к общему количеству
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a б

Рис. 7. Количество атомов в центре икосаэдров (а) и принадлежащих икосаэдрам (б ), к общему числу атомов (%)
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Рис. 8. Температурная зависимость объема сплава Al86Ni6Co4Gd2Tb2, приходящегося на один атом, при давлениях 0 и

10 ГПа (а), та же зависимость при 10 ГПа в отсутствие Gd и Tb (б )

атомов при давлении 10 ГПа в температурном диа-
пазоне от 2000 до 0 К. Рассмотрены два случая:
с присутствием в расплаве РЗМ (черная кривая)
и без РЗМ (синяя кривая). На рис.7 a видно, что
при высоких температурах этот процент практи-
чески одинаков для обеих кривых, при уменьше-
нии температуры отмечается существенное разли-
чие. На рис.7 б представлено процентное изменение
с температурой количества атомов, принадлежащих
икосаэдрам. Дальнейшие теоретические исследова-
ния показали, сплав без РЗМ аморфизуется, но пле-
ночно, а с присутствием РЗМ-объемно. В ряде ра-
бот, в частности в [20, 21], показано, что и некоторые
однокомпонентные экстремально охлажденные ме-
таллические расплавы характеризуются наличием
икосаэдрического ближнего порядка. Обычно ико-
саэдрические кластеры в таких расплавах, напри-
мер, в расплаве алюминия, при высоких температу-
рах отсутствуют или их количество незначительно
отличается от нуля [15].

Известно, что, как и при фазовых переходах вто-
рого рода, при стеклообразовании происходит рез-
кое изменение теплоемкости и коэффициента терми-
ческого расширения [22–24]. В этом случае наблю-
дается излом на температурной зависимости объ-
ема. Мы выполнили оценку зависимости темпера-
туры стеклования от давления на основе темпера-
турной зависимости объема, приходящегося на один
атом. С помощью атомистического компьютерного
моделирования охлаждения расплава из 5000 ато-
мов, при использовании MLIP определена темпе-
ратура стеклования (Tg): порядка 650 К при нор-
мальном давлении и 850 К при давлении 10 ГПа
для сплава Al86Ni6Co4Gd2Tb2 (рис.8 a). Для сплава
Al86Ni2Co6Gd6: порядка 600 К при нормальном дав-
лении и порядка 820 К при давлении 10 ГПа [16]. По-
лученные значения температур стеклования состав-
ляют 0.5 от их температуры плавления, что хорошо
согласуется с литературными данными для анало-
гичных металлических систем [25]. Мы оценили, на
сколько меняется Tg сплава Al86Ni6Co4Gd2Tb2, если
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a б

Рис. 9. Икосаэдры в объеме переохлажденного расплава с температурой 500 К, ниже Tg. Атомы алюминия выделены

красным, атомы никеля — синим, атомы кобальта — желтым (а) и коричневым (б ), атомы гадолиния — светло-зеленым,

атомы тербия — темно-зеленым

из сплава убрать РЗМ. Удаление Tb и Gd приводит
к уменьшению Tg примерно на 65 К (рис.8 б ).

Таким образом, внешние условия и состояние
расплава влияют на его затвердевание. Это необ-
ходимо учитывать при разработке технологических
процессов получения материалов с заданными свой-
ствами. Известно, что кристаллизация расплава
происходит за счет образования кристаллических
зародышей, перерастающих в кристаллы. Самопро-
извольно возникающие центры кристаллизации (за-
родыши) приводят к уменьшению объемной свобод-
ной энергии и увеличению межфазной энергии за
счет границы раздела. Для образования зародышей
кристаллов в жидкости необходимы определенные
условия, в частности, необходимо появление мик-
рообъемов, где взаимное расположение атомов со-
ответствовало бы кристаллической решетке форми-
рующегося твердого сплава. В исследуемом распла-
ве при атмосферном давлении и температуре 1800
К обнаружено небольшое количество икосаэдриче-
ских кластеров, концентрация которых увеличива-
ется с ростом давления. В икосаэдрических класте-
рах важно знать, как расположены атомы в про-
странстве. Икосаэдрические кластеры под воздей-
ствием внешних условий (температуры, давления и
т. д.) могут перестраиваться и изменяться с целью
увеличения плотности и занимаемого объема, по-
скольку это выгодно энергетически [26]. Здесь важ-
ное влияние оказывает и относительный размер ато-
мов, который в случае металлов (наш случай) игра-
ет роль длины связи. Чем больше разница в раз-
мерах атомов, содержащихся в сплаве, тем больше
соседей можно разместить вокруг атома. Соответ-
ственно, чем больше один из атомов, по сравнению
со вторым, тем больше у него будет соседей, и, со-

ответственно, тем меньше соседей будет у атома с
меньшим радиусом. Радиусы атомов: алюминия 143,
никеля 124, кобальта 125, гадолиния 179 и тербия
180 пм. Радиусы атомов Gd и Tb имеют наибольшее
значение, и вокруг каждого из них должно быть бо-
лее 12 атомов. В действительности, как показыва-
ет наше исследование, гадолиний и тербий не за-
нимают позиции в центре икосаэдров, а являются
лишь своего рода катализаторами образования ико-
саэдров. На рис. 9 показаны икосаэдры в переохла-
жденном расплаве с температурой 500 К, ниже Tg,
для давлений 0 и 10 ГПа. Выбраны не все икоса-
эдры, а только почти совершенные, т. е. практиче-
ски «идеальные», с минимальными деформациями.
Как видно из рис. 9, икосаэдрические кластеры, в
основном, включают атомы алюминия и гадолиния
или алюминия и тербия, а также небольшое коли-
чество атомов никеля и кобальта. Как показывают
наши расчеты, высокое давление оказывает влия-
ние, в первую очередь, на локальное окружение Gd,
Tb и Al в расплаве. Это термодинамически выгодно
для образования первичных кристаллов новой мета-
стабильной фазы Al3(Gd/Tb), обнаруженной нами
в твердом образце. Далее в условиях сжатия фор-
мируются аномально пересыщенный твердый рас-
твор Al(Gd/Tb) и новая фаза Al8(Co/Ni)4(Gd/Tb).
Эти метастабильные фазы, полученные под высо-
ким давлением, достаточно стабильны длительное
время в нормальных условиях.

Выполненный в настоящей работе, а также дру-
гих работах [16, 18] реальный эксперимент показал,
что многокомпонентные расплавы Al-ПМ-РЗМ за-
твердевают в ряд нетривиальных фаз, имеющих
разные кристаллические решетки. Если система за-
твердевает при высоком давлении, то синтезируют-
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ся также местастабильные фазы. Численное ато-
мистическое моделирование на сегодняшний день
с большим трудом может достоверно описать за-
твердевание сложной системы из 4 или 5 элементов
в несколько сосуществующих нетривиальных твер-
дых фаз. Но можно достаточно эффективно мо-
делировать расплав с первопринципной точностью.
Выполненное нами численное моделирование рас-
плавов Al-ПМ-РЗМ позволило понять, в чем за-
ключается роль примесей, из-за которых при за-
твердевании формируются метастабильные фазы.
Показано, легирующие примеси РЗМ являются ка-
тализаторами формирования икосаэдров в распла-
ве. Один атом примеси локально упорядочивает 12
атомов. Концентрация икосаэдров в расплаве вы-
ше при высоком давлении. Таким образом, при-
меси РЗМ повышают стеклообразующую способ-
ность системы. Довольно давно известно, сплавы ис-
следуемой системы стеклуются при быстром охла-
ждении расплава (со скоростью 1000000 град/с)
в форме тонких лент, толщиной порядка 50 мкм.
Мы впервые это микроскопически объяснили, ис-
следуя расплав, в том числе в условиях переохла-
ждения. При медленном охлаждении система не
стеклуется, а формирует несколько сосуществую-
щих твердых фаз с разными кристаллическими
решетками. Вероятно, в этом эффекте тоже кос-
венно сказывается высокая стеклообразующая спо-
собность сплавов, так как образуется сравнитель-
но много совершенно непохожих друг на друга
фаз. Возникновение такой многофазной неупоря-
доченной поликристаллической системы-результат
высокой стеклообразующей способности и фруст-
рации, из-за наличия большого количества икоса-
эдров в расплаве. Известно, что стеклообразующая
способность фаз-стеклообразователей (аморфизато-
ров) обусловлена их химической природой, наличи-
ем икосаэдрической координации. Как правило, они
имеют сложную кристаллическую решетку. Воз-
никающая в исследованном сплаве новая первич-
ная фаза Al3(Gd/Tb) может рассматриваться как
аморфизатор сплава. Известно, что дополнитель-
ным воздействием высокими давлениями на расплав
при быстрой закалке можно получить максималь-
но «уплотненные»–«идеальные» стекла. Нами пока-
зано наличие «перколяционного кластера» при вы-
соком давлении в исследуемом металлическом рас-
плаве, что обычно является признаком стеклообра-
зующей способности расплавов. Однако в рассмат-
риваемом сплаве при выбранных условиях получе-
ния, мы не обнаружили аморфной составляющей.
По-видимому, для аморфизации исследуемого рас-

плава необходимы гораздо более высокие давления
при той же (рассматриваемой) экспериментальной
скорости охлаждения.

4. ВЫВОДЫ

1. Эксперимент показал, при затвердевании рас-
плава Al86Ni6Co4Gd2Tb2 с температурой 1800 К под
давлением 7–10 ГПа при скорости охлаждения 1000
град/с в сплаве формируются новые кристалли-
ческие метастабильные фазы: высокосимметричная
фаза Al3(Gd/Tb) с примитивной кубической решет-
кой (сP4/2), упорядочена по типу Al3U, содержит
Co и Ni и фаза Al8Co4(Gd/Tb) (типа Al8Cr4Gd) с
тетрагональной структурой (tI26/1). Твердый рас-
твор α-Al аномально пересыщен гадолинием и тер-
бием. Структура образца мелкокристаллическая с
высокой плотностью. Средняя микротвердость вы-
сокая за счет твердорастворного и дисперсионного
упрочнения. При давлениях менее 7 ГПа в сплаве
формируются только равновесные фазы.

2. С помощью численного моделирования опре-
делена роль примесей в сплаве, из-за которых фор-
мируются метастабильные фазы. Легирующие при-
меси РЗМ являются катализаторами формирова-
ния икосаэдрических кластеров в расплаве. При
увеличении давления от 0 до 10 ГПа их коли-
чество увеличивается в 8 раз, формируя «сеть»–
«перколяционный кластер», повышая стеклообра-
зующую способность расплава. С использованием
техники глубокого машинного обучения выполнена
оценка зависимости температуры стеклования Tg от
высокого давления: увеличение давления от 0 до 10
ГПа повышает Tg в 1.3 раза.

Полученные результаты вносят вклад в пони-
мание процессов структурообразования, происходя-
щих в стеклообразующих расплавах типа Al-ПМ-
РЗМ в области эвтектики, а также в изучение вли-
яния высокого давления на процессы их затверде-
вания. Более глубокое теоретическое исследование
системы на основе машинного обучения для постро-
ения межатомного потенциала позволит учитывать
в численном моделировании гораздо более длитель-
ные промежутки времени и непосредственно иссле-
довать процессы затвердевания.
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Представлены результаты систематического экспериментального исследования гистерезисных свойств

пленочных композитов типа FeNi/FeMn/FeNi в условиях варьирования толщины антиферромагнитно-

го слоя FeMn, температуры и магнитной предыстории. Показано, что влияние указанных факторов на

коэрцитивную силу и поле обменного смещения может быть объяснено на основе представлений о вы-

сокодисперсной поликристаллической структуре антиферромагнитного слоя. Реализована оригинальная

методика оценки температурной зависимости константы магнитной анизотропии антиферромагнетика.

DOI: 10.31857/S0044451024050067

1. ВВЕДЕНИЕ

В последние десятилетия значительное внимание
в физике композитных материалов уделяется иссле-
дованию магнитных систем, в которые входят об-
менно-связанные между собой слои антиферромаг-
нитных и ферромагнитных металлов. Обменное вза-
имодействие, возникающее между слоями, приводит
к определенной корреляции их магнитных струк-
тур. А отсутствие у антиферромагнетика спонтан-
ной намагниченности и соответственно реакции на
относительно небольшое магнитное поле индуциру-
ет в ферромагнетике однонаправленную магнитную
анизотропию, проявляющуюся в сдвиге его петли
гистерезиса по оси магнитного поля. Данный эф-
фект, называемый обменным смещением, представ-
ляет интерес для таких перспективных научно-тех-
нических направлений, как спинтроника, магнитная
сенсорика, магнитная обработка информации [1–4].

* E-mail: nastyabykowa@gmail.com

Впервые указанный эффект был обнаружен
в 1956 году при исследовании однодоменных
частиц Co, покрытых антиферромагнитным
оксидом CoO [5, 6], и с тех пор накоплен боль-
шой объем информации по реализации и осо-
бенностям обменного смещения в различных
ферро-/антиферромагнитных композитах [7–9].
Классическим примером композитов, демонстри-
рующих эффект обменного смещения, являются
поликристаллические пленки типа FeMn/FeNi,
содержащие ферромагнитный слой пермаллоя
Fe20Ni80 и антиферромагнитный слой Fe50Mn50.
Функциональные свойства данной структуры
ограничены сравнительно низкой температурой
блокировки (Tb 6 400K) [10]. Но у нее есть и свои
достоинства, к которым можно отнести относи-
тельную простоту реализации обменного смещения,
хорошую воспроизводимость его параметров и,
конечно, отсутствие в составе антиферромагнетика
дорогостоящих элементов типа Ir или Pt [11].
Изучению структуры типа FeMn/FeNi посвящено
значительное число работ, в которых установлены
закономерности формирования эффекта обменного
смещения при варьировании толщин ферромаг-
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нитного и антиферромагнитного слоев, состава
буферных слоев, шероховатости межслойных ин-
терфейсов, температуры, магнитной предыстории и
условий термомагнитной обработки [12–18]. В том
числе, установлена роль эффекта эпитаксиального
роста в реализации оптимальных кристаллической
структуры и текстуры композитов; определены
критические толщинные параметры слоистой
структуры; выявлены особенности термически
активируемой межслойной диффузии; показано,
что многие характерные особенности гистерезис-
ных свойств обусловлены дисперсией в размере
кристаллитов антиферромагнитного слоя.

Таким образом, пленочные композиты
FeMn/FeNi представляются неплохо изученным
носителем эффекта обменного смещения и в этой
связи могут рассматриваться как модельный объ-
ект, весьма подходящий для тестирования новых
подходов к экспериментальному изучению подоб-
ных сред, а также построению их физических и
компьютерных моделей. В том числе, представляет
интерес оценка эффективности использования
такого рода бислоев для косвенного определения
константы магнитной анизотропии антиферромаг-
нитной составляющей. Само по себе количественное
описание анизотропии антиферромагнетиков яв-
ляется непростой задачей. Отсутствие спонтанной
намагниченности предъявляет очень высокие тре-
бования к реализации традиционных методик,
используемых в этой области. В их рамках для
определения анизотропии намагничивания [19] или
условий резонансного микроволнового поглоще-
ния [20] необходимы сверхсильные стационарные
магнитные поля (напряженностью более 105 Э) и
сверхвысокочастотное электромагнитное излучение
(частотой более 102 ГГц), т. е. сложное экспери-
ментальное оборудование. Ситуация осложняется
тем, что для качественной интерпретации кривых
намагничивания или составляющих эффективного
магнитного поля, получаемых в результате приме-
нения указанных методик, в эксперименте должны
использоваться монокристаллические образцы,
причем достаточно большого объема. Несравненно
более доступной является методика определения
константы анизотропии антиферромагнетика, пред-
ложенная в работе [21] при изучении поликристал-
лических пленок типа IrMn/FeNi и известная под
названием Йорк-протокол. Она основана на анализе
зависимостей поля обменного смещения от магнит-
ной предыстории образцов и позволяет определить
константу анизотропии антиферромагнетика IrMn

при одной фиксированной температуре.

Данная работа посвящена физическому обос-
нованию возможности применения Йорк-протоко-
ла для определения температурного поведения кон-
станты магнитной анизотропии антиферромагнети-
ка, которое строится на подробном анализе эффекта
обменного смещения в поликристаллических плен-
ках типа FeMn/FeNi с разной толщиной антиферро-
магнитного слоя.

2. ОПИСАНИЕ ЭКСПЕРИМЕНТАЛЬНЫХ
МЕТОДИК

Исследовались многослойные пленки
стекло/Ta(5)/Fe20Ni80(5)/FeMn(L)/Fe20Ni80(40) с
варьируемой толщиной антиферромагнитного слоя
L, которые были получены методом магнетронного
распыления на установке ATC Orion 8. Форми-
рование пленочной структуры происходило путем
последовательного распыления однокомпонентной
(Ta) или сплавных мишеней соответствующего со-
става. Весь технологический процесс осуществлялся
при давлении аргона 10−3 ммрт. ст. в присутствии
однородного магнитного поля (технологическое
поле) напряженностью 250Э, ориентированного
параллельно плоскости образцов, и при наличии
на подложке высокочастотного электрического
смещения мощностью 14Вт.

В выбранном виде пленочных композитов слой
Ta и следующий за ним слой пермаллоя (вспомога-
тельный слой) толщиной по 5 нм имели структуро-
образующее назначение и в совокупности, благода-
ря эффекту эпитаксии, должны инициировать фор-
мирование кристаллитов FeMn с ГЦК-решеткой и
кристаллической текстурой типа (111). Именно в та-
кой структурной модификации FeMn проявляет ан-
тиферромагнетизм и является источником обменно-
го смещения [22].

Внешний слой пермаллоя толщиной 40 нм (ос-
новной слой) являлся функциональным. Его гисте-
резисные свойства в основном использовались для
индикации магнитного состояния слоя FeMn. Кро-
ме того, в совокупности оба ферромагнитных слоя
позволяли получить дополнительную информацию
о закрепляющих свойствах разных поверхностей ан-
тиферромагнитного слоя. Предпосылкой для это-
го являлось значительное различие слоев пермал-
лоя по толщине, позволившее «развести» по вели-
чине поля их перемагничивания. Номинальная тол-
щина слоя FeMn изменялась в пределах 2–20 нм и,
как и для других слоев, контролировалась в составе
пленочной структуры по времени и предварительно
определенным скоростям осаждения металлов. По-
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грешность такого способа аттестации оценивается
нами в ±0.2 нм.

Структурная характеристика полученных мно-
гослойных пленок выполнена на дифрактометре
Bruker D8 ADVANCE в излучении Cu Ka. Для
аттестации пленок по магнитным свойствам при
комнатной температуре и в интервале температур
5 6 T 6 400К использовались керр-магнитометр
Evico magnetics и измерительный комплекс PPMS
DynaCool T9 соответственно.

3. РЕЗУЛЬТАТЫ И КОММЕНТАРИИ

На рис. 1 приведены результаты дифрактомет-
рии ряда образцов с различной толщиной слоя
FeMn. На примере пленки с L = 20 по дифрак-
тограмме, содержащей только два рефлекса, мож-
но сделать заключение о наличии в ней двух ос-
новных фаз с ГЦК-решеткой, параметры a которых
равны 0.3598 и 0.3541 нм. Их можно отождествить
соответственно со слоями FeMn и FeNi, текстуро-
ванными по типу (111) и тем самым констатировать
реализацию необходимого структурного состояния.
Правда, с уменьшением L дифракционный рефлекс
от FeMn становится менее выраженным и в конце
концов перестает разрешаться. В то же время ли-
ния FeNi остается практически неизменной. Очевид-
но, что она формируется преимущественно внешним
слоем пермаллоя с большей толщиной, а стабиль-
ность его структурного состояния указывает в том
числе на наличие сквозной текстуры типа (111) во
всех исследовавшихся образцах.

Общая характеристика магнитного состояния
всей серии образцов может быть дана на основе
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Рис. 1. Дифрактограммы пленочных структур с разной

толщиной слоя FeMn: L = 5 (1), 7.5 (2), 10 (3), 20 (4) нм

рис. 2, на котором представлены зависимости коэр-
цитивной силы Hc (полуширина петли гистерезиса)
и поля обменного смещения He (величина сдвига
центра петли гистерезиса по оси полей) обоих слоев
пермаллоя от толщины слоя FeMn. Значения ука-
занных параметров определены из магнитооптиче-
ских петель гистерезиса, измеренных при комнат-
ной температуре с двух сторон пленок. Как извест-
но, величина и знак поля He могут зависеть от маг-
нитной предыстории образцов [23, 24]. Поэтому для
определенности все измерения выполнены непосред-
ственно после получения пленок, которое осуществ-
лялось в технологическом поле условно отрицатель-
ного знака.

Представленные данные показывают, что слой
FeMn начинает значимо проявлять себя при тол-
щине более 2.5 нм, вызывая интенсивный рост ко-
эрцитивной силы ферромагнитных слоев. Он про-
должается в довольно узком интервале L, а за-
тем сменяется более плавным снижением Hc с по-
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Рис. 2. Зависимости коэрцитивной силы (а) и поля обмен-

ного смещения (b) основного (кривые 1) и дополнитель-

ного (кривые 2) слоев пермаллоя от толщины слоя FeMn
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следующим выходом на стабильный уровень, ко-
торый, впрочем, значительно выше коэрцитивной
силы, свойственной однослойным пленкам соответ-
ствующих толщин (порядка 1Э). В целом зависи-
мости Hc(L) для основного и вспомогательного сло-
ев FeNi качественно близки, но сильно различают-
ся в количественном отношении. Последнее в боль-
шой мере можно отнести на счет разницы в толщине
слоев и рассматривать как свидетельство наличия
поверхностного источника задержки перемагничи-
вания. Следует также отметить наличие определен-
ного сдвига между двумя представленными кривы-
ми по оси толщин. Он показывает запаздывание в
формировании магнитного гистерезиса во вспомога-
тельном слое по отношению к основному слою, ко-
торое, по-видимому, отражает различия в структур-
ном сопряжении слоев.

Эффект обменного смещения появляется при
L > 4 нм, причем практически синхронно в обо-
их ферромагнитных слоях. С увеличением толщи-
ны слоя FeMn поле обменного смещения He быстро
возрастает, а затем в интервале 6–10 нм выходит на
относительно стабильный уровень. Характерно, что
во вспомогательном слое пермаллоя, как и для слу-
чая Hc, это происходит со сдвигом в сторону боль-
ших L. Соответствующим образом различаются и
величины поля обменного смещения — для вспомо-
гательного слоя конечный уровень He много выше,
чем для основного слоя пермаллоя. Оценка констан-
ты межслойной связи Ks на разных интерфейсах
показывает, что отмеченное различие практически
в полной мере является следствием разнотолщин-
ности ферромагнитных слоев. Вычисления, выпол-
ненные по формуле Ks = He(L = 10 нм)MsLf [24],
где Ms — спонтанная намагниченность пермаллоя
(810Гс), а Lf — толщина ферромагнитного слоя,
дали значения 0.12 и 0.11 эрг/см2 для основного и
вспомогательного слоев соответственно. Таким об-
разом, по эффективности обменной связи оба интер-
фейса близки, что является косвенным свидетель-
ством однородности свойств слоя FeMn по толщине.

Описанные закономерности формирования Hc и
He подобны тем, которые приведены в [7] для пле-
нок типа Cu/FeNi/FeMn(L), и могут быть интерпре-
тированы в рамках модели поликристаллического
антиферромагнетика со слабым межкристаллитным
обменом и обменно-связанным с ферромагнитными
слоями. В ней важна устойчивость вектора анти-
ферромагнетизма каждого кристаллита к тепловым
флуктуациям и воздействию со стороны перемаг-
ничивающегося ферромагнитного слоя, с которым
имеется прямая обменная связь. Такая устойчи-

вость определяется величиной энергии анизотропии,
т. е. произведением константы анизотропии на объ-
ем кристаллита. Исходя из этого, все кристаллиты
слоя FeMn можно разбить на три категории: услов-
но «суперпарамагнитные», «магнитонеустойчивые»
и «стабильные». У первых температура блокиров-
ки меньше температуры измерений, и они практи-
чески не влияют на процесс перемагничивания фер-
ромагнитных слоев. Вторые сами по себе находят-
ся в устойчивом состоянии, но меняют ориентацию
вектора антиферромагнетизма под действием фер-
ромагнитных слоев. Такие кристаллиты формиру-
ют He, но не создают обменного смещения. И на-
конец, третьи обладают наибольшей устойчивостью
магнитного состояния, на которое не влияют указан-
ные выше воздействия. Именно они определяют He.

В рамках такого деления экспериментальные
зависимости Hc(L) и He(L) можно интерпретиро-
вать, считая, что увеличение толщины антиферро-
магнитного слоя приводит к росту среднего объе-
ма кристаллитов и постепенному перераспределе-
нию их между указанными выше категориями. При
L < 2.5 нм кристаллиты, если и есть, то при ком-
натной температуре находятся в «суперпарамагнит-
ном» состоянии. В образцах с несколько большим
L часть кристаллитов являются «магнитонеустой-
чивыми», что приводит к повышению коэрцитивной
силы. Затем появляются кристаллиты третьей ка-
тегории, которые обеспечивают обменное смещение.
Характерно, что максимумы Hc (см. рис. 2) локали-
зуются примерно на середине интервалов L, в ко-
торых происходит резкое изменение He ферромаг-
нитных слоев. При таких толщинах, по-видимому,
имеет место некий паритет в концентрациях «маг-
нитонеустойчивых» и «стабильных» кристаллитов.

Представленная трактовка гистерезисных
свойств пленок FeNi/FeMn/FeNi с разной толщиной
антиферромагнитного слоя находит подтверждение
в результатах температурных исследований. На
рис. 3 показаны наиболее характерные зависимости
Hc(T ) и He(T ) основного слоя пермаллоя для
нескольких величин L. Они определены из магни-
тометрических петель гистерезиса при монотонном
нагреве образцов от 5 до 300К. Охлаждение до
исходной температуры осуществлялось в условно
отрицательном магнитном поле (соответствует зна-
ку технологического поля) напряженностью 5 кЭ —
состояние «N». В этом состоянии проводилась маг-
нитная подготовка путем однократного цикличе-
ского перемагничивания образцов в магнитном поле
с амплитудой 5 кЭ. Затем при данной и последую-
щих температурах измерялись петли гистерезиса,
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параметры которых использовались для анализа.
Переход от одной температуры к другой происходил
в максимальном перемагничивающем поле (5 кЭ)
отрицательного знака. Продолжительность одного
цикла измерений, включая время установления
температуры, составляло около 30мин. Из рис. 3а
видно, что при 5К обменное смещение присутствует
во всех исследованных образцах, а для L > 3 нм его
эффективность практически не зависит от толщи-
ны слоя FeMn. В пленке с L = 2 нм величина He

намного меньше, чем в других образцах. Это может
быть следствием несплошности самого тонкого слоя
FeMn или его частичной аморфизации, сопровож-
дающейся переходом в парамагнитное состояние.
Интересно, что кривые 1 и 2 имеют вогнутый
характер, демонстрируя более резкое изменение
He(T ) в области T < 50К. В целом такой ход
He(T ) можно трактовать как отражение сегрегации
антиферромагнитных кристаллитов по размерам
на две доминирующие группы с температурами
блокировки 50 и 150К. В остальных образцах
зависимости He(T ) выпуклы и демонстрируют
уменьшение температурной чувствительности поля
обменного смещения с ростом L до 8 нм, после чего
происходит толщинная стабилизация свойств.

Соответствующим образом ведет себя и коэрци-
тивная сила (рис. 3b). В образцах с малой L она в
целом выше и показывает немонотонное изменение с
температурой (кривые 2, 3, 4), в частности, наличие
максимума, который смещается в область больших
температур при увеличении L. При этом максимум
локализуется в области температур, в которой по-
является обменное смещение. В терминах введенной
выше градации магнитного состояния кристаллитов
FeMn это означает, что при понижении температу-
ры значительная их часть последовательно перехо-
дит из категории «суперпарамагнитные» в катего-
рии «магнитонеустойчивые» и «стабильные». В со-
ответствии с этим Hc сначала возрастает, а затем
уменьшается. В образцах с L > 10 нм коэрцитив-
ная сила в широком интервале температур изменя-
ется мало (кривая 5), что говорит о принадлежно-
сти основной части антиферромагнитных кристал-
литов к категории «стабильные». Но вблизи гели-
евых температур ход Hc(T ) изменяется, показывая
довольно резкой рост, причем во всех без исключе-
ния образцах.

Отсюда можно заключить, что в слоях FeMn

практически всегда в той или иной мере присутству-
ет ультратонкая суперпарамагнитная фаза с темпе-
ратурой блокировки 50K, которая не дает вклада
в обменное смещение, т. е. ее кристаллиты в прин-
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Рис. 3. Температурные зависимости поля обменного сме-

щения (а) и коэрцитивной силы (b) основного слоя перм-

аллоя для пленок с различной толщиной слоя FeMn, по-

лученные из состояния «N»: L = 2 (1), 3 (2), 4 (3), 5 (4),

20 (5) нм

ципе не переходят в категорию «стабильные». Су-
ществует также версия, что эту фазу составляют
межкристаллитные прослойки, находящиеся в со-
стоянии типа «спиновое стекло» [25] с температу-
рой замерзания менее 50К. В дополнение отметим,
что гистерезисные свойства вспомогательного слоя
пермаллоя изменяются с температурой качественно
аналогичным образом.

В продолжение данного эксперимента были про-
ведены аналогичные температурные измерения ги-
стерезисных свойств тех же образцов из исходного
состояния, полученного охлаждением в магнитном
поле другого знака (противоположен знаку техно-
логического поля) — состояния «P». В таком же
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Рис. 4. Зависимости поля обменного смещения основно-

го слоя пермаллоя от температуры для пленок с различ-

ной толщиной слоя FeMn, полученные из состояния «Р»:

L = 2 (1), 3 (2), 4 (3), 5 (4), 20 (5) нм

поле находились образцы при варьировании темпе-
ратуры. Соответствующие зависимости He(T ) при-
ведены на рис. 4. Как видно, они претерпели весь-
ма значительные изменения по сравнению с данны-
ми, полученными в состоянии «N». Во всех образ-
цах, не обладавших значительным обменным сме-
щением при комнатной температуре (L 6 5 нм), по-
ле He приобрело иной знак при сохранении харак-
тера температурного поведения (кривые 1–4). Для
пленок с большей L знак He сохранился, но зависи-
мости He(T ) стали немонотонными (кривая 5). Все
эти изменения укладываются в описанную выше мо-
дель структурно неоднородного антиферромагнети-
ка. В образцах с L 6 5 нм «суперпарамагнитные» и
«магнитонеустойчивые» кристаллиты, переходя при
охлаждении в категорию «стабильные», фиксируют
новое положение намагниченности ферромагнитно-
го слоя, что приводит к соответствующему сдвигу
его петли гистерезиса. При повышении температу-
ры число таких кристаллитов на межслойном ин-
терфейсе уменьшается, приводя к снижению абсо-
лютной величины He. В пленках с более толстым
слоем FeMn доля кристаллитов, меняющих свое со-
стояние в зависимости от магнитной предыстории,
относительно невелика. Поэтому в таких образцах
при охлаждении поле обменного смещения не ме-
няет знак, а только несколько уменьшается. На-
грев приводит к переходу этой части кристаллитов
в категорию «магнитонеустойчивые». Это иниции-
рует рост He при повышении температуры в обла-
сти T < 100K. Отметим также, что температурные
зависимости коэрцитивной силы, полученные в рам-
ках данного эксперимента, практически полностью
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Рис. 5. Зависимости поля обменного смещения основного

слоя пермаллоя от температуры активации для пленок с

различной толщиной слоя FeMn: L = 3 (1), 5 (2), 7.5 (3),

10 (4), 20 (5) нм

воспроизводят данные, представленные на рис. 3b, и
тем самым показывают слабую зависимость Hc от
магнитной предыстории пленок.

Более детальная информация о связи струк-
турного и магнитного состояний слоя FeMn может
быть получена с привлечением оригинальной мето-
дики, предложенной в [21]. Она состоит в опреде-
лении так называемой медианной температуры бло-
кировки 〈Tb〉 и последующем вычислении на этой
основе константы анизотропии антиферромагнети-
ка. Йорк-протокол рассчитан на получение количе-
ственного результата и требует достаточно строгого
соблюдения измерительных процедур, обеспечиваю-
щих протекание основных релаксационных процес-
сов в магнитном состоянии пленок. В нашем случае
измерения осуществлялись по следующему сцена-
рию: охлаждение образца до 25К в отрицательном
магнитном поле (−5 кЭ) → магнитная подготовка→
измерение петли гистерезиса → нагрев в положи-
тельном магнитном поле (+5 кЭ) до определенной
температуры активации Ta, выдержка 1 ч (время ак-
тивации), охлаждение до 25К → магнитная подго-
товка → измерение петли гистерезиса → повторе-
ние измерительного цикла с нагревом до большей
температуры активации. Величина Ta повышалась
с шагом 25К вплоть до температуры 400К.

На рис. 5 приведены зависимости поля обменно-
го смещения основного слоя пермаллоя от темпера-
туры активации для образцов с разной L. Как вид-
но, все кривые являются монотонно убывающими
и демонстрируют изменение знака He. Такое пове-
дение He(Ta) отражает тот факт, что часть анти-
ферромагнитных кристаллитов, потерявшая устой-
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чивость при повышенной температуре, возвращает-
ся в категорию «стабильные» при последующем по-
нижении температуры, изменив ориентацию векто-
ра антиферромагнетизма. Это происходит из-за об-
менного действия со стороны ферромагнитного слоя
с иной по отношению к исходной ориентацией на-
магниченности. Температура активации, после на-
грева до которой обменное закрепление со стороны
двух групп кристаллитов с разной ориентацией век-
тора антиферромагнетизма уравновешивается и He

обращается в нуль, принимается за медианную тем-
пературу блокировки 〈Tb〉.

В целом зависимость 〈Tb〉 от толщины слоя FeMn

показана на рис. 6а. Ее восходящий характер еще
раз указывает на увеличение в среднем размера и
соответственно энергии анизотропии антиферромаг-
нитных кристаллитов, которая определяется выра-
жением Ea = KV , где K — константа магнитной
анизотропии антиферромагнетика, V — объем кри-
сталлита. Информация о 〈Tb〉 позволяет оценить ве-
личину K, для чего вслед за авторами работы [21]
можно воспользоваться соотношением

K(〈Tb〉) =
ln(tf0)

〈V 〉 k〈Tb〉,

где k — постоянная Больцмана, t — время магнит-
ной релаксации, за которое было принято время ак-
тивации (1 ч), f0 — характеристическая частота пе-
реключения магнитного момента, которая по оцен-
ке [25] составляет 2.1 · 1012 Гц, 〈V 〉 — средний объем
кристаллитов. Для определения 〈V 〉 было принято
приближение цилиндрических кристаллитов с высо-
той, равной толщине антиферромагнитных слоев, и
фиксированной площадью основания. Основой для
такого приближения являются известные данные о
столбчатом характере микроструктуры металличе-
ских пленок, полученных методом магнетронного
распыления [26]. Площадь сечения цилиндрических
кристаллитов определялась по среднему диаметру,
определенному из рентгенографических данных по
формуле Шеррера [27]. Для этого была использо-
вана дифрактограмма 4 на рис. 1, в которой выде-
ление линии FeMn осуществлено путем аппроксима-
ции реальной кривой двумя гауссовыми функциями.
В итоге получена величина 6 нм, которая и исполь-
зовалась в расчетах.

Приведенная выше формула связывает вычисля-
емое значение константы анизотропии с конкретной
величиной 〈Tb〉. Совокупность таких данных для
набора 〈Tb〉, полученного на образцах с разной L

по Йорк-протоколу (рис. 6а), фактически дает за-
висимость K от температуры [28]. Соответствую-
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от толщины слоя FeMn (а) и константы магнитной анизо-

тропии FeMn (b) от температуры

щий график приведен на рис. 6b. Как видно, зависи-
мость K(T ) имеет монотонно убывающий характер,
типичный для большинства магнитоупорядоченных
веществ. Кроме того, по уровню величины получен-
ные данные неплохо коррелируют с результатами,
представленными в [29,30]. То и другое в определен-
ной мере свидетельствует об адекватности использо-
ванного методического подхода. Исключение состав-
ляет результат, полученный для образца с L = 3 нм,
имеющего вогнутую зависимость He(T ) (кривая 1

на рис. 5). Он показан на рис. 6b отдельной точкой.
Вероятно, при этой и меньших толщинах антифер-
ромагнитного слоя поликристаллическая модель его
структурного состояния не является вполне прием-
лемой.

4. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

Выполненное исследование дает разностороннее
подтверждение модели высокодисперсного поликри-
сталлического антиферромагнетика, ответственно-
го за формирование гистерезисных свойств, в том
числе обменного смещения, в слоистых пленоч-
ных композитах типа ферромагнетик/антиферро-
магнетик/ферромагнетик. Показано, что экспери-
ментально полученные зависимости коэрцитивной
силы и поля обменного смещения от толщины ан-
тиферромагнитного слоя, температуры и магнит-
ной предыстории находят качественное объясне-
ние при варьировании соотношения трех категорий
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антиферромагнитных кристаллитов: «суперпара-
магнитные», «магнитонеустойчивые», «стабиль-
ные». Продемонстрировано, что применение спе-
циальной измерительной методики (Йорк-прото-
кол) к образцам с разной толщиной антиферро-
магнитного слоя позволяет определить температур-
ную зависимость константы магнитной анизотропии
антиферромагнетика.
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Исследуются проявления флексомагнитоэлектрического эффекта в тонких ферромагнитных пленках с од-

ноосной анизотропией типа «легкая плоскость» и искусственно созданными перфорациями при наличии

внешнего электрического поля, нормального к плоскости пленки. Показано, что влияние неоднородного

магнитоэлектрического взаимодействия в этом случае приводит к трансформации магнитных структур,

которая обязательно сопровождается отклонением вектора намагниченности от плоскости образца. Для

тех случаев, когда углы отклонения оказываются небольшими, получены явные выражения, описыва-

ющие распределение намагниченности. Доказано, что воздействие электрического поля определенной

силы может приводить к изменению топологии основного состояния системы. Рассмотрена упрощенная

модель, объясняющая особенности изменения структур такого типа, а также позволяющая установить

условия их реализации.

DOI: 10.31857/S0044451024050079

1. ВВЕДЕНИЕ

Несмотря на то, что в последние годы полу-
проводниковая электроника практически вытеснила
устройства, функционирующие на магнитных прин-
ципах, исследования в области дизайна магнитных
материалов нисколько не утрачивают своей акту-
альности. Интерес к этой теме обусловлен, в част-
ности, глубоким и всесторонним изучением вихре-
подобных объектов (скирмионов, бимеронов, цилин-
дрических магнитных доменов и т. д. [1–5]), которые
считаются перспективными для создания устройств
микро- и наноэлектроники нового поколения [6–8]
благодаря своим наноразмерам, топологической за-
щищенности, высокой подвижности и т. д. [3, 5, 6].
Тем не менее ряд вопросов, важных для приме-
нения объектов такого типа на практике, остается
нерешенным, и не в последнюю очередь это отно-
сится к проблемам устойчивости и управляемости

* E-mail: magadeeveb@gmail.com
** E-mail: VakhitovRM@yahoo.com

вихреподобных структур [9], особенно при комнат-
ных температурах. Так, в большинстве работ, по-
священных данной тематике (см., например, [1]), в
качестве ключевого фактора, обеспечивающего ста-
бильность изучаемых нанообъектов, рассматривает-
ся взаимодействие Дзялошинского – Мория, которое
становится существенным только при низких тем-
пературах [10, 11]. В то же время в нанострукту-
рированных пленках оно проявляется уже при ком-
натных температурах, однако при столь малых мас-
штабах (∼ 1 нм) будут возникать флуктуации, нару-
шающие тонкий баланс взаимодействий, ответствен-
ных за устойчивость вихреподобных неоднородно-
стей [9]. Кроме того, параметр взаимодействия Дзя-
лошинского – Мория является, по сути, фиксирован-
ной характеристикой материала, что существенно
ограничивает возможности управления структура-
ми, формирующимися под влиянием данного вза-
имодействия. В этом смысле более привлекатель-
ной альтернативой является неоднородное магнито-
электрическое взаимодействие (НМЭВ) [12, 13], ко-
торое на феноменологическом уровне описания схо-
же с взаимодействием Дзялошинского – Мория [1],
однако напрямую зависит от величины приложен-
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ного электрического поля и полностью исчезает в
отсутствие поля. Сравнительно невысокий интерес
к НМЭВ до недавнего времени объясняется, по всей
видимости, тем, что связанный с ним флексомаг-
нитоэлектрический эффект наблюдается в довольно
узком классе магнитных материалов [14–16]; кроме
того, природа данного явления до сих пор остается
предметом дискуссий [17, 18]. Тем не менее возмож-
ность эффективного управления доменной струк-
турой посредством НМЭВ уже получила ряд под-
тверждений экспериментального характера [14, 19],
а теоретические исследования указывают на при-
менимость данного подхода также и к управлению
вихреподобными нанообъектами [20]. При этом под
эффективностью управления в первую очередь надо
понимать энергоэффективность, связанную с мень-
шими энергозатратами на создание электрических
полей по сравнению с магнитными полями [19].

В работах [21–23] были рассмотрены перфори-
рованные ферромагнитные пленки с сильной одно-
осной анизотропией типа «легкая плоскость» и по-
казано, что в области двух или более близкорас-
положенных отверстий такой пленки возможна ло-
кализация топологически защищенных вихреподоб-
ных объектов, которые могут использоваться для
записи и хранения информации в троичной систе-
ме счисления (позже в [24] был предложен также
альтернативный способ записи информации на мно-
госвязных образцах с легкоплоскостной анизотро-
пией, однако лишь в двоичной системе). Для пе-
реключения между неэквивалентными состояниями
этих объектов могут использоваться импульсы как
магнитного [25], так и, по всей видимости, электри-
ческого поля. На последнее указывают результаты
исследования [20] (а также аналогичные рассужде-
ния в работе [26] в отношении мультиферроиков, где
роль НМЭВ играло «обычное» магнитоэлектриче-
ское взаимодействие), в котором изучалось влияние
НМЭВ на распределение намагниченности в образ-
це с одним отверстием (очевидно, такая модель под-
ходит также и для описания образца с нескольки-
ми отверстиями, размеры которых малы по сравне-
нию с расстоянием между ними [23]), причем вели-
чина константы легкоплоскостной анизотропии при-
нималась бесконечно большой, так что вектор на-
магниченности не мог выходить из плоскости плен-
ки. Для этого случая было показано, что воздей-
ствие поля заряженной нити, пропущенной через
отверстие, приводит к формированию устойчивых
структур различной топологии, в то время как од-
нородное электрическое поле вообще не влияет на
распределение намагниченности. Ясно, однако, что

последнее утверждение может оказаться несправед-
ливым при конечных значениях константы анизо-
тропии, поскольку появление некруговых траекто-
рий вектора намагниченности существенно услож-
няет характер НМЭВ. Изучению связанных с этим
явлений и посвящена данная работа.

2. ОСНОВНЫЕ УРАВНЕНИЯ

Рассмотрим ферромагнитную пленку малой тол-
щины h, содержащую круглое отверстие радиусом
R, и введем цилиндрическую систему координат
(r, φ, z), как показано на рис. 1 (ось z при этом нор-
мальна к плоскости пленки). Будем описывать на-
правление единичного вектора намагниченности m

углами α и θ, первый из которых задает выход век-
тора m из плоскости пленки, а второй — ориентацию
его проекции на плоскость, так что

m = (− sin(θ − φ) cosα, cos(θ − φ) cosα, sinα). (1)

Пусть образец находится в однородном электриче-
ском поле напряженностью E ‖ z. Тогда с учетом
НМЭВ и одноосной анизотропии типа «легкая плос-
кость», ось которой параллельна оси z, полную энер-
гию магнетика можно представить в виде

W =

2π∫

0

∞∫

R

Φhr dr dφ, (2)

где плотность энергии Φ определяется следующим
образом [13,23]:

Φ = A
[
(∇α)2 + cos2 α(∇θ)2

]
+K sin2 α+

+M2
s E(b1m divm+ b2m× rotm). (3)

Здесь A — обменный параметр, K — абсолютная ве-
личина константы анизотропии, Ms — намагничен-
ность насыщения, а b1 и b2 — константы НМЭВ. За-
метим, что в выражения (2) и (3) не включены явно
члены, отвечающие вкладу размагничивающих по-
лей. Это связано с тем, что в тонких пленках их
влияние по большей части сводится к появлению
анизотропии формы [27], которая при необходимо-
сти может быть учтена заменой величины констан-
ты K на ее эффективное значение K +2πM2

s . Плос-
костные же компоненты размагничивающих полей
лишь незначительно искажают распределение на-
магниченности [22], что не меняет картины наблю-
даемых явлений даже в тех случаях, когда кристал-
лическая анизотропия практически отсутствует, и
наличие легкой плоскости обеспечивается исключи-
тельно анизотропией формы [28]. Подставляя (1)
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Рис. 1. Геометрия задачи

в (3) и приравнивая нулю вариационные производ-
ные функционала (2) по функциям α и θ, получа-
ем следующие уравнения Эйлера – Лагранжа, кото-
рым должны удовлетворять минимумы энергии си-
стемы [27]:

A
[
2∆α+ sin 2α(∇θ)2

]
−K sin 2α+

+ β cos2 α

[
sin(θ − φ)

1

r

∂θ

∂φ
+ cos(θ − φ)

∂θ

∂r

]
= 0, (4a)

A [2∆θ − 4 tgα∇θ∇α] − β

[
sin(θ − φ)

1

r

∂α

∂φ
+

+ cos(θ − φ)
∂α

∂r

]
= 0, (4b)

где

β = β1 + β2, β1 = b1M
2
sE, β2 = b2M

2
sE.

Данную систему уравнений необходимо дополнить
граничными условиями. Во-первых, на границе от-
верстия должны обращаться в нуль производные
плотности энергии (3) по ∂α/∂r и ∂θ/∂r, т. е. при
r = R имеем

2A
∂α

∂r
+ (β1 sin

2 α+ β2 cos
2 α) sin(θ − φ) = 0, (5a)

2A
∂θ

∂r
− β1 tgα cos(θ − φ) = 0. (5b)

Во-вторых, будем полагать, что на большом удале-
нии от отверстия выход вектора намагниченности из
плоскости пленки исчезает, так что α(r → ∞) = 0.

Данное условие позволяет исключить из рассмотре-
ния нелокализованные структуры с квазипериоди-
ческим распределением намагниченности [15], кото-
рые по аналогии с киральными магнетиками мог-
ли бы формироваться и в образцах изучаемого типа
при воздействии полями E достаточной величины.

Пусть для начала внешнее поле отсутствует. То-
гда β = 0, и система уравнений (4a), (4b) имеет фор-
мальное решение

α = 0, θ = θ0 = kφ+ φ0, (6)

где k — целое число, а φ0 — произвольная константа.
В [23] было показано, что решения типа (6) отвеча-
ют минимумам энергии (2) при условии

K > A
(c|k|
R

)2
, (7)

где c0 = 0, c1 = 0.320, c2 = 1.066, c3 = 1.902 и
т. д. При этом величина k нумерует топологически
неэквивалентные состояния магнетика [21], которые
тем самым оказываются долгоживущими даже при
k 6= 0, несмотря на то, что глобальный минимум
энергии системы заведомо достигается при однород-
ном распределении намагниченности k = 0.

В результате включения поля E распределение
намагниченности уже не будет описываться соот-
ношениями типа (6). Тем не менее в тех случа-
ях, когда угол α не достигает значений ±π/2 ни
в одной из точек образца, состояния магнетика по-
прежнему можно характеризовать величиной k, по-
нимая под ней число оборотов, совершаемых про-
екцией вектора m на плоскость пленки при полном
обходе вокруг отверстия по часовой стрелке. При
этом, разумеется, уже некорректно говорить о топо-
логической неэквивалентности состояний с различ-
ными значениями k, а условия устойчивости (7) ста-
новятся недостаточными. Более того, локализован-
ные структуры с наперед заданным k могут вообще
не существовать при определенных значениях на-
пряженности E. Ясно, однако, что в большинстве
процессов, связанных с незначительным изменени-
ем поля E, величина k будет сохраняться, что и обу-
славливает удобство ее использования при дальней-
шем анализе.

Отметим, что решения типа (6) при k 6= 0 отве-
чают магнитным структурам, которые, вообще го-
воря, не являются уединенными неоднородностями.
Тем не менее при наличии в пленке второго отвер-
стия, магнитная структура в окрестности которого
характеризуется величиной −k, распределение на-
магниченности на удалении от обоих отверстий ока-
зывается однородным (точнее говоря, значения уг-
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ла θ приближаются к некоторому пределу по за-
кону r−1, а плотность энергии Φ убывает по зако-
ну r−4 [21]). То же верно и для произвольного числа
отверстий с нулевым суммарным значением вели-
чин k [22]. В этой связи структуры, описываемые
системой уравнений (4a), (4b), также следует вос-
принимать как составляющие более крупной уеди-
ненной неоднородности, хотя для каждой из них в
отдельности предел θ(r → ∞) может и не существо-
вать. Этим, в частности, объясняется отсутствие
условия для угла θ аналогичного α(r → ∞) = 0.

3. ПРИБЛИЖЕНИЕ СИЛЬНОЙ
АНИЗОТРОПИИ

Из вида системы уравнений (4a), (4b) ясно, что
при K → ∞ ее решения выражаются соотношения-
ми (6) даже при наличии внешнего поля (β 6= 0).
Пусть далее величина K является конечной, но
большой, так что, по крайней мере, K ≫ A/R2, и
условие (7) выполняется со значительным запасом.
Резонно предположить, что и в этом случае распре-
деление намагниченности в ненулевом поле будет
описываться выражениями близкими к (6), благода-
ря чему становится возможно воспользоваться тео-
рией возмущений, представляя углы α и θ в виде ря-
дов по степеням малого параметра K−1 (поскольку
данный параметр не является безразмерным, точ-
ный смысл требования его малости будет установлен
позже). Положим θ = θ0+ θ1, причем θ1 ∼ α ∼ K−1.
Тогда, сохраняя в уравнении (4a) только немалые
члены, сразу получаем

α =
kβ sin[(k − 1)φ+ φ0]

2Kr
. (8)

Заметим, что данный результат, казалось бы, проти-
воречит граничному условию (5a). В действитель-
ности его выполнение будет обеспечиваться быст-
рым изменением угла α в небольшой окрестности
границы отверстия, которая имеет ширину поряд-
ка
√
A/K и, соответственно, полностью исчезает в

рамках изучаемого приближения. По той же при-
чине на основании формулы (8) неверно делать вы-
вод об отсутствии выхода вектора намагниченности
из плоскости пленки при k = 0: несложно видеть,
что однородное распределение вида α = 0, θ = const

на самом деле не может удовлетворять условию (5a)
при β2 6= 0. Тем не менее при наличии сильной ани-
зотропии масштабы формирующейся неоднородно-
сти оказываются исчезающе малыми.

Выражение для плотности энергии (3) с точно-
стью до членов порядка K−1, вообще говоря, содер-
жит слагаемое, зависящее от θ1. Будучи пропорци-

Рис. 2. Схематическое изображение направлений векто-

ра намагниченности в различных точках образца в случае

k = 1 в ненулевом внешнем поле

ональным ∂θ1/∂φ, это слагаемое, однако, дает ну-
левой вклад в интеграл (2), поэтому целесообразно
ввести в рассмотрение величину Φ, усредненную по
углам φ от 0 до 2π. С учетом формулы (8) эта вели-
чина вне зависимости от вида функции θ1 оказыва-
ется равна

〈Φ〉 =





k2A

r2

(
1− β2

8AK

)
, k 6= 1,

A

r2

(
1− β2 sin2 φ0

4AK

)
, k = 1.

(9)

Из данного соотношения следует, что при k = 1 вы-
рождение по углу φ0 снимается полями сколь угод-
но малой величины E. При этом устойчивыми ста-
новятся структуры с φ0 = ±π/2, что соответствует
радиальному направлению проекции вектора m на
плоскость образца (см. рис. 2). В то же время рас-
пределение α = 0, θ = φ, которое при произвольных
значениях параметров K и β формально удовлетво-
ряет как уравнениям (4a), (4b), так и условиям (5a),
(5b), не реализуется при β 6= 0, так как φ0 = 0 не ми-
нимизирует плотность энергии (9), а максимизирует.

Подставляя (8) в уравнение (4b), с точностью до
членов порядка K−1 имеем

∆θ1 =
k(k − 2)β2 sin 2[(k − 1)φ+ φ0]

8AKr2
. (10)

В том же приближении условие (5b) на границе
r = R принимает вид

∂θ1
∂r

=
kββ1 sin 2[(k − 1)φ+ φ0]

8AKR
. (11)

При k = 1 правые части выражений (10) и (11) с
учетом φ0 = ±π/2 обращаются в нуль, вследствие
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Рис. 3. Схематическое изображение распределения намагниченности в зависимости от угла φ при двух различных значе-

ниях k. Синим цветом показана окружность r = const, в точках которой рассматриваются направления намагниченности.

Зеленым цветом показаны положения концов вектора намагниченности в том случае, когда электрическое поле отсут-

ствует, и вектор намагниченности не выходит из плоскости пленки, а красным — в том случае, когда поле включено.

Зеленые и красные стрелки иллюстрируют направление вектора намагниченности в отдельных точках окружности для

обоих случаев

чего θ1 = 0. Отсюда, подытоживая формулы (6), (8)
и (9), получаем

α = ± β

2Kr
, θ = φ±π

2
, 〈Φ〉 = A

r2

(
1− β2

4AK

)
. (12)

При k 6= 1 ограниченное решение уравнения (10),
удовлетворяющее условию (11), выглядит следую-
щим образом:

θ1 = −kβ sin 2[(k − 1)φ+ φ0]

32(k − 1)2AK
×

×
[
(k − 2)β + 2|k − 1|β1

(
R

r

)2|k−1|]
. (13)

Из формул (8) и (13) следует, что включение по-
ля E не меняет симметрию магнитной структуры
типа (6), заключающуюся в существовании поворот-
ной оси порядка |k − 1| (см. рис. 3). При этом, од-
нако, распределение намагниченности оказывается
отличным от (6) даже на большом удалении r ≫ R

от отверстия. Действительно, поправка (13) в отли-
чие от угла (8) имеет при r → ∞ ненулевой пре-
дел, а значит, во всем объеме образца, кроме неболь-
шой окрестности отверстия, вектор намагниченно-
сти повернется на некоторый угол, при этом практи-
чески не выходя из плоскости. Исключение состав-
ляет структура, отвечающая k = 2, в случае кото-
рой поправка (13) с ростом r все же убывает до ну-
ля по закону r−2. Данное обстоятельство является
частным следствием того факта, что предел |θ1| при
r → ∞, как несложно убедиться, определяется вели-
чиной |k− 1|. Таким образом, для k = 2 этот предел
должен быть ровно таким же, как и для k = 0.

Заметим, что выполнение указанного выше
условия K ≫ A/R2 еще не гарантирует коррект-
ности рассмотренного приближения, поскольку

данное условие устанавливает соотношение только
между анизотропией и обменным взаимодействием,
но никак не затрагивает НМЭВ. В результате
величина β (для простоты будем считать β1 и
β величинами одного порядка) может оказаться
настолько большой, что поправки (8) и (13) уже
не будут носить характер возмущений. Их ма-
лость обеспечивается дополнительным условием
K ≫ β2/A, которое должно проверяться наряду
с K ≫ A/R2. Заметим, что при |β| ≈ A/R эти
условия становятся эквивалентными.

4. ПРИБЛИЖЕНИЕ СЛАБЫХ ПОЛЕЙ

В рамках рассмотренного выше приближения
сильной анизотропии возможность применения тео-
рии возмущений обеспечивалась тем, что вектор
m не может значительно отклониться от ярко вы-
раженной легкой плоскости даже при существен-
ных значениях приложенного поля E. Если, однако,
ограничиться рассмотрением слабых полей, то воз-
никающее под их влиянием распределение намагни-
ченности должно быть близким к распределению (6)
даже при умеренных значениях константы K, удо-
влетворяющих условию (7). В этом случае роль ма-
лого параметра играют величины β и β2 (количе-
ственные условия их малости будут установлены да-
лее), пропорциональные напряженности E. Полагая
θ1 ∼ α ∼ β ∼ β2, вместо уравнения (4a) с точностью
до членов порядка β имеем

∆α+

(
k2

r2
− K

A

)
α = −kβ sin[(k − 1)φ+ φ0]

2Ar
, (14)

а вместо граничного условия (5a) при r = R

∂α

∂r
= −β2 sin[(k − 1)φ+ φ0]

2A
. (15)
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С той же точностью из (4b) получаем уравнение Ла-
пласа ∆θ1 = 0, а из (5b) — условие обращения про-
изводной ∂θ/∂r в нуль на границе отверстия. Таким
образом, в рамках рассматриваемого приближения
θ1 ≡ 0, т. е. поправка θ1, как и в случае соотноше-
ния (13), пропорциональна β2.

Из вида выражений (14) и (15) следует, что

α = α̃(r) sin[(k − 1)φ+ φ0],

где ã(r) описывает, таким образом, радиальную за-
висимость угла α(r, φ) и представляет собой ограни-
ченное при r → ∞ решение уравнения

α̃′′ +
1

r
α̃′ +

(
2k − 1

r2
− K

A

)
α̃ = − kβ

2Ar
,

α̃′(R) = − β2
2A

.

(16)

Очевидно, что при k 6= 1 значение φ0 может быть
произвольным. При k = 1 выражение (2) с точно-
стью до членов порядка β2 может быть представле-
но в виде

W =W (0) + sin2 φ0W
(1),

где W (0) не зависит ни от φ0, ни от α̃(r), а W (1) яв-
ляется функционалом от функции α̃(r). При этом
функционал W (1) обращается в нуль при α̃ ≡ 0,
но эта функция не отвечает условию его экстрему-
ма. Следовательно, W (1) наверняка может прини-
мать отрицательные значения, и минимум энергии
W , как и в случае приближения сильной анизотро-
пии, достигается при φ0 = ±π/2, когда α = ±α̃(r)
(см. рис. 2).

Введем в рассмотрение следующую функцию,
которая является решением уравнения (16) при
β = 0, β2 =

√
AK:

F (r) =

=
Q√

1−2k

(√
K
A r
)

Q−1+
√
1−2k

(√
K
AR
)
+Q1+

√
1−2k

(√
K
AR
) , (17)

где Q — модифицированная функция Бесселя вто-
рого рода (более привычное обозначениеK для этой
функции не используется здесь во избежание пута-
ницы с ранее введенным обозначением для констан-
ты анизотропии). Тогда в силу линейности уравне-
ния (16) его решение в общем случае имеет следую-
щий вид:

α̃(r) =
β2√
AK

F (r) +

+
β√
AK

[
α̃0(r) + 2

√
A

K
α̃′
0(R)F (r)

]
, (18)

где α̃0(r) — частное решение (16) при β =
√
AK и

произвольном значении β2.
Первое слагаемое в правой части выражения (18)

обусловлено влиянием НМЭВ на границе отверстия
и быстро убывает с ростом r. Тем не менее его вклад
становится определяющим, если β = 0 (b1 = −b2)
или k = 0 (вследствие чего α̃ ≡ 0). Кроме того, бла-
годаря наличию этого слагаемого при β2 6= 0 вы-
ход вектора намагниченности из плоскости пленки
будет наблюдаться при произвольных значениях k,
включая k = 0, т. е. даже однородное распределе-
ние намагниченности будет искажаться в результа-
те включения поля E. Примечательно, что обсуж-
даемый краевой эффект не исчезает в том числе
и при выполнении условия сильной анизотропии,
K ≫ A/R2. Действительно, в этом случае величи-
на F (R), согласно (17), стремится к пределу 1/2, а
значит, угол α должен достигать у границы отвер-
стия значения β2/2

√
AK, что, вообще говоря, значи-

тельно превышает углы отклонения от плоскости,
определяемые формулой (8). Тем не менее экспо-
ненциальный характер убывания функции (17) при-
водит к тому, что уже на расстоянии в несколько√
A/K ≪ R от границы отверстия влияние краево-

го эффекта становится незаметным, и значения угла
α резко снижаются.

Асимптотическое поведение решения (18) при
r → ∞ определяется видом частного решения α̃0(r).
В то же время из уравнения (14) можно сделать вы-
вод, что даже при умеренных значениях K асимпто-
тическое поведение угла α на большом удалении от
отверстия описывается соотношением (8). Это поз-
воляет положить

α̃0 ≈ k

2r

√
A

K
,

откуда вместо (18) имеем следующее приближенное
решение уравнения (16):

α̃(r) =
β2√
AK

F (r) +
kβ

2Kr
− kβ

R2

√
A

K3
F (r). (19)

На рис. 4 приведены графики зависимости α̃(r), по-
лученные в результате численного решения уравне-
ния (16) при β1 = β2, k = ±1 и различных значе-
ниях K, а также графики функции (19) при тех же
значениях параметров. Несложно видеть, что при-
ближенное выражение (19) отражает особенности
поведения функции α̃(r) вполне корректно, причем
точность приближения, как и следовало ожидать,
увеличивается с ростом величины K. В частности,
в случае k = 1 наибольшая относительная ошибка,
которая достигается при r ≈ 1.4R, составляет 13%
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при KR2/A = 5, но уже при KR2/A = 20 становит-
ся менее 4%. Следует отметить, что при значениях
отношения KR2/A > 20 точностью не хуже 4% об-
ладает не только формула (19), но также и соотно-
шение F (R) ≈ 1/2. Это позволяет записать следую-
щее приближенное выражение для значений угла α,
достигаемых на границе отверстия:

αm = α̃(R) =
β2

2
√
AK

+
kβ

2KR
− kβ

2R2

√
A

K3
. (20)

Несмотря на то, что соотношение (20), представля-
ющее собой сумму первых трех членов разложения
αm по степеням K−1/2, становится справедливым
при довольно больших значениях K, оно, разумеет-
ся, не могло быть получено в рамках приближения
сильной анизотропии. Подчеркнем также, что вели-
чину αm нельзя отождествлять с максимальным уг-
лом выхода вектора намагниченности из плоскости
образца: например, из рис. 4 следует, что в случае
k = −1, KR2/A = 5 (сплошная синяя кривая на
нижнем графике) значения |α̃| при r ≈ 2R превы-
шают αm более чем на 50% (в частности, непосред-
ственно при r = 2R имеем |α̃| ≈ 1.55αm, так как
α̃(R) ≈ 0.049β2R/A, α̃(2R) ≈ −0.076β2R/A). Тем не
менее вследствие своей простоты соотношение (20)
может оказаться весьма удобным как для оценки
степени искажения структур типа (6) под влиянием
электрического поля, так и для экспериментальной
проверки развиваемой здесь теории.

Из формулы (18) следует, что приближение
слабых полей применимо только при условии
|β| ≪

√
AK. Выполнение данного условия совмест-

но с неравенством (7) обеспечивает малость каждого
из трех слагаемых в правой части формулы (20),
что избавляет от необходимости накладывать
какие-то дополнительные ограничения. В частно-
сти, условие |β| ≪ A/R, которое могло бы отвечать
малости влияния НМЭВ по сравнению с обменным
взаимодействием, в действительности является
избыточным; кроме того, оно никак не использова-
лось при переходе от (4a) к уравнению (14). Таким
образом, область применимости приближения
слабых полей полностью содержит в себе область
применимости приближения сильной анизотропии
(K ≫ β2/A, K ≫ A/R2), что могло бы послужить
аргументом в пользу отказа от использования по-
следнего. Ясно, однако, что в рамках приближения
слабых полей соотношения наподобие (9) и (13)
уже не могут быть получены в наглядной форме
из-за более сложного по сравнению с (8) вида
зависимости α от r. Этим и объясняется важность
обоих рассмотренных приближений.

Рис. 4. Графики радиальной части α̃(r) зависимости

α(r, φ) угла отклонения вектора намагниченности от плос-

кости пленки при β1 = β2 (или, что то же самое, при

равенстве констант НМЭВ b1 и b2, которым пропорцио-

нальны величины β1 и β2), k = ±1 и различных зна-

чениях абсолютной величины константы анизотропии K.

Значения α̃ приведены в единицах безразмерной величи-

ны β2R/A. Сплошные линии — значения α̃, полученные

численно; штриховые линии — результат использования

приближенного выражения

5. СЛУЧАЙ k = 1

Из формул (9) и (12), справедливых при боль-
ших значениях K, следует, что включение внешнего
электрического поля приводит к уменьшению энер-
гии в одно и то же число раз для всех состояний
системы, кроме k = 1. При β ≪

√
AK единствен-

ным следствием этого эффекта становится снятие
вырождения по знаку величины k при k = ±1, в
остальном же энергетический спектр системы ни-
как не перестраивается. С ростом величины β зна-
чения угла θ при k 6= 1, согласно формуле (13), на-
чинают сильно меняться во всем объеме образца,
из-за чего соотношение (9) уже не может исполь-
зоваться для количественных оценок. Тем не ме-
нее оно позволяет на качественном уровне просле-
дить следующую важную тенденцию: если значение
величины β достаточно велико, чтобы при некото-
ром k 6= 1 энергия системы была отрицательной,
то энергетически выгодными формально оказыва-
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ются состояния с k → ±∞. Физически этому соот-
ветствует стабилизация нелокализованных квазипе-
риодических структур [15]), которые в данной рабо-
те не рассматриваются. Таким образом, уединенные
неоднородности с k 6= 1 не могут представлять со-
бой основное состояние системы. Покажем, однако,
что в отношении случая k = 1 данное утверждение
неверно.

Заметим, что система уравнений (4a), (4b) с гра-
ничными условиями (5a), (5b) может иметь два
класса решений, для которых θ = φ + φ0. Это, во-
первых, α = 0, θ = φ, что, как уже указывалось
выше, в общем случае не отвечает минимуму энер-
гии (2). Во-вторых, θ = φ±π/2 (см. рис. 2), в то вре-
мя как угол α, зависящий в данном случае только от
расстояния r до центра отверстия, должен опреде-
ляться из уравнения (4a), которое приобретает вид

α′′+
1

r
α′+

(
1

r2
− K

A

)
sinα cosα = ∓ β

2Ar
cos2 α. (21)

Также в силу (5a) получаем следующее граничное
условие при r = R:

α′ = ∓β1 sin
2 α+ β2 cos

2 α

2A
. (22)

Поскольку на большом удалении от границ отвер-
стия должно иметь место соотношение |α| ≪ 1,
из (21) заключаем, что асимптотическое поведение
функции α(r) при r → ∞ описывается форму-
лой (12). Очевидно, что в таком случае и усред-
ненная плотность энергии 〈Φ〉 вдали от отверстия
также должна описываться формулой (12). Инте-
грал (2) при этом оказывается расходящимся, по-
этому именно область больших r будет давать опре-
деляющий вклад в энергию системы W , и знак энер-
гии будет зависеть от знака коэффициента в выра-
жении (12) для 〈Φ〉: если

|β| > 2
√
AK, (23)

то W → −∞, так что состояние с k = 1 становится
энергетически выгодным по сравнению с k = 0 (под-
черкнем, что при k = 0 конечная величина W так-
же является отрицательной в силу влияния краевых
эффектов). При этом, однако, вопрос самого суще-
ствования решения уравнения (21) при граничном
условии (22) остается открытым.

На рис. 5 показаны графики зависимости значе-
ния угла αm = α(R) на границе отверстия от ве-
личины β2 при различных значениях K для случа-
ев β1 = β2 и β1 = −1.01β2. Эти зависимости бы-
ли получены путем численной минимизации энер-

Рис. 5. Значения угла αm отклонения вектора намагни-

ченности от плоскости пленки на границе отверстия в за-

висимости от величины β2, пропорциональной напряжен-

ности внешнего поля, в случае k = 1 (типичное распреде-

ление намагниченности для данного случая представлено

на рис. 2) при различных значениях абсолютной величины

константы анизотропии K. Верхний и нижний графики от-

личаются соотношением между величинами β1 и β2 (или,

что то же самое, между значениями констант НМЭВ b1 и

b2, которым пропорциональны величины β1 и β2)

гии (2) по отношению к функции α(r) с учетом ра-
венства θ = φ+π/2, хотя численное решение уравне-
ния (21) при условии (22) приводит к тем же резуль-
татам (на практике выбор в пользу алгоритма мини-
мизации был обусловлен тем, что он позволяет по-
лучить распределение намагниченности даже в тех
случаях, когда решений соответствующих уравне-
ний Эйлера – Лагранжа формально не существует).
Из приведенных графиков следует, что при условии
β1 = −1.01β2 структуры изучаемого типа наблюда-
ются при произвольных значениях β2, причем при
β2 → ∞ значения αm выходят на некоторый предел,
меньший π/2. Тем самым для любого наперед задан-
ного значения константы K может быть выбрана
настолько большая напряженность электрического
поля E, что условие |β| = 0.01β2 > 2

√
AK окажется

выполненным, и состояние с k = 1 станет для систе-
мы основным (именно для демонстрации этого об-
стоятельства был рассмотрен пример β1 = −1.01β2
вместо близкого к нему примера β1 = −β2, когда
зависимости на рис. 5 остаются практически таки-
ми же, но при этом β ≡ 0). Напротив, в случае
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β1 = β2 угол αm приближается к π/2 при каких-
то конечных значениях β2m величины β2, зависящих
от константыK (например, при KR2/A = 2.5 имеем
β2mR/A ≈ 3.1), и при β2 > β2m формирующееся рас-
пределение намагниченности уже не носит характер
уединенной неоднородности. Расчеты для значений
KR2/A в диапазоне от 0.25 до 10 с шагом 0.25 позво-
ляют получить следующее эмпирическое соотноше-
ние, которое выполняется с точностью не хуже 5%:

β2m = 2
√
AK. (24)

Соответственно, состояние с k = 1 становится основ-
ным для системы, если выполнено условие

√
AK < β2 < 2

√
AK,

т. е. напряженность поля E должна принимать зна-
чения из известного интервала.

Значительную часть описанных выше наблю-
дений, включая соотношение (24), затруднительно
объяснить на основе анализа выражений (21) и (22)
без дополнительных допущений. Тем не менее они
получают наглядную интерпретацию в рамках упро-
щенной модели, которая рассматривается далее.

6. МОДЕЛЬ ПРЯМОЛИНЕЙНОЙ ГРАНИЦЫ

Из проведенного выше анализа ясно, что воз-
можность существования структур, отвечающих
значению k = 1, определяется в основном выпол-
нимостью граничных условий типа (22). Чтобы
изучить данный вопрос более детально, заметим,
что в окрестности границы отверстия наличие
искривления этой границы практически не должно
влиять на распределение намагниченности. Поэто-
му вместо образца, содержащего отверстие круглой
формы (см. рис. 1), можно рассмотреть прибли-
женную модель, в которой граница отверстия
является прямолинейной, т. е. магнетик заполняет
полуплоскость. Математически этому соответству-
ет предельный переход R → ∞, причем конечная
величина x = r − R играет в данном случае роль
декартовой координаты. Тем самым вместо (21)
получаем следующее уравнение:

α′′ =
K

A
sinα cosα. (25)

При этом форма граничного условия (22), кото-
рое должно выполняться при x = 0, остается
неизменной.

Уравнение (25) имеет следующий интеграл:

α′2 − K

A
sin2 α = const. (26)

При положительном значении константы в правой
части соотношения (26) величина |α| будет неогра-
ниченно расти при x→ ∞, что отвечает формирова-
нию нелокализованной структуры с квазипериоди-
ческим распределением намагниченности. При от-
рицательном значении константы соотношение (26)
описывает колебания угла α около положения π/2,
что при наличии анизотропии типа «легкая плос-
кость» не может соответствовать минимуму энер-
гии. Поэтому в случае уединенной магнитной неод-
нородности обсуждаемая константа должна быть
равна нулю, откуда с учетом условия (22) имеем
(знак «минус» перед вторым слагаемым не влия-
ет на дальнейшие рассуждения и выбран здесь для
определенности):

(β1 − β2) sin
2 αm − 2

√
AK sinαm + β2 = 0. (27)

Уравнение (27) в общем случае является квадрат-
ным относительно sinαm, и наличие у него хотя бы
одного корня, не превышающего 1 по абсолютной ве-
личине, является условием существования магнит-
ной структуры с k = 1. В частности, в вырожденном
случае β1 = β2 единственный корень уравнения (27)
определяется соотношением

sinαm = β2/(2
√
AK).

Следовательно, |β2| < 2
√
AK, что полностью согла-

суется с эмпирической формулой (24). Кроме того,
при достижении величиной β2 своего критического
значения угол αm оказывается равен ±π/2, что так-
же соответствует картине, наблюдаемой на рис. 5.

Диаграмма на рис. 6 показывает сочетания
значений β1 и β2 (напомним, что β1 = b1M

2
sE,

β2 = b2M
2
sE), при которых выполняются обозна-

ченные выше требования к уравнению (27) (этим со-
четаниям соответствуют все точки, лежащие между
двумя красными кривыми). Несложно видеть, что
в зависимости от соотношения между константами
НМЭВ b1 и b2 возможны три различных сценария
видоизменения магнитной неоднородности с увели-
чением напряженности E электрического поля (что
обуславливает пропорциональный рост β1 и β2).
Во-первых, если эти константы являются величина-
ми разных знаков (b1/b2 < 0), то даже при E → ∞
магнитная неоднородность остается уединенной.
При этом значение угла α на границе образца,
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Рис. 6. Диаграмма значений параметров β1 и β2 (про-

порциональных константам НМЭВ b1 и b2 соответствен-

но, а также напряженности электрического поля E), при

которых магнитные структуры, отвечающие k = 1, суще-

ствуют (область темно-серого цвета), либо существуют и

представляют собой основное состояние системы (области

светло-серого цвета). Красными и синими линиями пока-

заны границы областей. Штриховая линия соответствует

равенству β1 = 2β2

согласно (27), стремится к пределу

|αm| = arcctg
√

−b1/b2.

В случае b1 ≈ −b2 отсюда имеем |αm| ≈ π/4, что
неплохо согласуется с положением асимптоты соот-
ветствующих графиков на рис. 5. Во-вторых, если
0 < b1/b2 < 2, то при достижении величиной |β1|
значения 2

√
AK угол αm оказывается равен ±π/2

и дальнейший рост напряженности E с сохране-
нием структуры неоднородности становится невоз-
можным. В третьих, если b1/b2 > 2, то максималь-
ное значение E, при котором еще может существо-
вать уединенная неоднородность, определяется со-
отношением

β1 = β2 +AK/β2.

При таком значении E оба корня квадратного урав-
нения (27) оказываются равными

sinαm = β2/
√
AK,

в то время как при дальнейшем росте напряженно-
сти эти корни становятся комплексными.

Подытоживая сказанное выше, отметим, что зна-
чение угла αm, которое достигается при максималь-
но допустимой напряженности E, во всех случаях
может быть выражено только через отношение кон-
стант НМЭВ b1/b2:

|αm| =





arcctg
√
−b1/b2, b1/b2 < 0,

π/2, 0 < b1/b2 < 2,

arcctg
√
b1/b2 − 2, b1/b2 > 2.

(28)

Также приведем явное выражение для значений E,
при которых могут существовать структуры изуча-
емого типа:

|E| < Emax =





∞, b1/b2 < 0,

2
√
AK

M2
s |b1|

, 0 < b1/b2 < 2,

√
AK

M2
s

√
b2(b1 − b2)

, b1/b2 > 2.

(29)
Аналогичное условие (23), при выполнении которого
состояние с k = 1 становится энергетически выгод-
ным, можно записать в следующем виде:

|E| < Emin =
2
√
AK

M2
s |b1 + b2|

. (30)

Таким образом, если материальные параметры маг-
нетика известны, то формулы (29) и (30) позволяют
рассчитать диапазон значений напряженности E,
при которых основному состоянию системы отвеча-
ет распределение намагниченности наподобие того,
что показано на рис. 2. Этим значениям соответству-
ют точки, принадлежащие светло-серым областям
на рис. 6 (синими линиями на диаграмме показаны
границы |E| = Emin , а красными |E| = Emax ). Отсю-
да видно, что обсуждаемые диапазоны существуют
при произвольных значениях отношения b1/b2 6= −1,
однако при b1/b2 ≈ 2 становятся довольно узкими.

Следует отдельно остановиться на том обстоя-
тельстве, что радиус отверстия R не входит явно
ни в одну из формул (29) и (30). Отсюда можно бы-
ло бы неверно заключить, что полученные результа-
ты остаются полностью справедливыми также и при
R = 0, т. е. в отсутствие отверстия. Ясно, однако,
что при R ≪

√
A/K предельный переход R → ∞,

лежащий в основе вывода соотношения (29), утрачи-
вает смысл. Тем не менее формирование структур,
отвечающих k = 1, принципиально возможно и в
пленках, не содержащих перфораций. Действитель-
но, в случае образца такой геометрии уравнение (21)
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также может иметь нетривиальное решение, кото-
рое вместо (22) будет удовлетворять условию вида
α(r = 0) = ±π/2. Асимптотическое поведение это-
го решения при r → ∞, как и при наличии отвер-
стия, будет определяться соотношениями (12), а зна-
чит, сохраняет свою силу и условие (30), при выпол-
нении которого неоднородность становится энерге-
тически выгодной. Из этого, по сути, следует, что
появление вихреподобных неоднородностей не свя-
зано напрямую с наличием перфораций: при вклю-
чении поля достаточной силы схожие по строению
структуры могут в равной степени возникать как
в области отверстия, так и вдали от него (сходство
структур этих двух типов усугубляется еще и тем,
что, согласно формуле (28), значение угла α на гра-
нице отверстия также в некоторых случаях может
приближаться к ±π/2). Заметим, однако, что в от-
сутствие отверстия (или вдали от него) зарождение
неоднородных структур всегда связано со спонтан-
ным нарушением трансляционной симметрии систе-
мы, поэтому локализация вихреподобной структу-
ры в области отверстия в целом гораздо вероят-
нее. В этом смысле перфорации следует рассматри-
вать как своеобразные центры кристаллизации, ис-
кусственно привнесенные в систему; разумно ожи-
дать, что при их наличии флуктуационные механиз-
мы образования неоднородных структур вне отвер-
стий должны быть либо заметно ослаблены, либо
подавлены полностью. Другим существенным недо-
статком вихреподобных неоднородностей, формиру-
ющихся вне отверстий, является то, что при медлен-
ном отключении внешнего поля они не переходят в
состояние типа (6) с сохранением величины k = 1,
а попросту разрушаются. Этим и обусловлен невы-
сокий интерес к структурам такого типа в рамках
настоящего исследования.

7. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

Несмотря на чисто теоретический характер дан-
ной работы, полученные в ней результаты позволя-
ют в перспективе решить целый ряд важных прак-
тических задач, связанных с управлением неодно-
родными магнитными структурами. Во-первых, то
обстоятельство, что под воздействием однородного
электрического поля вектор намагниченности начи-
нает отклоняться от плоскости пленки, может быть
использовано для идентификации текущего состоя-
ния системы. Действительно, из проведенных рас-
четов следует, что пространственное распределение
нормальной компоненты вектора намагниченности,
возникающее при включении поля, зависит не толь-

ко от величины k, определяющей топологию вих-
реподобной структуры, но также и от ориентации
структуры на плоскости. При этом о значении k

можно судить уже по максимальному углу αm от-
клонения вектора намагниченности на границе от-
верстия: зависимость между этими величинами яв-
ляется практически линейной. Поскольку влияние
НМЭВ не меняет симметрию магнитных структур,
по окончании импульса электрического поля они бу-
дут релаксировать в состояние, полностью совпада-
ющее с исходным, что обеспечивает высокую надеж-
ность излагаемого подхода к идентификации состо-
яния системы.

Во-вторых, приведенные оценки степени искаже-
ния магнитных структур электрическим полем поз-
воляют судить о характерной величине напряжен-
ности поля, при которой флексомагнитоэлектриче-
ский эффект становится заметным. Благодаря это-
му, в частности, оказывается возможно подобрать
такие материалы, в которых управление вихрепо-
добными структурами посредством электрическо-
го поля не связано с чрезмерными энергозатрата-
ми, однако чувствительность к паразитным внеш-
ним полям остается невысокой.

В-третьих, изменение топологии основного со-
стояния магнитной структуры в полях определен-
ной величины открывает возможности для реали-
зации следующего сценария. Пусть изначально рас-
пределение намагниченности близко к однородному,
чему соответствует значение k = 0. В результате
быстрого включения поля система перейдет в но-
вое основное состояние с k = 1. Если после этого
плавно снизить напряженность поля до нуля, то си-
стема может остаться в состоянии с k = 1, кото-
рое будет уже метастабильным, однако долгоживу-
щим в силу причин топологического характера [21].
Такая возможность переключения состояния систе-
мы посредством импульсного воздействия говорит о
перспективах использования перфорированных пле-
нок в качестве основы для создания перезаписывае-
мой памяти. Отметим, что на практике для решения
этой задачи следует использовать пары близкорас-
положенных отверстий [21]: только в этом случае
формирующиеся магнитные неоднородности оказы-
ваются хорошо локализованными в пространстве.
При этом нет нужды напрямую воздействовать сра-
зу на оба отверстия в паре: как показывает анализ
аналогичного сценария для случая управления маг-
нитным полем [25], в результате перевода одной из
структур из состояния с k = 0 в состояние с k = 1

связанная с ней вторая структура спонтанно пере-
ходит в состояние с k = −1 под влиянием обменного
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взаимодействия. Это становится особенно важно в
связи с тем, что, в отличие от электрического по-
ля заряженной нити, позволяющего стабилизиро-
вать структуры с произвольным значением k [20],
однородное электрическое поле может стабилизиро-
вать только состояние с k = 1, но не с k = −1. Такое
отсутствие гибкости в управлении, однако, должно
сполна компенсироваться сравнительной простотой
создания однородных полей.

Несмотря на привлекательность описанных вы-
ше подходов, необходимо признать, что их реали-
зация на практике может оказаться довольно за-
труднительной. Локализация вихреподобных струк-
тур изученного типа на наноразмерных перфора-
циях возможна лишь в материалах с исключитель-
но сильной легкоплоскостной анизотропией (напри-
мер, NdCo5 [23]), в которых флексомагнитоэлектри-
ческий эффект, как правило, не наблюдается. Выхо-
дом из данного положения может стать либо искус-
ственное создание нужной анизотропии, например в
пленках ферритов-гранатов, либо наноструктуриро-
вание магнитоодноосных пленок с целью усиления
НМЭВ. Так или иначе, данный вызов может ока-
заться довольно серьезным для современной науки
о материалах.

Финансирование. Работа выполнена в рам-
ках государственного задания для научных ис-
следований лабораториями (приказ MN-8/1356 от
20.09.2021)
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Методом оптической зонной плавки выращены монокристаллы HoFe1−xMnxO3 (0 < x < 1). Обнару-

жено, что в области концентраций x = 0.7–0.8 наблюдается структурный переход от ромбической к

гексагональной модификации кристаллов, что было подтверждено рентгеноструктурными исследовани-

ями. Для серии ромбических кристаллов проведены исследования эффекта Мессбауэра при комнатной

температуре и магнитные измерения в температурном интервале 4.2–1000К. Обнаружено, что при увели-

чении концентрации марганца температура спин-переориентационного перехода значительно возрастает

от ∼ 60К для HoFeO3 до комнатной температуры для состава HoFe0.6Mn0.4O3. Из магнитных измере-

ний установлено, что при замещении железа на марганец изменяется тип магнитного ориентационного

перехода от перехода второго рода (AxFyGz → CxGyFz) к переходу первого рода (AxFyGz → GxCyAz)

с наличием слабого ферромагнитного момента только в направлении b (для пространственной груп-

пы Pnma). Такое увеличение температуры спин-переоринтационного перехода может быть объяснено

изменениями величины косвенного обмена в подсистеме железа из-за влияния марганца, что было об-

наружено при исследовании эффекта Мессбауэра в HoFe1−xMnxO3 для образцов с x < 0.4.

DOI: 10.31857/S0044451024050080

1. ВВЕДЕНИЕ

Оксидные материалы, содержащие ионы пере-
ходных и редкоземельных элементов, проявляют
множество интересных эффектов, связанных со
сложным взаимодействием двух магнитных подси-
стем. В отдельный класс таких материалов мож-
но выделить редкоземельные ортоферриты с общей
формулой RFeO3 [1–5], исследование которых нача-
лось более полувека назад. Кристаллическая струк-
тура RFeO3 описывается пространственной группой
Pnma (№62). Несмотря на то, что их магнитные
свойства подробно исследованы, в последние годы
интерес к данным соединениям вновь вырос в связи
с открытием в них таких интересных явлений, как

* E-mail: smp@iph.krasn.ru

мультиферроизм ниже температуры упорядочения
редкоземельной подсистемы [5, 6], индуцированное
лазером сверхбыстрое перемагничивание доменных
стенок [7–9], формирование солитонной решетки в
соединении TbFeO3 [10], существование квазиодно-
мерных спиновых цепочек Yb3+ в YbFeO3 [5, 11]

Редкоземельные ортоферриты представляют со-
бой интересное семейство с точки зрения магнитных
явлений. Их уникальные магнитные свойства возни-
кают в результате сложных взаимодействий между
моментами 3d- и 4f -электронов. Известно [1], что
соединения RFeO3 имеют необычайно высокие тем-
пературы Нееля (TN ≈ 600–700K), ниже которых
моменты Fe упорядочены антиферромагнитно со
слабым скосом подрешеток, что приводит к слабо-
му ферромагнетизму. При понижении температуры
роль взаимодействия Fe–R повышается, это приво-
дит к тому, что при более низких температурах про-

6 ЖЭТФ, вып. 5
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исходят ориентационные спиновые переходы, тем-
пература TSR которых сильно зависит от редко-
земельного иона, например, TSR ≈ 50–60K для
HoFeO3 [12,13], TSR ≈ 80–90K для TmFeO3 [12, 14],
а использование Tb в качестве редкоземельного
иона приводит к резкому падению температуры,
TSR ≈ 3–10K [10, 15]. Отдельно можно отметить
SmFeO3 [16], ориентационный переход в котором на-
блюдается при TSR ≈ 450–480K. Подсистема ионов
редкоземельных элементов с относительно слабым
взаимодействием R–R при высоких температурах
является парамагнитной или слабо поляризованной
молекулярным полем упорядоченных ионов Fe. Ред-
коземельная магнитная подрешетка становится упо-
рядоченной ниже TNR < 10K (температура упо-
рядочения редкоземельной подсистемы). Наблюда-
емые магнитные свойства системы возникают из-за
множественности различных обменных взаимодей-
ствий. Помимо обменных взаимодействий гейзен-
берговского типа Fe–Fe, Fe–R, R–R, важную роль
в определении магнитных свойств играет взаимо-
действие Дзялошинского – Мория [17, 18], которое
обусловливает появление слабого ферромагнитного
момента.

Одним из способов управления температу-
рой спин-переориентационного перехода является
изовалентное замещение в подсистеме железа
в RFe1−xMxO3 (M = Cr,Mn,Co,Ni). При этом
появляется возможность «плавного» изменения
магнитных свойств в таких системах и выбора
нужной температуры TSR, например, для процес-
сов сверхбыстрого перемагничивания доменной
стенки [7–9]. Так, в работе [19] в монокристалле
TbFe0.75Mn0.25O3 наблюдался эффект «возврат-
ного» спин-переориентационного перехода (TSR)
при температуре 250K, тогда как для чистого
монокристалла TbFeO3 спин-переориентационный
переход наблюдается при температурах 3 и 8K. В
работе [20] проведен успешный рост монокристалла
SmFe0.75Mn0.25O3 и показано, что при замещении
части железа на марганец происходит существен-
ное уменьшение температуры TSR. В работе [21]
авторам удалось вырастить серию монокристаллов
PrFe1−xMnxO3 (0 < x < 0.3) и показать, что при
концентрации марганца 30% спин-переориентаци-
онный переход сдвигается в область комнатных
температур. Авторам работы [22] удалось успешно
вырастить ряд монокристаллов GdFe1−xMnxO3

(0 < x < 0.3). В недавней работе [23] авторами
представлены результаты успешного роста моно-
кристалла Nd0.8Pr0.2FeO3, при этом наблюдалось
уменьшение величины TSR.

Если рассматривать работы, проведенные на по-
ликристаллических образцах, то их количество су-
щественно больше. Однако в плане потенциально-
го практического применения таких ортоферритов
в микроэлектронике желательно работать с моно-
кристаллическими образцами. Можно выделить ра-
боты [24–26], в которых исследовались ортоферри-
ты диспрозия, тербия и иттрия с замещением ча-
сти железа на марганец и также наблюдалось из-
менение TSR. В литературе также встречаются ра-
боты [27–29], в которых авторам удавалось осуще-
ствить замещение на другие переходные элементы
(хром, никель, кобальт) в подсистеме железа и так-
же наблюдать изменение TSR.

Что касается соединения HoFe1−xMnxO3, то в
работах [30, 31] авторами были получены поликри-
сталлические образцы HoFe1−xMnxO3 (0 < x < 0.5)
и исследованы их магнитные и структурные особен-
ности. Действительно, при концентрации x = 0.4

температура спин-переориентационного перехода в
таком соединении достигла комнатных значений.
Однако на фоне парамагнетизма гольмия сам спин-
переориентационный переход превращается лишь в
небольшую аномалию на кривой намагниченности,
т. е. для подробного изучения эволюции магнитных
свойств необходимо проводить измерения на моно-
кристаллических образцах.

В связи с этим данная работа посвящена
выращиванию монокристаллических образцов
HoFe1−xMnxO3 с концентрацией марганца до мак-
симальной, при которой данный твердый раствор
остается стабильным в ромбической фазе, и ис-
следованию их магнитных свойств. Также для
потенциального практического использования ор-
тоферритов в спинтронике и в качестве элементов
магнитной памяти, работающих при комнатной
температуре, необходимо использовать именно
монокристаллические образцы.

Таким образом, можно сказать, что изовалент-
ному замещению в ортоферритах посвящено до-
статочно много работ, в которых основное внима-
ние уделялось изменению температур ориентаци-
онных переходов в них. В случае монокристалли-
ческих образцов использовались небольшие (обыч-
но x < 0.3) замещения в подсистеме железа. Це-
лью данной работы являются рост и исследование
магнитных свойств монокристаллов HoFe1−xMnxO3

до максимально возможной концентрации марган-
ца, при которой твердый раствор остается стабиль-
ным в ромбической фазе. Еще одной целью ра-
боты являлась попытка вырастить монокристаллы
RFe1−xMxO3 с x > 0.05, поскольку по литератур-
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ным источникам известно, что для случая x < 0.05

такие образцы были получены [32].
Следует также упомянуть, что мессбауэровская

спектроскопия может давать важную информацию
о спин-переориентационных переходах [33–36], по-
скольку позволяет напрямую наблюдать угол меж-
ду направлением сверхтонкого магнитного поля на
ядрах и направлением градиента электрического по-
ля, вызванного кристаллическим полем [37].

2. ЭКСПЕРИМЕНТ

На первом этапе для получения образцов
HoFe1−xMnxO3 (x = 0, 0.05, 0.1, 0.2, 0.3, 0.4, 0.5, 0.6,
0.7, 0.8) порошки исходных ингредиентов Ho2O3,
Fe2O3, MnO2 (99.9%, Alfa Aesar) смешивались в
нужной пропорции и отжигались при температуре
925◦C в течение 18 ч. Отожженные порошки засы-
пались в резиновую форму и прессовались в гидро-
статическом прессе при давлении около 100МПа.
Полученные цилиндрические образцы далее от-
жигались в вертикальной печи при температуре
1400◦C в течение 16 ч. После этого синтезирован-
ные поликристаллические образцы HoFe1−xMnxO3

помещались в печь оптической зонной плавки FZ-
T-4000-H-VIII-VPO-PC (Crystal Systems Corp.), где
и происходил рост монокристаллов. Рост проходил
на воздухе при нормальном давлении и относитель-
ной скорости вращения стержней 30 оборотов/мин.
Скорости роста варьировались от 3 до 1мм/ч в
зависимости от соотношения железа и марганца в
HoFe1−xMnxO3. Следует также отметить, что нами
была предпринята попытка роста монокристаллов
HoFe1−xCoxO3, HoFe1−xCrxO3, HoFe1−xNixO3 с
x = 0.05, однако даже замещение железа на 5%
хрома или никеля приводило к неконгруэнтному
плавлению расплава и невозможности получе-
ния качественных монокристаллов. Варьирование
давления (до 10 атм) и газовой среды (O2, Ar–O2,
Ar–H2) в этом случае также не приводило к улучше-
нию условий роста. Монокристалл HoFe0.95Co0.05O3

был успешно выращен, однако проведенные измере-
ния температурных зависимостей намагниченности
M(T ) оказались такими же, как и для кристалла
HoFeO3, что говорит о том, что замещения железа
на кобальт не произошло в процессе роста.

Для решения кристаллической структуры и
определения фазового состава в HoFe1−xMnxO3

использовался рентгеновский монокристальный
дифрактометр Bruker SMART APEX II. Измерения
проводились при комнатной температуре. Для
ориентации полученных образцов вдоль кристал-

лографических осей использовался дифрактометр
Лауэ (Photonic Science). Мессбауэровские спектры
исследуемых образцов получены на спектро-
метре МС–1104Ем в геометрии пропускания с
радиоактивным источником 57Co(Rh) при темпе-
ратуре 300К. Для измерения температурных и
полевых зависимостей намагниченности выращен-
ных монокристаллов в температурном диапазоне
4.2–350К использовалась установка PPMS-6000
(Quantum Design). Высокотемпературные измере-
ния намагниченности (350–1000К) проводились на
вибрационном магнитометре LakeShore Cryotronics
VSM-8604. После циклирования по температуре
до 1000К отдельно проверялась повторяемость
характерных температур (значения температур
Нееля и спин-переориентационного перехода), а
также величины намагниченности. Оказалось, что
все измерения полностью повторяемы.

3. РЕЗУЛЬТАТЫ И ОБСУЖДЕНИЯ

3.1. Структурная характеризация

Для проверки качества всех выращенных моно-
кристаллов HoFe1−xMnxO3 и их ориентации вдоль
трех кристаллографических осей использовался ме-
тод Лауэ. В качестве примера на рис. 1 приведе-

Рис. 1. Лауэграммы образца HoFe0.7Mn0.3O3 вдоль раз-

личных кристаллографических направлений (a, b, c) и об-

разца HoFe0.2Mn0.8O3 вдоль оси шестого порядка кри-

сталла (d)

ны лауэграммы образца с x = 0.3 вдоль различных
кристаллографических направлений (рис. 1a,b,с) и
образца с x = 0.8 (рис. 1d). Наличие резких и сим-
метричных по форме пиков и отсутствие двойни-
кования говорит о высоком качестве полученных
кристаллов. Кроме этого, для образца с x = 0.3
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Таблица 1. Параметры и объем элементарной ячейки в

HoFe1−xMnxO3

x a, Å b, Å c, Å V , Å3

0 5.6029(5) 7.6151(7) 5.2921(5) 225.80(5)

0.05 5.6133(3) 7.6102(5) 5.2885(3) 225.92(2)

0.1 5.6201(5) 7.5990(4) 5.2840(3) 225.66(2)

0.2 5.6425(3) 7.5801(4) 5.2864(3) 226.10(2)

0.3 5.6608(3) 7.5551(3) 5.2826(2) 225.93(2)

0.4 5.6911(4) 7.5411(5) 5.2840(4) 226.77(3)

0.5 5.7065(3) 7.5080(4) 5.2779(3) 226.73(3)

0.6 5.7085(3) 7.5029(3) 5.2768(2) 226.01(2)

0.7 5.7385(3) 7.4688(4) 5.2728(3) 225.99(3)

рефлексы соответствуют пространственной группе
Pnma (№62), тогда как для образца с x = 0.8

лауэграмма соответствует пространственной груп-
пе P63cm (№185). Таким образом, при замещении
железа на марганец в HoFe1−xMnxO3 при концен-
трациях 0.7 < x < 0.8 наблюдается граница раздела
фаз между орторомбической и гексагональной мо-
дификациями в твердом растворе HoFe1−xMnxO3.

Отметим, что монокристалл с x = 1 («чистый»
HoMnO3) может быть получен в орторомбической
модификации раствор-расплавным методом [38], ко-
торый позволяет существенно понизить темпера-
туру расплава, однако при использовании метода
оптической зонной плавки удается получить толь-
ко гексагональную модификацию HoMnO3 [39]. На
основе полученных данных о фазовой границе в
HoFe1−xMnxO3 далее в работе приводятся резуль-
таты исследования монокристаллов HoFe1−xMnxO3

в орторомбической модификации (x < 0.7), выра-
щенных при одинаковых условиях методом зонной
плавки.

Из результатов монокристального рентгено-
структурного анализа также было установлено,
что все монокристаллы HoFe1−xMnxO3 (x < 0.7)
являются орторомбическими с пространственной
группой Pnma; данная установка является стан-
дартной. В некоторых работах других авторов
использовалась установка с пространственной груп-
пой симметрии Pbnm. Переход от одной установки
к другой можно описать следующим образом:
a, b, c(Pnma) → b, c, a(Pbnm). Параметры ячейки и
длины связей представлены в табл. 1 и на рис. 2.

Из табл. 1 и рис. 2 видно, что при изовалентном
замещении железа на марганец в HoFe1−xMnxO3

(x < 0.7) наблюдается линейное изменение парамет-
ров ячейки во всем диапазоне концентраций. При
этом параметр a линейно увеличивается, b умень-

a
b

a

c

b

Рис. 2. (В цвете онлайн) a — Изменение параметров ячей-

ки a, b, c в HoFe1−xMnxO3 в зависимости от концентрации

марганца. Синие ромбы — значения параметров ячейки

для кристалла HoMnO3 из работы [38]. b — Концентра-

ционная зависимость длин связей Fe–O(1) и Fe–O(2) в

железо-кислородном октаэдре в зависимости от содержа-

ния марганца

шается, а параметр c уменьшается незначительно;
объем элементарной ячейки при этом остается прак-
тически неизменным. На рис. 2 представлена кон-
центрационная зависимость длин связей Fe–O(1) и
Fe–O(2) в железо-кислородном октаэдре. Видно, что
при увеличении x октаэдр сжимается вдоль направ-
ления b, а наибольшие изменения наблюдаются в
плоскости октаэдра, близкой к плоскости ac, где на-
блюдается значительное удлинение связи Fe–O(2).
Используя результаты монокристаллической рент-
геновской дифракции, можно определить направ-
ление главной компоненты тензора градиента элек-
трического поля (ГЭП) Vzz, которое обычно опреде-
ляет направление главной оси в октаэдре. Значение
Vzz можно найти из данных рентгеновской дифрак-
ции по известным длинам связей и углам в окта-
эдрическом окружении железа в приближении бли-
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жайших соседей [37], используя выражение

Vzz =
∑

2e
3 cos2 θ − 1

r3
, (1)

где θ — угол между этой осью и направлением на
соседний ион кислорода, e — заряд электрона, r —
расстояние металл–кислород. При расчете проверя-
ются все возможные направления оси ГЭП в ло-
кальном окружении катиона, после чего главная
компонента тензора ГЭП выбирается из условия
|Vzz | > |Vyy | > |Vxx|.

Таблица 2. Расстояния металл–кислород (в ангстремах) в

зависимости от концентрации Mn

x M–O1(4c) M–O2(8d) M–O2(8d)

0.0 2.001 2.011 2.032

0.05 2.003 2.012 2.038

0.1 1.998 1.996 2.049

0.2 1.992 2.001 2.060

0.3 1.987 1.979 2.082

0.4 1.986 1.974 2.103

Рис. 3. (В цвете онлайн) Значение компонент тензора ГЭП

в зависимости от концентрации Mn в HoFe1−xMnxO3.

На вставке показаны направления всех компонент векто-

ра ГЭП относительно кристаллографических осей

Результаты расчета по всем возможным направ-
лениям для всех образцов приведены в табл. 2 и
на рис. 3. Таким образом, мы определяем направле-
ние главной компоненты тензора ГЭП относитель-
но кристаллографических осей в кристалле, кото-
рое показано на вставке синим цветом. Длина хими-
ческой связи в этом направлении превышает дли-
ны химических связей в двух других направлениях.
Таким образом, кислородный октаэдр имеет вытя-
нутую форму.

3.2. Эффект Мессбауэра

Образцы для исследования эффекта Мессбауэ-
ра готовились путем перетирания монокристаллов
HoFe1−xMnxO3 (0 < x < 0.4) до состояния порош-
ка. Полученный порошок с навеской 5–10мг/см2

по содержанию железа прессовался в алюминиевой
фольге диаметром 20мм. Обработка была выполне-
на в два этапа. На первом этапе определялись воз-
можные неэквивалентные позиции железа в образ-
цах с помощью расчета распределений вероятностей
сверхтонких полей. В соответствии с полученными
результатами формировался предварительный мо-
дельный спектр. На следующем этапе модельный
спектр подгонялся к экспериментальному при ва-
рьировании всего набора сверхтонких параметров
методом наименьших квадратов в линейном прибли-
жении.

--15 --10 --5 0 5 10

V (mm/s)

x=0.0

Theor

x=0.05

Theor

A
b

so
rp

ti
o

n
(a

.u
.)

x=0.10
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x=0.20

Theor

S1

S2

x=0.30

Theor

S1

S2

x=0.40

Theor

S1

S2

Рис. 4. (В цвете онлайн) Мессбауэровские спектры образ-

цов HoFe1−xMnxO3 (x = 0, 0.05, 0.10, 0.20, 0.30, 0.40).

Результат обработки показан сплошной линией. Закрашен-

ные области показывают парциальные составляющие в

спектрах

Полученные спектры приведены на рис. 4. Они
представляют собой полностью разрешенные зеема-
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Таблица 3. Мессбауэровские параметры при 300K (δ —

химический изомерный сдвиг относительно α-Fe, Hhf —

сверхтонкое поле на ядрах железа, ∆ — квадрупольное

расщепление, W — ширина мессбауэровской линии на по-

лувысоте, dH — уширение мессбауэровской линии из-за

неоднородности магнитного окружения, A — относитель-

ная заселенность позиции)

δ, Hhf , ∆, W, dH, A,

±0.005 ±5 ±0.02 ±0.03 ±0.03 ±0.03

мм/с кЭ мм/с мм/с мм/с усл. ед.

HoFeO3

S1 0.387 498 0.02 0.26 0 1.0

x = 0.05

S1 0.374 492 0.00 0.20 0.20 1.0

x = 0.10

S1 0.382 465 −0.00 0.46 0 1.0

x = 0.20

S1 0.402 452 −0.14 0.25 0.54 0.73

S2 0.388 475 0.08 0.33 0 0.27

x = 0.30

S1 0.368 409 −0.19 0.21 0.73 0.70

S2 0.388 441 0.12 0.51 0 0.30

x = 0.40

S1 0.427 335 −0.20 0.37 0.98 0.75

S2 0.361 383 0.08 0.31 0.58 0.25

новские секстеты S1 и S2. Результаты математиче-
ской обработки спектров приведены в табл. 3. Ве-
личина химического сдвига δ для всех образцов от-
носительно α-Fe указывает на зарядовое состояние
3+ высокоспиновых катионов железа в октаэдри-
ческом окружении, что соответствует кристалличе-
ской структуре ортоферритов и предыдущим месс-
бауэровским результатам [40,41]. С ростом замеще-
ния катионами Mn3+ до x = 0.20 наблюдается по-
явление дополнительной позиции железа, которой
соответствует секстет с большим сверхтонким по-
лем. Доля этого секстета увеличивается скачком и в
интервале x = 0.20–0.40 практически не изменяет-
ся, что может указывать на то, что катионы мар-
ганца занимают определенные позиции в решетке
при указанных концентрациях. Косвенно это под-
тверждается наличием двух характерных участков
на концентрационной зависимости среднего значе-
ния сверхтонкого поля на ядрах железа, которая со-
храняет монотонный характер (рис. 5).

Обратим внимание на зависимость квадруполь-
ного сдвига ∆ основного секстета от концентрации
марганца в кристаллической структуре монокри-
сталла HoFe1−xMnxO3, которая показана на рис. 6.

Рис. 5. Концентрационная зависимость среднего значения

сверхтонкого поля на ядрах железа в HoFe1−xMnxO3

Рис. 6. (В цвете онлайн) Концентрационная зависимость

квадрупольного сдвига ∆ в HoFe1−xMnxO3 (0 < x < 0.4).

Круглыми символами показаны расчетные значения квад-

рупольного сдвига по данным рентгеновской дифракции

Эта зависимость демонстрирует монотонное
уменьшение квадрупольного сдвига с ростом со-
держания Mn в образцах. При этом мы отмечаем
изменение знака ∆ при содержании Mn x = 0.20

для секстета с большей площадью. Это может
быть связано с действием одноионной анизотропии
катионов марганца, которая вносит серьезный
вклад в формирование тензора ГЭП. Что касается
поведения квадрупольного сдвига второго секстета,
то его знак сохраняется во всем диапазоне концен-
траций, а значение меняется незначительно при
росте степени замещения.

Квадрупольный сдвиг мессбауэровского спектра
имеет два источника: 1) вклад от локальных иска-
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жений кристаллической решетки и 2) вклад от вза-
имного направления векторов Vzz и Hhf . Первый
определяет решеточный вклад в величину квадру-
польного расщепления в парамагнитном состоянии,
которое можно с учетом эффекта антиэкранирова-
ния Штернхеймера [42, 43] определить в виде

QS = (1− γ∞)
1

2
eQVzz

(
1 +

η2

3

)1/2
. (2)

В этом выражении γ∞ = −9.44 — фактор антиэкра-
нирования Штернхеймера для сферически-симмет-
ричного катиона Fe3+ [44], Q — ядерный квадру-
польный момент 57Fe, η = (Vxx − Vyy)/Vzz — пара-
метр асимметрии, описывающий отклонение от осе-
вой симметрии.

В нашем случае изменение локальных искаже-
ний при замещении учтено в величине парамет-
ра Vzz , который вычислен из рентгеноструктурных
данных. Стоит отметить, что использованный под-
ход не учитывает ковалентного вклада электронов
химической связи в величину квадрупольного рас-
щепления. Однако этим вкладом для катиона Fe3+ в
нашем случае можно пренебречь. Расчетные данные
показаны символами на рис. 6. Для образца HoFeO3

расчетное значение ∆ составляет 0.13мм/с при экс-
периментальной величине 0.30мм/с в парамагнит-
ном состоянии по данным работы [40]. Полученное
расхождение с экспериментом мы связываем с ва-
лентным вкладом.

3.3. Магнитные измерения

Для выяснения влияния замещения марганца на
магнитные свойства HoFe1−xMnxO3 были проведе-
ны измерения температурных и полевых зависи-
мостей намагниченности, M(T ) и M(H). На рис. 7
представлены результаты измерений зависимостей
M(T ), магнитное поле H ‖ b. Видно, что при увели-
чении концентрации марганца температура спин-пе-
реориентационного перехода TSR монотонно сдвига-
ется в область высоких температур. Для незамещен-
ного образца HoFeO3 имеем TSR ≈ 58K, тогда как
TSR = 294K для образца с x = 0.4, т. е. TSR находит-
ся в области комнатных температур. При этом вели-
чина намагниченности M , определяющаяся слабым
ферромагнитным моментом из-за скоса антиферро-
магнитных подрешеток железа, плавно уменьшает-
ся с увеличением концентрации Mn (рис. 7а).

Также при увеличении концентрации марган-
ца происходит монотонное уменьшение темпера-
туры Нееля TN в HoFe1−xMnxO3 (рис. 7b,с,e) от
TN = 672K для HoFeO3 до TN = 125K для x = 0.7.
Пример определения TN для образцов с x = 0.5,

0.6, 0.7 приведен на рис. 7d (для x = 0.5 име-
ем TN = 300K). Значения TN для всех образцов
HoFe1−xMnxO3 представлены на фазовой диаграм-
ме (рис. 7е). Величина температуры Нееля для x = 1

(HoMnO3) получена в работе [39]. Видно, что в об-
ласти концентраций x ≈ 0.5 на зависимости TN(x)

наблюдается перегиб, который может быть связан
с изменением доминирующего антиферромагнитно-
го взаимодействия Fe–O–Fe на Mn–O–Mn. Кроме
этого, область концентраций x = 0.4–0.5 является
предельной, при которой спин-переориентационный
переход еще имеет место. Далее с повышением кон-
центрации марганца температура TN становится ни-
же TSR, что соответствует фазовому переходу из па-
рамагнитного в антиферромагнитное состояние без
дальнейших ориентационных переходов. Также на
рис. 7е сплошной красной линией представлена за-
висимость температуры TSR для различных концен-
траций марганца рассчитанная по формуле [32]

TSR(x) =
1

k′
lg
x

xc
, (3)

где k′ — положительная константа, связанная с
полем анизотропии второго порядка в плоскостях
ba, bc, ca, а xc характеризует критическую кон-
центрацию, при которой возникает переход в со-
стояние коллинеарного антиферромагнетика (фаза
GxCyAz). В данной работе рассматривалось измене-
ние констант анизотропии второго порядка, ответ-
ственных за температуру спин-переориентационно-
го перехода, при изменении концентрации кобальта
в ортоферритах эрбия, гольмия и диспрозия. По на-
шему мнению, данный формализм [32] может быть
успешно применен для описания изменения TSR(x) в
HoFe1−xMnxO3. Ранее формула (3) успешно исполь-
зовалась в работах [19–21].

Известно, что в незамещенном соединении
HoFeO3 при спин-переориентационном переходе
происходит спонтанный разворот слабого фер-
ромагнитного момента на 90◦ из направления b

в c в кристалле (для пространственной группы
Pnma) из фазы AxFyGz в CxGyFz (рис. 8). При
этом данный переход является фазовым переходом
второго рода [3] (A, C, G — векторы типов антифер-
ромагнитных структур [3], F — ферромагнитной;
для ортоферритов основным типом параметра
порядка является G-тип антиферромагнетизма с
|G| ≫ |F |, |A|, |C|). Ширина перехода по температу-
ре для HoFeO3 составляет примерно 10K, при этом
температурного гистерезиса не наблюдается. Сле-
дует также упомянуть, что согласно предыдущим
работам [45,46] в чистом HoFeO3 спиновая переори-
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a b

c d

e

Рис. 7. (В цвете онлайн) Температурные зависимости намагниченности M(T ) монокристаллов HoFe1−xMnxO3, измерен-

ные при внешнем магнитном поле H = 1 кЭ параллельно оси b кристаллов в температурных диапазонах 4.2–350K (a) и

400–1000 K (b) и во всем интервале температур 4.2–1000K (c). d — Пример зависимости M(T ) образца HoFe0.5Mn0.5O3

для определения температуры Нееля TN для больших концентраций марганца. e — Магнитная фазовая диаграмма

HoFe1−xMnxO3, на которой приведены значения температур Нееля TN , а также температур начала (onset) и конца

(end) спин-ориентационного перехода в зависимости от концентрации марганца. Сплошная красная линия — результаты

подгонки зависимости TSR(x) с помощью выражения (3)
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H ‖ a

H ‖ b

H ‖ c

Рис. 8. (В цвете онлайн) Температурные зависимости на-

магниченности M(T ) для HoFeO3, измеренные в поле

H = 100Э вдоль различных кристаллографических осей

a

b

Рис. 9. (В цвете онлайн) a — Температурные за-

висимости намагниченности M(T ) для монокристалла

HoFe0.7Mn0.3O3 в области спин-переориентационного пе-

рехода. b — Зависимости M(T ), измеренные при различ-

ных значениях приложенного магнитного поля H ‖ b в

режимах охлаждения и нагрева

ентация между состояниями AxFyGz и CxGyFz (для
пространственной группы Pnma) происходит более
сложным образом в виде трех фазовых переходов:
сначала основной вектор антиферромагнетизма G

отклоняется от c- к b-оси в плоскости bc, затем,
не доходя до b-оси, скачком переориентируется в
плоскость ab и в ней уже поворачивается до конеч-
ного состояния вдоль b-оси. В магнитных свойствах
обычно проявляется только первая часть (вращение
в плоскости bc) этой сложной переориентации,
а остальная наблюдается с помощью измерений
магнитоупругих свойств и магнитного резонанса.

Совершенно иная картина наблюдается для за-
мещенных образцов. Во-первых, ширина спин-пере-
ориентационного перехода для замещенных образ-
цов составляет 4–5K, как представлено на рис. 7а,с,
где приведены температурные зависимости намаг-
ниченности M(T ), измеренные в режиме отогре-
ва. На рис. 9 представлены зависимости M(T ) для
образца HoFe0.7Mn0.3O3, измеренные в различных
магнитных полях и в различных конфигурациях
приложенного магнитного поля. На рис. 9а видно,
что в случае замещенного образца характер спин-
переориентационного перехода кардинально изме-
нился. Если для незамещенного HoFeO3 реализует-
ся переход из фазы AxFyGz в CxGyFz с изменени-
ем направления слабого ферромагнитного момента,
то в случае HoFe0.7Mn0.3O3 ниже температуры TSR
наблюдается скомпенсированная антиферромагнит-
ная фаза от подрешетки железа и марганца. На-
магниченность в этом случае определяется толь-
ко парамагнитным анизотропным вкладом от голь-
мия, что видно из зависимостей M(T ) (рис. 9а), из-
меренных вдоль различных кристаллографических
осей. Также нужно отметить, что при циклирова-
нии по температуре на зависимостях M(T ), изме-
ренных вдоль направления b в различных магнит-
ных полях (рис. 9b), наблюдается гистерезис в об-
ласти спин-переориентационного перехода, ширина
которого не зависит от приложенного магнитного
поля (до 5 кЭ) и составляет примерно 5K. Также
на рис. 9b видно, что приложенное магнитное поле
слабо влияет на положение TSR по температуре, на-
чало перехода смещается на 2К в область низких
температур в поле H = 5 кЭ, «размытие» перехода
при этом не наблюдается. Точно такое же поведение
зависимостей M(T ) наблюдается для всех замещен-
ных образцов HoFe1−xMnxO3, которые различают-
ся только температурой спин-переориентационного
перехода.

На рис. 10 приведены полевые зависимости на-
магниченности M(H) для образца HoFe0.8Mn0.2O3
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a

b

Рис. 10. (В цвете онлайн) Полевые зависимости намаг-

ниченности монокристалла HoFe0.8Mn0.2O3, полученные

при T = 300, 85K

при температурах выше и ниже температуры спин-
переориентационного перехода TSR вдоль трех кри-
сталлографических осей. Видно, что ферромагнит-
ный гистерезис на кривой M(H) наблюдается толь-
ко вдоль направления b при T > TSR, что соот-
ветствует магнитной фазе AxFyGz (рис. 10а). При
T < TSR все зависимости M(H) линейны, что со-
ответствует вкладу от коллинеарной антиферромаг-
нитной структуры (фазаGxCyAz) без ферромагнит-
ной компоненты. Подобное поведение зависимостей
M(H) также наблюдалось нами для всех замещен-
ных образцов.

На рис. 11 представлены зависимости M(H),
измеренные при T = 300K для всех образцов
HoFe1−xMnxO3, а также значения остаточной на-
магниченности при H = 0Э и коэрцитивной силы
Hsw (или поля переключения). «Переключение» на-
магниченности с нижней ветки на верхнюю проис-
ходит в пренебрежимо малом диапазоне полей, что
говорит о том, что в образце присутствует толь-
ко один магнитный домен. Для всех замещенных

образцов при T = 300K присутствует ферромаг-
нитная компонента намагниченности только вдоль
направления b. При изменении концентрации мар-
ганца в образцах появляется возможность плавно-
го варьирования величиной как намагниченности,
так и коэрцитивной силы, что может оказаться пер-
спективным для практического использования дан-
ной серии монокристаллов в области комнатных
температур.

4. ОБСУЖДЕНИЕ

Из анализа поведения зависимостей M(T ) мож-
но заключить, что в замещенных марганцем ор-
тоферритах гольмия спин-переориентационный пе-
реход относится к фазовому переходу первого ро-
да [3] и определяет изменение магнитного состо-
яния из области слабого ферромагнетизма (фаза
AxFyGz, магнитный момент вдоль направления b

кристалла) в область полностью скомпенсирован-
ного антиферромагнетика (фаза GxCyAz). Подоб-
ное изменение характера фазового перехода для со-
единения HoFe1−xMnxO3 наблюдалось в работе [19],
где такой вывод был сделан на основании ана-
лиза данных порошковой нейтроновской дифрак-
ции. Также изменение магнитной конфигурации от
AxFyGz → CxGyFz к AxFyGz → GxCyAz на-
блюдалось для соединения TbFe1−xMnxO3 в рабо-
те [18], где также использовалась дифракция ней-
тронов для определения типа магнитного упорядо-
чения. В настоящей работе мы получили аналогич-
ные результаты, основываясь на детальном анали-
зе температурных и полевых зависимостей намагни-
ченности. В то же время остаются открытыми неко-
торые вопросы магнитного поведения рассматрива-
емой системы.

До сих пор не уделено внимания механизму и
причинам значительного увеличения температуры
магнитного спин-переориентационного перехода в
системе HoFe1−xMnxO3. Анализ причин роста тем-
пературы спин-переориентационного перехода мож-
но провести, основываясь на данных эффекта Месс-
бауэра. Поскольку в результате замещения части ка-
тионов железа происходит изменение орбитально-
го момента на узлах, замещение будет приводить
и к изменению величины спин-орбитальной связи.
В итоге будет происходить отклонение направления
магнитного момента от оси квантования. Это приве-
дет к изменению взаимной ориентацией между ГЭП
Vzz и вектором сверхтонкого поля Hhf на ядрах же-
леза. Для случая аксиальной симметрии это измене-
ние описывается следующей зависимостью квадру-
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a b

c d

Рис. 11. (В цвете онлайн) Зависимости M(H) при T = 300K для серии образцов HoFe1−xMnxO3 (a, b), а также значения

величины остаточной намагниченности при H = 0 (с) и поля переключения (d) в зависимости от содержания марганца

польного сдвига (2) [37, 47]:

∆ =
e2

4
QVzz

1

2
(3 cos2 θ − 1). (4)

Здесь Q = 0.21 · 10−24 см−2 — квадрупольный
момент ядра. По данным магнитных измерений
достоверно показано, что температура спин-
переориентационного перехода в HoFe1−xMnxO3

сильно зависит от степени замещения. При этом
кристаллическая структура сохраняется, поэтому
можно считать, что квадрупольный момент ядра не
изменяется. Это позволяет оценить концентрацион-
ную зависимость величины угла θ при замещении,
основываясь на экспериментальных данных месс-
бауэровской спектроскопии и выражении (2).

Таким образом, с учетом полученных по данным
рентгеновской дифракции значений Vzz мы можем
оценить изменение взаимной ориентации векторов
Vzz и Hhf при замещении, которое изображено на
рис. 12. Этот рисунок наглядно показывает, что ве-

личина угла резко изменяется при концентрации Mn

x = 0.20. Учитывая известное направление вектора
Vzz (см. рис. 3), мы можем показать, что направле-
ние магнитного момента (противоположно Hhf ) ста-
новится ближе к плоскости ac кристалла при заме-
щении на Mn (рис. 12). Для объяснения механизма
смены типа спиновой переориентации при легиро-
вании марганцем можно рассмотреть также вклад
ян-теллеровских ионов Mn3+ в одноионную анизо-
тропию. В орторомбических манганитах (LaMnO3,
PrMnO3, NdMnO3) [48, 49] она стабилизирует ори-
ентацию спинов Mn3+ вдоль оси в слабоферромаг-
нитной структуры AxFyGz, где основным парамет-
ром порядка, в отличие от ортоферритов, являет-
ся A-тип. Наличие такой анизотропии ионов Mn3+,
обменно связанных со спинами Fe3+, должно спо-
собствовать ориентации последних вдоль оси в ан-
тиферромагнитной структуре GxCyAz замещенных
составов. Этот механизм стабилизации антиферро-
магнитной структуры GxCyAz должен работать и
для других составовMn-замещенных ортоферритов.
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a

b c

Рис. 12. (В цвете онлайн) a — Зависимость изменения угла взаимного расположения векторов главной компоненты ГЭП

и сверхтонкого поля на ядрах железа. b, c — Схематичное расположение векторов сверхтонкого поля (по поверхности

конуса) и вектора Vzz (красные жирные линии) для двух концентраций

В работе [19] рассматривалось аналогичное замеще-
ние в образцах TbFe1−xMnxO3. Анализируя измене-
ния косвенного обмена в этой системе, авторы от-
мечают, что при замещении Mn изменяется орби-
тальная компонента магнитного момента, которая
ответственна за формирование магнитной структу-
ры. С учетом наших результатов, полученных с по-
мощью эффекта Мессбауэра, мы можем заключить,
что изменение взаимной ориентации векторов Vzz

и Hhf при замещении происходит в результате дей-
ствия эффекта Яна – Теллера. Это приводит к пово-
роту магнитного момента как на катионах Mn, так
и на катионах Fe и к уменьшению значения слабо-
го ферромагнитного момента вдоль направления b

кристалла. Такой поворот магнитных моментов под-
системы 3d-катионов в HoFe1−xMnxO3 может объяс-
нить увеличение температуры спин-переориентаци-
онного перехода.
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5. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

В работе проведен рост серии монокристаллов
HoFe1−xMnxO3 во всей области концентраций заме-
щающего элемента (Mn) методом оптической зонной
плавки. Установлено, что в области концентраций
0.7 < x < 0.8 наблюдается структурный переход от
ромбической (x < 0.7) к гексагональной модифика-
ции HoFe1−xMnxO3.

Для ромбической модификации HoFe1−xMnxO3

проведены магнитные измерения, которые показа-
ли, что температура спин-переориентационного пе-
рехода TSR значительно увеличивается при увеличе-
нии концентрации марганца, и для образца с x = 0.4

значение TSR достигает комнатных температур, что
важно для практического использования таких за-
мещенных ортоферритов.

Из анализа магнитных измерений установлено,
что во всех замещенных образцах спин-переориента-
ционный переход реализуется в виде фазового пере-
хода первого рода из фазы AxFyGz → GxCyAz при
понижении температуры, тогда как для исходного
образца HoFeO3 такой переход является переходом
второго рода из фазы AxFyGz → CxGyFz.

Увеличение температуры спин-переориентаци-
онного перехода можно объяснить уменьшением ве-
личины косвенного обмена Fe–O–Fe при замещении
железа на марганец, что было экспериментально
установлено при исследовании эффекта Мессбауэра.

Финансирование. Исследование выполнено за
счет гранта Российского научного фонда №23-22-
10026, https://rscf.ru/project/23-22-10026/, Красно-
ярского краевого фонда науки. Исследование маг-
нитных и структурных свойств были выполнены с
использованием оборудования Центра коллективно-
го пользования КНЦ СО РАН.
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Spectroscopy and Transition Metal Chemistry:

Fundamentals and Applications, Springer Science

and Business Media (2010).

38. N. Lee, Y. Choi, M. Ramazanoglu, I.W. Ratcliff,

V. Kiryukhin, and S.-W. Cheong, Mechanism of

Exchange Striction of Ferroelectricity in Multiferroic

Orthorhombic HoMnO3 Single Crystals, Phys.Rev.B

84, 020101 (2011).

39. A. Dubrovskiy, N. Pavlovskiy, S. Semenov, K.Y. Te-

rentjev, and K. Shaykhutdinov, The Magnetostric-

tion of the HoMnO3 Hexagonal Single Crystals,

J. Magn. Magn. Mater. 440, 44 (2017).

698



ЖЭТФ, том 165, вып. 5, 2024 Управление температурой спин-переориентационного перехода. . .

40. V. J. Angadi, K. Manjunatha, S. Kubrin, A. Koza-

kov, A. Kochur, A. Nikolskii, I. Petrov, S. Shev-

tsova, and N. Ayachit, Crystal Structure, Valence

State of Ions and Magnetic Properties of HoFeO3

and HoFe0.8Sc0.2O3 Nanoparticles From X-Ray

Diffraction, X-Ray Photoelectron, and Mössbauer
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Из пермаллоевых (Fe20Ni80) пленок толщиной 50, 100 и 200 нм, полученных магнетронным напылени-

ем на подложки из кварцевого стекла, методом лазерной литографии изготавливались полоски длиной

20 мм и шириной от 0.1 до 2 мм. В первой серии образцов одноосная магнитная анизотропия, наведен-

ная присутствием во время напыления постоянного магнитного поля в плоскости пленок, ориентирова-

на вдоль длинных осей полосок, а во второй серии ортогонально им. Анизотропные свойства образцов

определялись из угловых зависимостей полей ферромагнитного резонанса, измеряемых на сканирующем

спектрометре. Обнаружено, что в первой серии образцов с уменьшением ширины полосок анизотропия

монотонно увеличивается в несколько раз, почти не изменяя своего направления. У образцов второй се-

рии она сначала уменьшается почти до нуля при определенной ширине полоски, а затем быстро растет,

одновременно поворачиваясь на ∼ 90◦. Феноменологический расчет одноосной анизотропии однородно

намагниченных пленочных полосок хорошо согласуется с экспериментом.

DOI: 10.31857/S0044451024050092

1. ВВЕДЕНИЕ

Тонкие магнитные пленки (ТМП) на протяже-
нии многих лет привлекают внимание исследова-
телей не только уникальными свойствами [1–3], но
и возможностью создания на их основе различных
устройств СВЧ-электроники [4–6], а также чувстви-
тельных элементов для датчиков слабых магнит-
ных полей [7–9]. Важно отметить, что частотный
диапазон работы таких СВЧ-устройств, как прави-
ло, ограничивается частотой ферромагнитного резо-
нанса (ФМР) [10]. Однако, согласно уравнению Кит-

* E-mail: belyaev@iph.krasn.ru

теля [11], частота ФМР для тонких пленок с одноос-
ной магнитной анизотропией Ha для случая, когда
направление внешнего поля H совпадает с осью лег-
кого намагничивания, определяется выражением

ω0 = γ
√
(H +Ha)(H +Ha + 4πMs),

где γ — гиромагнитное отношение, а Ms — намагни-
ченность насыщения. Заметим, что в общем случае,
для выбранного магнитного материала величинаMs

остается практически неизменной в широком диа-
пазоне частот. Следовательно, частоту ФМР мож-
но изменять либо внешним магнитным полем, либо
полем одноосной анизотропии. Однако использова-
ние подмагничивающей системы для создания маг-
нитного поля на практике приводит к увеличению
размера и веса конструкции, и, соответственно, к
усложнению и удорожанию конечного магнитоэлек-
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тронного СВЧ-устройства. Поэтому весьма перспек-
тивным подходом является исследование возможно-
стей создания магнитных пленок с заданной величи-
ной поля одноосной магнитной анизотропии под тре-
буемый диапазон рабочих частот магнитоэлектрон-
ных устройств. Как известно, существует множество
методов формирования одноосной магнитной анизо-
тропии в пленках. Например, она может быть ин-
дуцирована внешним магнитным полем, приложен-
ным в плоскости пленки во время осаждения [12, 13]
или после ее осаждения в процессе термообработки
[14]. В широких пределах можно управлять магнит-
ной анизотропией используя метод наклонного оса-
ждения образцов [15, 16], а также, создавая различ-
ными способами упругие напряжения в пленках из
магнитострикционных материалов [17, 18].

В последнее время большое внимание исследо-
вателей привлекают пленочные структуры, состо-
ящие из полосок микро- и наноразмеров [9, 19–26],
получаемых современными литографическими ме-
тодами. В ряде работ показано, что в микроэле-
ментах вытянутой формы появляется дополнитель-
ный вклад в энергию одноосной магнитной ани-
зотропии, обусловленный размагничивающими по-
лями [22, 23, 25]. Исследования особенностей пове-
дения анизотропии от формы полосок и расстоя-
ния между ними продемонстрировали возможность
управления в таких структурах величиной магнит-
ной анизотропии и, соответственно, частотой есте-
ственного ФМР (без постоянного магнитного поля)
в широких пределах [21, 26]. Однако размагничи-
вающие поля в таких микрополосках неоднородны,
что приводит к возбуждению в них множества до-
полнительных магнитостатических мод колебаний
намагниченности [19, 20, 24], которые не позволяют
напрямую использовать исследуемые структуры в
магнитоэлектронных устройствах.

В настоящей работе нами исследуются анизо-
тропные свойства локальных участков отдельных
пермаллоевых полосок прямоугольной формы, име-
ющих различные толщины и различные соотноше-
ния их длинных и коротких осей. Такие исследова-
ния позволяют не только изучать закономерности
поведения анизотропии от ширины полосок, но и
продемонстрировать возможности изготовления об-
разцов ТМП с заданной величиной магнитной ани-
зотропии, изменяемой в широких пределах. Особен-
ность работы заключается в том, что исследуемые
полоски заданной толщины изготавливались из од-
ной магнитной пленки, а измерение их магнитных
характеристик выполнялось с помощью локальной
ФМР спектроскопии. Данный поход гарантирует,

что наблюдаемые изменения в магнитных характе-
ристиках полосок различной ширины обусловлены
только их геометрией.

2. ОБРАЗЦЫ И МЕТОДИКА ИЗМЕРЕНИЙ

Магнитные пленки осаждались на подложки из
кварцевого стекла марки JGS1 толщиной 0.5 мм,
шероховатость поверхности которых менее 1 нм. На-
пыление проводилось на установке «ORION-40 TM»
(Южная Корея) методом магнетронного распыле-
ния пермаллоевой мишени Fe20Ni80 производства
компании «Kurt J. Lesker» с чистотой состава
99.95 %. Как известно, такой пермаллой имеет близ-
кую к нулю магнитострикцию, поэтому в образцах
почти не возникает упругих напряжений при их на-
магничивании в любых направлениях. При напыле-
нии пленок давление паров аргона в камере установ-
ки составляло 1.8 мбар, а плотность тока магнетро-
на на мишени составляла 21 мА/см2 и обеспечива-
ла скорость осаждения 2.34 Å/с. Скорость осажде-
ния определялась по результатам измерений толщи-
ны контрольных пленок с использованием рентге-
носпектрального флуоресцентного анализа [27], поз-
воляющего определять толщины образцов с точно-
стью не хуже ±1 нм, а толщина получаемых пленок
рассчитывалась по времени осаждения.

Для создания одноосной магнитной анизотропии
в образцах подложки размещались в специальной
рамке, собранной из кобальт-самариевых магнитов
в медной оправе, создающих однородное магнитное
поле в плоскости пленок величиной H0 ∼ 200 Э. Это
поле в области расположения подложек в ∼30 раз
превышает поле магнетрона, благодаря сравнитель-
но большому расстоянию от мишени до подложек
∼150 мм. Важно отметить, что подложки во время
напыления подогревались до 200◦ С, что обеспечи-
вало не только высокую адгезию, но и минимальную
ширину линии ферромагнитного резонанса в образ-
цах.

Исследования влияния формы пленок на их ани-
зотропные свойства в первом эксперименте про-
водились на прямоугольных образцах размерами
5× 10мм2, осажденных по центру квадратных под-
ложек размерами 12 × 12мм2. В каждом цикле на-
пыления осаждались одновременно по два образца
через соответствующие окна в подложкодержателе.
При этом длинная ось одного из окон была ориенти-
рована вдоль постоянного магнитного поля, а дру-
гого — перпендикулярно ему (рис. 1 a). В результа-
те одноосная магнитная анизотропия, наведенная в

7 ЖЭТФ, вып. 5
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H0 

Подложки 

Окна для ТМП 

(a) 

(b) 

Рис. 1. Вид сверху подложкодержателя — (a) и фотогра-

фия 14 полосок ТМП, изготовленных лазерной литогра-

фией — (b)

плоскости первой пленки (L-образец), ориентирова-
на вдоль ее длинной оси, а второй (S-образец) —
вдоль короткой. Описанным способом были изготов-
лены образцы с толщинами от 20 до 250 нм.

Во втором эксперименте исследовались образцы,
осажденные на подложки размерами 24 × 30мм2,
двух серий с толщинами в каждой серии 50, 100
и 200 нм. В первой серии во время напыления
длинные оси подложек, как и в первом экспери-
менте, ориентировались вдоль магнитного поля, а
второй — перпендикулярно ему. Затем методом ла-
зерной литографии на установке µPG 101 фир-
мы «Heidelberg Instruments» (Германия) на каждой
пленке изготавливались химическим травлением 14
полосок одинаковой длины 20 мм, но с убывающей
шириной от 2.0 до 0.1 мм, параллельных короткой
стороне подложек и расположенных друг за другом
с зазорами 1 мм (рис. 1 b). Такие зазоры между по-
лосками с толщинами до 200 нм практически исклю-
чают их взаимодействие.

Анизотропные свойства пленочных образцов ис-
следовались методом ферромагнитного резонанса

(ФМР), обладающего высокой точностью особенно
в дециметровом диапазоне длин волн [28]. Изме-
рения проводились на сканирующем спектрометре
[29, 30], в котором использовались новые измери-
тельные головки [31], значительно увеличивающие
его чувствительность. Локальность измерений опре-
деляется размером отверстия в головке диаметром
0.8 мм, то есть сигнал ФМР снимается с участка
пленки площадью ∼ 0.5 мм2. Развертка планарного
магнитного поля в спектрометре осуществляется с
помощью колец Гельмгольца, а спектры записыва-
лись на обратном ходе развертки, чтобы исключить
гистерезисные явления, причем после каждого пово-
рота образца производилась его намагничивание по-
лем 300 Э. Важно отметить, что направление поля
развертки в экспериментах совпадает с направлени-
ем лабораторного поля (определяемого в основном
полем Земли), которое автоматически учитывается
при записи спектров.

По зависимостям резонансного поля HR, снятым
от угла направления постоянного магнитного поля
развертки θH , определялась эффективная намагни-
ченность насыщения Meff , а также величина Ha

и угол направления θa поля одноосной магнитной
анизотропии измеряемого участка пленки. Для это-
го использовалась формула, связывающая поле HR

при фиксированной частоте f конкретной измери-
тельной головки с магнитными характеристиками
образца [13], исключив из нее ничтожно малое в ис-
следуемых образцах поле однонаправленной анизо-
тропии:

(
2πf

γ

)2

= [HR cos(θH − θM )+Ha cos 2(θa−θM )]×

× [4πMeff +HR cos(θH − θM ) +Ha cos
2(θa − θM )],

(1)

где равновесное направление θM эффективной на-
магниченности насыщения пленки Meff определя-
ется с учетом уравнения

HR sin(θH − θM ) +
1

2
Ha sin 2(θa − θM ) = 0, (2)

полученного из условия минимума плотности сво-
бодной энергии пленки [13].

Для определения параметров магнитных пле-
нок использовалась программа «FMR-extractor»
[32], которая позволяет автоматически вычислять
магнитные характеристики образцов по измерен-
ным зависимостям HR(θH), снятым на частоте f

СВЧ-колебаний. Эксперименты по исследованию
магнитных характеристик ТМП проводились на
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измерительной головке с частотой генератора
f = 1.840 ГГц, при которой HR превышает поле
анизотропии при развертке магнитного поля вдоль
оси легкого намагничивания.

3. РЕЗУЛЬТАТЫ ЭКСПЕРИМЕНТОВ

На рис. 2 представлены типичные угловые зави-
симости HR(θH) двух пленок размерами 5 × 10мм2

и толщиной d = 100 нм, снятые с локальных участ-
ков в центре и вблизи края образцов, обозначенных
на вставках рисунка белыми точками. Как показал
эксперимент, пленки имеют различную одноосную
магнитную анизотропию, так как они осаждались
в планарном магнитном поле, направленном либо
вдоль их длинных, либо вдоль коротких осей. По-
ле анизотропии в центре L-образца HL

a = 3.8 Э
(θLa = 0◦), а в центре S-образца HS

a = 3.5 Э
(θSa = 90◦).
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Рис. 2. Угловые зависимости поля ФМР для пленок тол-

щиной 100 нм (точки — эксперимент, линии — расчет)

Наблюдаемое в каждой пленке значительное раз-
личие резонансных полей центральных и крайних
участков, при ориентации магнитного поля разверт-
ки вдоль длинных осей образцов, связано с раз-
магничивающими полями, возникающими на краях
пленок, которые, очевидно, в этих точках приводят
к увеличению резонансного поля HR. Учитывая тот
факт, что при направлении поля развертки вдоль
коротких осей пленок резонансные поля в центре и
на краю образцов почти не отличаются, из-за отсут-
ствия в этом случае полей размагничивания, в ре-
зультате анизотропия для S-образца в крайней точ-
ке увеличивается по сравнению с центральной точ-
кой, а для L-образца — уменьшается.

На рис. 3 представлены распределения неодно-
родностей полей анизотропии (a) и эффективной на-
магниченности насыщения (b), измеренные по пло-
щади этих же образцов с одинаковым шагом 0.5 мм
по координатам x и y. Видно, что у пленок такой
толщины краевые эффекты, связанные с полями
размагничивания, хорошо проявляются на рассто-
яниях более 1 мм. При этом в центре пленок поле
одноосной магнитной анизотропии, как уже отмеча-
лось, у L-образца больше, чем у S-образца.

Интересно, что распределения эффективной на-
магниченности насыщения по площади обоих об-
разцов слабо отличаются друг от друга, а в цен-
трах пленок они абсолютно совпадают и равны
Meff = 994 emu/см3. Важно отметить, что углы на-
правления одноосной магнитной анизотропии очень
слабо изменяются по площади, и лишь вблизи уг-
лов пленок они достигают своих максимальных от-
клонений от средних значений с чередованием зна-
ков этих отклонений на смежных углах образцов
θLa = 0◦ ± 0.9◦, θSa = 90◦ ± 0.8◦.

Как показали исследования, поле анизотропии,
измеренное в центре у L-образцов, всегда больше,
чем у S-образцов при любых толщинах пленок d

(табл. 1). Из таблицы не только видно, что поле од-
ноосной анизотропии HL

a > HS
a для всех толщин

пленок, но и что с увеличением d эти поля монотон-
но уменьшаются, однако их относительное различие
увеличивается. Видно также, что эффективная на-
магниченность пленок с увеличением d монотонно
растет. Заметим, что уменьшение поля одноосной
магнитной анизотропии и рост Meff с увеличением
толщины ТМП ранее было обнаружено на пленках
кобальта [13].

Очевидно, что наблюдаемое сравнительно
небольшое различие одноосной магнитной анизо-
тропии L- и S-образцов связано с анизотропией
прямоугольной формы пленок, у которой длинная
сторона l всего в два раза больше короткой сто-
роны s. Поэтому представляет большой интерес
исследовать поведение анизотропии образцов с
увеличением отношения l/s. С этой целью были
рассмотрены две серии прямоугольных образцов-
полосок, изготовленных, как уже отмечалось,
лазерной литографией по 14 штук в каждой серии
с толщинами пленок 50, 100 и 200 нм. Образцы
имели одинаковую длину l = 20 мм, но различную
ширину s, изменяемую в пределах от 2 до 0.1 мм
(см. рис. 1 b), для которых отношение l/s изменяет-
ся от 10 до 200. При этом в первой серии образцов
(L-образцы) наведенная однородным магнитным
полем во время напыления одноосная магнитная
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Рис. 3. Распределение неоднородностей одноосной магнитной анизотропии (a) и эффективной намагниченности насы-

щения (b) по площади для S- и L-образцов толщиной 100 нм

Таблица 1. Параметры одноосной магнитной анизотропии, эффективной намагниченности насыщения и относи-

тельной разности полей анизотропии в центре пленок размерами 5× 10мм2

d, нм 20 30 70 100 150 200 250

HL
a /H

S
a , 5.9/5.8 5.2/5.0 4.4/4.1 3.8/3.5 3.7/3.0 4.0/3.2 3.9/3.1

Meff , e.m.u./см3 913 935 979 994 1010 1110 1170

(HL
a −HS

a )/H
L
a ,% 1.6 3.8 6.8 7.9 19 20 21

анизотропия направлена вдоль полосок ТМП, а во
второй (S-образцы) — перпендикулярно полоскам.
Важно отметить, что магнитные характеристики
образцов определялись по угловым зависимостям
поля ФМР, снятым с локальных участков в центре
полосок. При этом в данном эксперименте образцы
были ориентированы так, что при θH = 0 внешнее
магнитное поле направлено вдоль ширин полосок.

На рис. 4 приведены зависимости HR(θH),
снятые для L- и S-образцов с толщиной пленок
h = 100 нм, имеющих максимальную 2 мм и ми-
нимальную 0.1 мм ширину полосок, а также для
S-образца при ширине полоски с минимальной
одноосной магнитной анизотропией HS

a = 0.2 Э.
Видно, что для L-образцов сужение полосок при-

водит к резкому увеличению одноосной магнитной
анизотропии. Для S-образцов при сужении полосок
анизотропия сначала падает почти до нуля при
s = 0.3 мм, а затем увеличивается одновременно
с поворотом оси легкого намагничивания на 90◦.
Отметим, что в образце при s = 0.3 мм отчетливо
проявляется эффективная кубическая анизотропия
(анизотропия 4-порядка) H4 = 0.3 Э, немного
превышающая одноосную.

В табл. 2 для всех образцов L- и S-серий с толщи-
ной магнитной пленки 100 нм представлены резуль-
таты измерений полей анизотропии и эффектив-
ной намагниченности насыщения на их централь-
ных участках. Видно, что с уменьшением ширины
полосок L-образцов полеHL

a растет сначала медлен-

704



ЖЭТФ, том 165, вып. 5, 2024 Особенности анизотропии узких полосок. . .

S-образцы 

L-образцы s = 2.0 mm 

s = 0.1 mm 

s = 0.3 mm 

qH 

θ
H
, degr

0 60 120 180 240 300 360
15

25

35

45

55

H
R
, 

O
e

Рис. 4. Угловые зависимости поля ФМР для L- и S-

образцов из пленок толщиной 100 нм с различной шири-

ной полосок s (точки — эксперимент, линии — расчет). На

вставке показана ориентация поля развертки

но, а начиная с s < 0.75 мм, рост ускоряется, и при
s = 0.1 мм HL

a превышает поле анизотропии при
s = 2 мм более, чем в 4 раза. Для S-образцов, на-
против, HS

a сначала уменьшается до минимального
значения при s = 0.3 мм, а затем быстро увеличи-
вается с одновременным поворотом оси легкого на-
магничивания на 90◦. При этом HS

a при s = 0.1 мм
превышает поле анизотропии при s = 2 мм более,
чем в 2.5 раза. Эффективная намагниченность для
каждой пары пленок из обеих серий практически
одинакова, и она монотонно уменьшается всего на
∼ 4 % с уменьшением ширины полосковых провод-
ников.
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Рис. 5. Зависимости параметров одноосной магнитной

анизотропии от ширины полосок s для L- и S-образцов

с различной толщиной пленок d

Закономерности поведения полей анизотропии
от ширины полосок для образцов с пленками раз-
личных толщин хорошо просматриваются на рис. 5.
Как и следовало ожидать, анизотропия с уменьше-
нием ширины полосок L-образцов почти не изменя-
ет свое направление при любой толщине пленок, од-
нако ее величина при этом растет, причем чем толще
пленка, тем сильнее.

Анизотропия S-образцов при уменьшении шири-
ны полосок изменяет свое направление при опреде-
ленной ширине, одновременно монотонно поворачи-
ваясь на 90◦. При этом величина анизотропии S-
образцов сначала уменьшается почти до нуля, а за-
тем вновь растет. Важно отметить, что минимум HS

a

для образца толщиной 50 нм наблюдается при ши-
рине полоски 0.15 мм, для образца толщиной 100 нм,
как уже называлось, при ширине полоски 0.30 мм и,
наконец, для образца толщиной 200 нм при ширине
полоски 0.50 мм.

4. ОБСУЖДЕНИЕ РЕЗУЛЬТАТОВ
ИССЛЕДОВАНИЯ

Очевидно, что результаты всех проведенных экс-
периментов можно объяснить размагничивающими
полями, существующими на краях пленок. Поэто-
му рассчитаем эти поля и связанную с ними ани-
зотропию формы реального тонкопленочного образ-
ца, аппроксимируя его форму для простоты эллип-
соидом. Из магнитостатики хорошо известно, что
размагничивающее поле намагниченного эллипсои-
да однородно во всем его объеме, и при совпадении
осей эллипсоида с осями координат, это поле описы-
вается диагональным тензором размагничивающих
коэффициентов с компонентами Nx, Ny, и Nz. В об-
щем случае величины этих компонент могут быть
рассчитаны только численно. Рассмотрим эллипсо-
ид с осями 2a, 2b, и 2c, лежащими вдоль коорди-
натных осей x, y, и z соответственно. Для расче-
та размагничивающих коэффициентов удобно вос-
пользоваться выражением, полученным Ландау и
Лифшицем [33]:

Nx =
1

2

b

a

c

a

∞∫

0

dt

(t+ 1)R(t)
, (3)

где

R(t) =

√
(t+ 1)

(
t+

b2

a2

)(
t+

c2

a2

)
. (4)
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Таблица 2. Величины одноосной магнитной анизотропии, эффективной намагниченности насыщения и относи-

тельной разности полей анизотропии, измеренные в центре полосок толщиной 100 нм от их ширины

s,мм 2.0 1.5 1.25 1.0 0.75 0.5 0.45 0.4 0.35 0.3 0.25 0.2 0.15 0.1

HL
a /H

S
a ,Э

4.1

3.5

4.1

3.3

4.3

3.2

4.3

3.2

4.4

3.1

5.4

2.1

5.7

1.9

6.1

1.4

6.7

0.9

7.4

0.2

8.3

0.9

9.8

2.3

12.1

4.8

17.2

9.2
Meff , e.m.u./см3 990 989 988 980 966 959 958 955 953 952 951 951 952 959

(HL
a −HS

a )/H
L
a ,% 15 20 26 26 30 61 67 77 87 97 89 77 60 47

Формулы для размагничивающих факторов вдоль
двух других направлений Ny и Nz имеют аналогич-
ный вид, но с заменой в формуле (3) члена (t + 1)

на [t + (b/a)2] для определения Ny и на [t + (c/a)2]

для определения Nz.
Магнитную анизотропию формы эллипсоидаль-

ного образца с намагниченностью насыщения Meff

в плоскости xy можно рассчитать по формуле

Hd = 4πMeff (Nx −Ny), (5)

где знак будет показывать направление оси легко-
го намагничивания этой анизотропии, либо вдоль
оси x, либо вдоль оси y.

Результаты проверки применимости приведен-
ных формул для расчета параметров исследуемых
полосок представлены на рис. 6 для магнитных пле-
нок толщиной 100 нм. Линиями показаны зависимо-
сти параметров одноосной анизотропии от ширины
полосок, построенные по формулам (3)–(5). В расче-
тах эффективная намагниченность насыщения для
каждой полоски была взята из табл. 2, а величи-
на наведенной магнитной анизотропии была изме-
рена после напыления пленок на подложки разме-
рами 24 × 30мм2 вдоль их длинных осей в точках,
где впоследствии будут располагаться центры поло-
сок. Результаты измерений параметров анизотропии
в этих точках представлены треугольными марке-
рами на рис. 6. Заметим, что величины наведенной
одноосной анизотропии у обоих образцов совпадают
HL

a = 3.7 Э и HS
a = 3.7 Э, так как отношение разме-

ров длинной к короткой оси пленки не превышает
1.2. При этом углы направления осей анизотропии
для L-образца близки к 90◦, а для S-образца к 0◦.
Важно также отметить, что отступы от краев под-
ложки крайних полосок более 3.5 мм (см. рис 1b),
поэтому краевые эффекты на измерениях парамет-
ров анизотропии не проявляются.

Необходимо отметить, что для S-образца расчет
показывает изменение направления анизотропии в
точке компенсации скачком от 0 до 90◦, а в экспери-
ментах (см. рис. 5 и 6) этот угол изменяется плав-
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Рис. 6. Зависимости параметров одноосной магнитной

анизотропии от ширины полосок s для L- и S-образцов

(точки — эксперимент, линии — расчет). Треугольные мар-

керы показывают параметры анизотропии сплошной плен-

ки (до изготовления полосок), измеренные в тех же точках,

где впоследствии будут находиться центры полосок

но, начиная поворачиваться еще до точки компен-
сации. Очевидно, это связано с тем, что в расчете
направление оси легкого намагничивания наведен-
ной магнитной анизотропии совпадает с осью плен-
ки (θa = 0◦), а в реальных образцах в измеряемых
точках θa немного больше 0◦ (см. рис. 5 и 6).

Наблюдаемое на рис. 6 качественное согласие ре-
зультатов расчета и результатов эксперимента дока-
зывают правомерность использования формул (3)–
(5) для описания анизотропии формы исследуемых
образцов, в которых, как уже отмечалось, отноше-
ние длинных к коротким осям изменяется от 10 до
200. Небольшое различие точки компенсации наве-
денной магнитной анизотропии при напылении пле-
нок анизотропией формы для S-образца в экспери-
менте 0.3 мм, а в теории ∼0.4 мм обусловлено, оче-
видно, простотой расчетной модели. Отметим, что
расчеты, проведенные для образцов с толщиной пле-
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Рис. 7. Спектры ФМР полосок толщиной 100 нм и шириной 0.1 мм, снятые для нескольких углов направления магнитного

поля развертки θH вблизи трудной оси намагничивания, для L-образца — (a) и для S-образца — (b)

нок 50 и 200 нм, показали такое же качественное со-
гласие теории и эксперимента. Однако в них рассчи-
танная точка компенсации для образца с d = 50 нм
равна ∼0.2 мм (измеренная 0.15 мм), а для образца
с d = 200 нм равна ∼0.7 мм (измеренная 0.5 мм).
Эти факты говорят о том, что расчет по формулам
(3–5), полученным для эллипсоидальной формы об-
разца, завышает поле размагничивания реального
образца, причем, чем толще пленка, тем больше это
завышение.

Природа наблюдаемых небольших «провалов»
резонансного поля на угловых зависимостях узких
полосок вблизи осей трудного намагничивания (см.
рис. 4) связана с возбуждением некоторого допол-
нительного резонанса, который и понижает HR(θH).
Положение и амплитуда этого резонанса сильно за-
висит от угла направления магнитного поля раз-
вертки, что хорошо видно на рис. 7. Здесь пред-
ставлены спектры ФМР, снятые для L- и S-образцов
(d = 100 нм, s = 0.1 мм) при нескольких углах θH .
Возможно, дополнительный резонанс связан с воз-
буждением магнитостатических колебаний, которые
могут образовывать стоячие волны, за счет отра-
жений волн от противоположных стенок, но только

в узких полосках из-за сравнительно большой ве-
личины затухания в исследуемых пленках. Напри-
мер, для пленки толщиной 100 нм усредненная по
углу θH ширина линий ФМР, измеренная на часто-
те 1.840 ГГц, равна 7.06 Э, что соответствует па-
раметру затухания α = 0.0093. Выдвинутое пред-
положение подтверждают эксперименты на матрице
из пермаллоевых полосок микронной длины и суб-
микронной ширины [20, 24], в которых наблюдается
множество резонансов магнитостатических волн.

5. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

Экспериментально показано, что анизотропия
формы тонких магнитных пленок проявляется даже
на прямоугольных образцах размерами 5 × 10мм2

при толщине ТМП всего 20 нм. Как и следова-
ло ожидать, с увеличением толщины пленки эф-
фект растет. Из этих экспериментов возник интерес
исследовать влияние анизотропии образцов прямо-
угольной формы различной толщины при измене-
нии соотношения их осей в широких пределах.

В результате была исследована анизотропия об-
разцов из пермаллоевых пленок толщиной 50, 100

707



Б. А. Беляев, Н. М. Боев, Г. В. Скоморохов и др. ЖЭТФ, том 165, вып. 5, 2024

и 200 нм, изготовленных магнетронным распылени-
ем мишени состава Fe20Ni80. Напыление пленок про-
водилось на подложки из кварцевого стекла разме-
ром 24× 30мм2, а затем методом лазерной литогра-
фии изготавливались 14 полосок одинаковой длины
20 мм, но с убывающей шириной от 2 до 0.1 мм,
параллельных короткой стороне подложек и распо-
ложенных друг за другом с зазорами 1 мм (рис. 1 b).
Исследовались две серии образцов. В первой серии
одноосная магнитная анизотропия, наведенная при-
сутствием во время напыления постоянного маг-
нитного поля в плоскости пленок, ориентирована
вдоль длинных осей полосок (L-образцы), а во вто-
рой серии ортогонально им (S-образцы). Анизотроп-
ные свойства образцов определялись на локальных
участках в центрах полосок по угловым зависимо-
стям полей ферромагнитного резонанса HR(θH), из-
меряемых на сканирующем спектрометре.

С уменьшением ширины полосок s от 2 до 0.1 мм
в первой серии образцов обнаружено монотонное
увеличение анизотропии в несколько раз, так как
при этом нарастающая анизотропия формы сумми-
руется с наведенной магнитной анизотропией, бла-
годаря совпадению их осей легкого намагничивания.
Поэтому направление суммарной анизотропии в об-
разцах первой серии почти не изменяется. У образ-
цов второй серии наведенная магнитная анизотро-
пия ортогональна анизотропии формы образцов, и
она в образцах с s = 2 мм превышает анизотропию
формы. Поэтому с уменьшением s суммарная ани-
зотропия, сначала уменьшается почти до нуля при
определенной ширине полоски, а затем быстро рас-
тет, одновременно поворачиваясь на ∼ 90◦.

Для определения параметров одноосной анизо-
тропии пленочных полосок использовался феноме-
нологический расчет, в котором рассматривалась
модель однородно намагниченного эллипсоида. Ре-
зультаты расчета качественно согласуются с экспе-
риментом для всех L- и S-образцов. Небольшое раз-
личие расчета и эксперимента в ширине полосок,
при которых наблюдается взаимная компенсация
наведенной магнитной анизотропии и анизотропии
формы S-образцов, обусловлено простотой исполь-
зуемой в расчете модели. Показано, что феномено-
логический расчет для эллипсоидальной формы об-
разца, завышает поле размагничивания, по сравне-
нию с реальным образцом, и при увеличении тол-
щины пленок это завышение растет.

Финансирование. Работа выполнена в рамках
научной тематики Госзадания Института физики
им. Л. В. Киренского ФИЦ КНЦ СО РАН.
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Квазидвумерный органический металл κ-(BEDT-TTF)2Hg(SCN)
2
Cl при охлаждении ниже T = 30К

переходит в состояние моттовского изолятора. Внешнее гидростатическое давление P > 0.7 кбар восста-

навливает металлическое состояние и дает возможность исследовать поведение сопротивления, магни-

тосопротивления и осцилляций Шубникова – де Гааза при гелиевых температурах в интервале внешних

давлений P = 1–8 кбар. Спектр наблюдаемых осцилляций Шубникова – де Гааза хорошо согласуется с

теоретическими расчетами зонной структуры. В то же время характеристики осцилляций (циклотронная

масса, частота, амплитуда) испытывают существенное влияние электронных корреляций. Сильнокорре-

лированным системам свойственна также специфическая температурная зависимость сопротивления.

При этом давление является основным инструментом, управляющим силой корреляций. Обсуждаются

различные версии влияния давления на поведение неосциллирующей части магнитосопротивления.

DOI: 10.31857/S0044451024050109

1. ВВЕДЕНИЕ

Органический низкоразмерный металл κ-
(BEDT-TTF)2Hg(SCN)2Cl (где BEDT-TTF — это
бис(этилендитио)-тетратиафульвален) принадле-
жит к хорошо известному классу квазидвумерных
проводников, представляющих собой монокристал-
лические образцы катион-радикальных солей, в

* E-mail: pesot@icp.ac.ru

которых плоские органические молекулы BEDT-
TTF образуют катионные слои, чередующиеся с
неорганическими анионными слоями. При образова-
нии соли на анион уходит электрон с каждой второй
молекулы BEDT-TTF. Оставшиеся электроны мо-
гут переходить между молекулами BEDT-TTF,
осуществляя металлическую проводимость внут-
ри слоев, которая на несколько порядков выше
проводимости между слоями [1, 2]. Данный мате-
риал в последнее время вызывает повышенный
интерес исследователей, обусловленный прежде
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всего экзотическими квантовыми состояниями
электронной системы при низких температурах.
В частности, в κ-(BEDT-TTF)2Hg(SCN)2Cl об-
наружены свидетельства реализации состояния
дипольной и спиновой жидкости [3–6]. Основной
причиной возникновения таких состояний являются
особенности кристаллической и электронной струк-
тур проводящего слоя. В органических металлах с
общей химической формулой (BEDT-TTF)2X зона
проводимости заполнена на три четверти. Однако в
металлах с упаковкой молекул BEDT-TTF κ-типа
эти молекулы образуют димеры, и зона проводи-
мости расщепляется на полностью заполненную
и заполненную наполовину, т. е. металлический
перенос идет уже в основном по димерам [7]. При-
нимая во внимание, что в органических металлах
зона проводимости достаточно узкая, порядка
1000К [8], в димеризованных металлах возникает
неустойчивость к переходу в состояние моттовского
диэлектрика при понижении температуры. Такой
переход определяется соотношением U/W > 1, где
U — энергия кулоновского отталкивания на одном
димере, W — кинетическая энергия электрона в
зоне проводимости, в которую входят фермиевская
энергия и температура. В классическом случае
ниже температуры перехода электроны должны
локализоваться на димерах, образуя упорядочен-
ную антиферромагнитную систему. В изучаемом
соединении κ-(BEDT-TTF)2Hg(SCN)2Cl обнару-
жен переход металл–диэлектрик при температуре
T ≈ 30К [6]. Однако в проводящем слое димеры
формируют треугольную фрустрированную решет-
ку, что разрушает дальний спиновый порядок и
ведет к образованию спиновой жидкости и других
квантовых состояний при низких температурах, на
исследование которых были направлены основные
усилия. В то же время металлическое состоя-
ние, возникающее при приложении сравнительно
небольшого внешнего гидростатического давления,
до сих пор не привлекало достаточного внимания.

Согласно фазовой T –P -диаграмме [6], при дав-
лении P > 0.7 кбар металлическое состояние κ-
(BEDT-TTF)2Hg(SCN)2Cl восстанавливается. Ана-
лиз квантовых осцилляций Шубникова – де Гааза
(ШдГ), наблюдаемых при давлении P = 0.7 кбар
(рис. 1) [9], показал в фурье-спектре наличие фун-
даментальных частот Fα и Fβ и комбинационной
частоты Fβ − Fα, что согласуется с теоретически-
ми расчетами зонной структуры и поверхности Фер-
ми при комнатной температуре [9,10]. Предлагаемая
работа посвящена исследованию свойств металли-
ческой фазы κ-(BEDT-TTF)2Hg(SCN)2Cl при раз-

Рис. 1. Фурье-спектр осцилляций ШдГ в κ-(BEDT-

TTF)
2
Hg(SCN)

2
Cl при P = 0.7 кбар, T = 0.5К. На встав-

ке: схематическое изображение поверхности Ферми в про-

водящей плоскости [9]

личных внешних гидростатических давлениях вы-
ше 0.7 кбар, обеспечивающих устойчивое состояние
такой фазы, и анализу корреляционных эффектов
электронной системы.

2. ЭКСПЕРИМЕНТАЛЬНЫЕ РЕЗУЛЬТАТЫ

Сопротивление и магнитосопротивление измеря-
лись стандартным четырехконтактным методом с
использованием синхронного детектора на монокри-
сталлических образцах с характерными размера-
ми 0.5 × 0.3 × 0.03мм3. Измерительный ток часто-
той 20Гц, величина которого не превышала 10мкА,
был направлен перпендикулярно проводящим слоям
кристалла. Образец монтировался в камеру высо-
кого давления, заполненную кремнийорганической
жидкостью, что обеспечивало работу в условиях
квазигидростатики до давлений P = 8 кбар при
низких температурах. Измерения проводились во
вставке с откачкой 3He, позволявшей работать в
диапазоне температур от комнатной до 0.5К. Маг-
нитное поле B величиной до 16.5Тл создавалось
сверхпроводящим соленоидом и было направлено по
нормали к проводящим слоям вдоль направления
тока.

На рис. 2 представлены температурные зави-
симости межслоевого сопротивления в κ-(BEDT-
TTF)2Hg(SCN)2Cl в зависимости от внешнего дав-
ления. В отсутствие давления при комнатной тем-
пературе сопротивление составляет R ≈ 130Ом.
Приложение давления уменьшает сопротивление до
R ≈ 30Ом при P = 8 кбар. Понижение температуры
приводит к монотонному уменьшению сопротивле-
ния приблизительно на полтора порядка при гелие-
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Рис. 2. Температурные зависимости межслоевого сопро-

тивления при различных давлениях. На вставке: зависи-

мость сопротивления при T = 2К от давления
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Рис. 3. Зависимости сопротивления от квадрата темпера-

туры при различных давлениях. На вставке: зависимость

коэффициента A в формуле (1) от давления

вых температурах. В интервале температур 2–15К
при всех давлениях сопротивление неплохо описы-
вается соотношением (рис. 3)

R(T ) = R0 +AT 2. (1)

Поведение магнитосопротивления в зависимости
от давления представлено на рис. 4.

При минимальном давлении P = 1 кбар кри-
вая полевой зависимости сопротивления имеет
положительную кривизну и хорошо описывается
соотношением

R(B) = R(0) + bBn,

где n ≈ 2, во всем интервале полей. Увеличение
давления приводит к тому, что в больших полях n

уменьшается, и при давлении P ≈ 5 кбар степен-
ная зависимость вырождается в почти линейную.
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Рис. 5. Зависимости частот α- и β-осцилляций ШдГ от

давления

При еще больших давлениях зависимость приобре-
тает отрицательную кривизну в полях B > 5Тл.
При всех давлениях в полях B > 9Тл наблюдаются
квантовые осцилляции ШдГ, пример фурье-спектра
которых представлен на рис. 1. Зависимости частот
Fα и Fβ и соответствующих амплитуд α- и β- осцил-
ляций ШдГ от приложенного давления показаны на
рис. 5 и 6. Обе частоты монотонно растут при уве-
личении давления до 8 кбар примерно на 3–4%. На-
против, зависимости амплитуд от давления немоно-
тонны и демонстрируют почти нулевую амплитуду:
для β-частоты при P = 1 кбар и для α-частоты при
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Рис. 6. Зависимость амплитуд α- и β-осцилляций ШдГ от

давления при T = 0.5K

P = 4 кбар. На рис. 7 показаны зависимости цикло-
тронных масс α- и β-осцилляций от давления. Ве-
личины масс определялись из температурных зави-
симостей амплитуды соответствующих осцилляций.
Обе массы приблизительно линейно зависят от об-
ратного давления (вставка на рис. 7) и уменьшаются
на 7–8% при увеличении давления до 8 кбар.

3. ОБСУЖДЕНИЕ РЕЗУЛЬТАТОВ

Температурная зависимость межслоевого со-
противления в органическом металле κ-(BEDT-
TTF)2Hg(SCN)2Cl демонстрирует металлическое
поведение при атмосферном давлении. При темпе-
ратуре T ≈ 30К наблюдается переход металл–изо-
лятор, интерпретируемый как переход мотовского
типа [6]. Давление P > 0.7 кбар подавляет переход,
восстанавливает металлическое состояние, что
позволяет наблюдать особенности температурных
зависимостей сопротивления при различных давле-
ниях вплоть до гелиевых температур (см. рис. 2). К
таким особенностям следует отнести квадратичную
зависимость сопротивления от температуры (1),
характерную для электрон-электронного рассеяния
(см. рис. 3). Вклад такого рассеяния обычно в
нормальных металлах невелик, однако в низкораз-
мерных органических металлах, в которых U ∼ W ,
подобное явление встречается достаточно часто [11]
и является одним из признаков сильных электрон-
ных корреляций. Приложение внешнего давления
ослабляет корреляции, уменьшая коэффициент
A, в основном за счет увеличения кинетической
энергии W , вызванной гидростатическим сжатием
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Рис. 7. Зависимости циклотронных масс α- и β-осцилля-

ций ШдГ от давления. На вставке: зависимости обратных

циклотронных масс α- и β-осцилляций ШдГ от давления

кристаллической решетки. Увеличение давления до
8 кбар уменьшает A почти на порядок (см. вставку
на рис. 3).

3.1. Магнитосопротивление

(неосциллирующая часть)

Металлическое состояние электронной системы
соединения κ-(BEDT-TTF)2Hg(SCN)2Cl обеспечи-
вает наблюдение магнитосопртивления, характерно-
го для сильноанизотропных квазидвумерных метал-
лов. Изначально можно было ожидать корневую по-
левую зависимость продольного магнитосопротив-
ления в больших полях, ∆R/R(0) ∝ B1/2 [12], свой-
ственной большинству органических слоистых ме-
таллов. Однако при малых давлениях наблюдается
степенная зависимость с показателем степени n ≈ 2

даже в максимально доступных полях. Два сцена-
рия представляются разумными для объяснения та-
кого поведения.

Первый сценарий. Принимая во внимание со-
четание большой величины продольного магнитосо-
противления, ∆R(16Тл)/R(0) ∼ 3–5 (см. рис. 4), и
«металлического» характера температурной зависи-
мости сопротивления R(T ), можно предположить,
что межслоевой зарядовый перенос в κ-(BEDT-
TTF)2Hg(SCN)2Cl осуществляется в некогерентном
режиме через резонансные примеси [13,14]. (Следу-
ет заметить, что важную дополнительную информа-
цию о режиме межслоевого транспорта можно по-
лучить из угловых зависимостей магнитосопротив-
ления [8], однако такие исследования представляют
собой отдельную весьма сложную задачу.) В этом
случае движение электронов поперек слоев также
включает их движение вдоль проводящих слоев [14].

713



С. И. Песоцкий, Р. Б. Любовский, В. Н. Зверев и др. ЖЭТФ, том 165, вып. 5, 2024

Проводимость вдоль слоев квадратично зависит от
перпендикулярного слоям магнитного поля, что да-
ет квадратичное продольное магнитосопротивление
по крайней мере в полях, для которых ωτc < 1,
где ω — циклотронная частота, τc — время жиз-
ни электрона между столкновениями. Приложение
внешнего давления уменьшает эффективную массу
электронов (рис. 7) и сопротивление (см. вставку на
рис. 2), также, вероятно, увеличивая τc. Это приво-
дит к увеличению ωτc и, следовательно, сдвигает ин-
тервал квадратичного магнитосопротивления в сто-
рону меньших полей, что и наблюдается на рис. 4.

Второй сценарий. В этом сценарии при тунне-
лировании электронов между соседними слоями j и
j + 1 при малой скорости растекания заряда вдоль
слоя возникает аналог экситона: на слое j будет дыр-
ка, а на слое j + 1 — избыточный электрон. Между
ними будет кулоновское притяжение с энергией Ec.
Магнитное поле локализует электроны в слое и за-
медляет их растекание, что усиливает их кулонов-
ское взаимодействие Ec ∼ e2/r. Радиус локализации
r порядка ларморовского радиуса rL и обратно про-
порционален магнитному полю B. Это приводит к
сильному магнитосопротивлению [15]. Однако в ме-
таллах с высокой проводимостью скорость растека-
ния заряда настолько велика, что за время τ ≪ h/Ec

(h — постоянная Планка) такой экситон распадет-
ся, и этот эффект «кулоновского полярона» будет
несущественен. Чем ближе к моттовскому переходу,
тем ниже проводимость в слое, а значит, тем боль-
ше время τ существования такого экситона и его
влияние на межслоевую проводимость по аналогии
с эффектом, изучаемым в работе [16]. Таким обра-
зом, в металлической фазе (при высоком давлении)
этот источник продольного магнитосопротивления
∆R(B)/R(0) не играет роли, но при низком давле-
нии, когда скорость диссоциации экситона недоста-
точно высока, он может давать заметный вклад.

3.2. Осцилляции Шубникова – де Гааза

В полях B > 9Тл при всех давлениях наблю-
дались осцилляции ШдГ. Спектр осцилляций при
давлении P = 1 кбар содержит две фундаменталь-
ные частоты, Fα ≈ 600Тл и Fβ ≈ 4630Тл (пример
спектра при P = 0.7 кбар представлен на рис. 1).
Он хорошо согласуется с теоретическими расчета-
ми зонной структуры и поверхности Ферми для сло-
истых органических металлов с упаковкой катион-
ного слоя κ-типа [11]. Исходная дырочная β-орби-
та, охватывающая 100% первой зоны Бриллюэна
(ПЗБ) (два электрона на элементарную ячейку), ис-
пытывает отражение при пересечении границы зо-

ны, формируя при этом вторую дырочную α-орбиту,
площадью 13% ПЗБ (см. вставку на рис. 1). В точ-
ках пересечения границ зоны 1, 2, 3, 4 между эти-
ми орбитами возникает щель, которая, вообще гово-
ря, должна стремиться к нулю вследствие наличия
центра инверсии в исследуемых кристаллах [17]. Од-
нако факт сосуществования обеих частот осцилля-
ций ШдГ при всех давлениях указывает на ненуле-
вую величину такой щели. Наиболее вероятной при-
чиной этого является спин-орбитальное взаимодей-
ствие [17]. Таким образом, в магнитном поле возни-
кают магнитопробойная β-орбита с четырьмя маг-
нитонробойными переходами и замкнутая α-орбита
с двумя отражениями в области перехода.

На рис. 7 представлены зависимости циклотрон-
ных масс m∗

α и m∗
β , соответствующих α- и β-осцил-

ляциям, от давления. Давление уменьшает массы,
сохраняя их соотношениеm∗

β/m
∗
α ≈ 2 в соответствии

с теоретическими расчетами [18]. Общее выражение
для обеих циклотронных масс неплохо описывается
соотношением

m∗ ∝ (P − P0)
−1, (2)

где P0 ≈ −20 кбар для обоих типов осцилляций
(вставка на рис. 7). Этот результат можно сравнить
с аналогичным теоретическим соотношением для
эффективной массы в сильнокоррелированных ме-
таллах вблизи перехода металл–изолятор, учитыва-
ющим перенормировку зонной массы за счет элек-
тронных корреляций [19, 20]:

m∗ ∝ (1− u/u0)
−1. (3)

Здесь u = U/t — сила электронных корреляций,
где U — кулоновское отталкивание электронов на
одном димере, t — интеграл электронного перено-
са между ближайшими димерами, u0 — критиче-
ская корреляционная сила, при достижении кото-
рой происходит переход металл–изолятор. Соотно-
шения (2) и (3) выглядят эквивалентными при усло-
вии линейной зависимости корреляционной силы
u от давления и слабой зависимости от давления
вклада электрон-фононного взаимодействия в цик-
лотронною массу. Свидетельства линейной зависи-
мости u(P ) были представлены в работе [20]. Они
были получены при исследовании органического ме-
талла κ-(BEDT-TTF)2Cu[N(CN)2]Cl. Однако следу-
ет иметь в виду, что диапазон давлений в этой ра-
боте не превышал 2 кбар. Зависимость от давления
перенормировки циклотронной массы за счет элек-
трон-фононного взаимодействия оценивалась в ра-
боте [21] при изучении органического металла κ-
(BEDT-TTF)2Cu(NCN)2. Приведены аргументы в
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пользу малого влияния давления на вклад этого вза-
имодействия по сравнению с электрон-электронным
вкладом. Таким образом, есть основания полагать,
что уменьшение циклотронной массы в κ-(BEDT-
TTF)2Hg(SCN)2Cl с повышением внешнего давле-
ния идет главным образом за счет ослабления элек-
тронных корреляций.

На рис. 5 изображены зависимости частот α- и
β-осцилляций от давления. Частоты растут моно-
тонно на 3–4% в результате уменьшения элементар-
ной кристаллической ячейки и, как следствие, уве-
личения площади ПЗБ. Однако заметны незначи-
тельные качественные и количественные различия
в поведении Fβ(P ) и Fα(P ). Они также могут быть
связаны с корреляционными эффектами. В рабо-
те [21] отмечается, что электрон-фононное взаимо-
действие не влияет на форму орбиты и размер пло-
щади, охватываемой ею. В то же время электрон-
электронное взаимодействие меняет форму, сохра-
няя размер. Для β-орбиты изменение формы не ска-
зывается на размере площади — она при всех давле-
ниях равна 100% площади ПЗБ и растет в соответ-
ствии с изменением размеров элементарной ячейки.
Напротив, α-орбита, являющаяся частью β-орбиты
(см. вставку на рис. 1), будет слабо менять размер
площади при изменении формы β-орбиты и, соот-
ветственно, частоту Fα(P ) по мере ослабления кор-
реляций с ростом внешнего давления. Зависимость
амплитуды осцилляций ШдГ от внешнего давления
для α- и β-орбит изображена на рис. 6. В интерва-
ле давлений P = 1–8 кбар обе амплитуды испыты-
вают радикальные изменения вплоть до обращения
практически в нуль. Выражение для амплитуды ос-
цилляций магнитосопротивления в двумерной элек-
тронной системе имеет вид [22]

A ∝ RTRDRMBRS . (4)

В частности, для β-орбиты можно воспользоваться
следующими соотношениями:

RT ≈ 2Cµ∗T

B
exp

(
−Cµ

∗T

B

)

при условии

Cµ∗T [К]/B [Тл] > 2,

где C = 14.69 [Тл/К], µ∗ = m∗/m0 — приведенная
циклотронная масса, m0 — масса свободного элек-
трона;

RD = exp

(
−Cµ

∗TD
B

)
,

где TD — температура Дингла;

RMB = exp

(
−2

B0

B

)

с учетом четырехкратного прохождения магнито-
пробойной щели, где B0 — магнитопробойное поле;

RS = cos

(
π
g∗µ∗

b

2

)
,

где g∗ — g-фактор, перенормированный электрон-
электронным взаимодействием, µ∗

b — циклотронная
масса без электрон-фононного вклада. Таким обра-
зом, выражение (4) может быть для β-орбиты све-
дено к выражению

A ∝ RS

B
exp

(
−B

∗

B

)
, (5)

где эффективное поле

B∗ = Cµ∗(T + TD) + 2B0.

Из этого выражения видно, что давление может
значительным образом повлиять на амплитуду
β-осцилляций, существенно изменяя температуру
Дингла и/или величину магнитопробойного поля.
На рис. 8 представлена зависимость эффективного
поля B∗ от давления при T = 0.5К. Хорошо видно,
что во всем интервале давлений эффективное
поле меняется несущественно. Поэтому, скорее
всего, можно исключить эффект заметного воздей-
ствия давления на амплитуду осцилляций через
изменения величины магнитопробойной щели,
пропорциональной B

1/2
0 , или температуры Дингла.

Таким образом, можно считать, что в соотноше-
нии (4) первые три сомножителя не участвуют в
наблюдаемых значительных изменениях амплитуды
осцилляций. Остается четвертый сомножитель RS ,
так называемый спиновый понижающий множи-
тель, связанный с зеемановским расщеплением

2 3 4 5 6 7 8

60

90

120

150

B
  (

 )
*  

T 

P (kbar)
Рис. 8. Зависимость эффективного поля от давления при

T = 0.5К
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уровней Ландау. Его величина напрямую зависит
от циклотронной массы, и он периодически обра-
щается в нуль, образуя так называемые «спиновые
нули» при условии

g∗µ∗
b = 2n+ 1,

где n — целое число [22]. По всей вероятности, имен-
но этот механизм ответственен за значительные из-
менения амплитуд α- и β-осцилляций, возникающие
в результате ослабления электронных корреляций.

Таким образом, можно считать установленным
существенное влияние сильных электронных корре-
ляций на характеристики квантовых осцилляций,
присущих ферми-жидкости, такие как частота ос-
цилляций, амплитуда, циклотронная масса. Под-
держкой этому утверждению может служить ана-
лиз теоретического соотношения, полученного для
сильнокоррелированных систем [23],

A

γ2
∝ a, (6)

где A — коэффициент при T 2 в формуле (1), γ — ко-
эффициент при линейной части температурной за-
висимости теплоемкости, a — параметр элементар-
ной кристаллической ячейки. В очень грубом при-
ближении

γ ∝ 1

EF
∝ m∗

F
,

где EF — энергия Ферми, а F — частота осцилля-
ций. Параметр a обратно пропорционален корню из
частоты осцилляций:

a ∝ 1

F 1/2
.

Теперь выражение (6) принимает вид

A ∝ m∗2

F 5/2
.

На рис. 9 представлена зависимость коэффициен-
та A(P ) от Y (P ) = m∗2(P )/F 5/2(P ) для β-осцил-
ляций при различных давлениях, которая удовле-
творительно согласуется с теоретической зависи-
мостью (6) и служит подтверждением существен-
ной роли корреляционных эффектов в металличе-
ских свойствах органического металла κ-(BEDT-
TTF)2Hg(SCN)2Cl при подавленном моттовском пе-
реходе.

4. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

Органический квазидвумерный металл
κ-(BEDT-TTF)2Hg(SCN)2Cl при охлаждении и
нормальном давлении испытывает переход ме-
талл–изолятор моттовского типа при температуре

0.7 0.8 0.9 1.0

4

8

12

A 
( P

)

Y (P)

Рис. 9. Зависимость коэффициента A(P ) от

Y (P ) = m∗2(P )/F 5/2(P ) для β-осцилляций при

различных давлениях. A и Y в произвольных единицах

T ≈ 30К. Приложение внешнего давления
P > 0.7 кбар подавляет переход металл–изолятор,
восстанавливая металлическое состояние, которое
соответствует теоретическим расчетам электронной
структуры при комнатной температуре. Это под-
тверждается наблюдением квантовых осцилляций
магнитосопротивления. Анализ неосциллирующей
части магнитосопротивления показал, что меж-
слоевой зарядовый перенос идет, скорее всего, в
некогерентном режиме и при малых давлениях
может дополнительно ограничиваться влияни-
ем поляронов, возникающим в магнитном поле.
Эффективная циклотронная масса уменьшает-
ся с ростом давления за счет главным образом
ослабления силы корреляций взаимодействующих
электронов. Такое уменьшение отражается на
зависимости от давления амплитуды осцилляций,
которая демонстрирует резкие минимумы — так
называемые спиновые нули. Зависимость частоты
осцилляций также предполагает участие в ней
корреляционных эффектов, ослабевающих с ростом
давления. Таким образом, электрон-электронные
взаимодействия прямо или косвенно оказывают
заметное влияние на основные характеристи-
ки осцилляций ШдГ в сильнокоррелированной
электронной системе κ-(BEDT-TTF)2Hg(SCN)2Cl.

Финансирование. Работа выполнена в рам-
ках госзадания FFSG-2024-0009 (С. И. П., Р. Б. Л.,
С. А. Т., Е. И. Ж.) и проекта РФФИ №21-52-12027
(П. Д. Г, Т. И. М.). Работа одного из авторов
(П. Д. Г.) поддержана госзаданием «Теоретическое
исследование новых эффектов в физике конденси-
рованного состояния вещества» (FFWR-2024-0015).

716



ЖЭТФ, том 165, вып. 5, 2024 Влияние внешнего давления. . .

ЛИТЕРАТУРА

1. J. M. Williams, J.R. Ferraro, R. J. Thorn et al.,

Organic Superconductors (Including Fullerenes)

Synthesis, Structure, Properties and Theories,

Prentice-Hall Inc. (1992).

2. H. Ishiguro, K. Yamaji, and G. Saito, Organic Super-

conductors, Springer, Berlin (1998).

3. N. Hassan, S. Cunningham, M. Mourigal et al.,

Science 360, 1101 (2018).

4. N. Drichko, R. Beyer, E. Rose et al., Phys.Rev.B 89,

075133 (2014).

5. N.M. Hassan, K. Thirunavukkuarasu, Z. Lu et al.,

npj Quant.Mater. 5, 15 (2020).

6. A. Lohle, E. Rose, S. Singh et al., J. Phys: Condens.

Matter 29, 055601 (2017).

7. T. Mori, H. Mori, and S. Tanaka, Bull. Chem. Soc.

Jpn 72, 179 (1999).

8. M. V. Kartsovnik, Chem. Rev. 104, 5737 (2004).

9. Р. Б. Любовский, С. И. Песоцкий, В. Н. Зверев

и др., Письма в ЖЭТФ 112, 623 (2020)

[R.B. Lyubovskii, S. I. Pesotskii, V.N. Zverev et al.,

JETP Lett. 112, 582 (2020)].

10. A.C. Jacko, E. P. Kenny, and B. J. Powell, Phys.

Rev.B 101, 125110 (2020), https://doi.org/10.1103/

PhysRevB.101.125110.

11. J. Wosnitza, J. Low Temp.Phys. 146, 641 (2007).

12. P.D. Grigoriev, Phys.Rev.B 88, 054415 (2013).

13. A.A. Abrikosov, Physica C 317-318, 154 (1999).

14. M. V. Kartsovnik, P.D. Grigoriev, W. Biberacher et

al., Phys.Rev.B 79, 165120 (2009).

15. P.D. Grigoriev, Phisica B 407, 1932 (2012).

16. Л.С. Левитов, А.В. Шитов, Письма в ЖЭТФ 66,

200 (1997) [L. S. Levitov and A.V. Shytov, JETP

Lett. 66, 214 (1997)].

17. S.M. Winter, K. Riedl, and R. Valent, Phys.Rev.B

95, 060404(R) (2017).

18. J. Merino and R.H. McKenzie, Phys.Rev.B 62, 2416

(2000).

19. A. Georges, G. Kotliar, W. Krauth et al., Rev.Mod.

Phys. 68, 13 (1996).

20. S. Oberbauer, S. Erkenov, W. Biberacher et al.,

Phys.Rev.B 107, 075139 (2023).

21. J. Caulfieldt, W. Lubczynskits, F. L. Prattty et al.,

J. Phys.: Condens.Matter 6, 2911 (1994).

22. D. Shoenberg, Magnetic Oscillations in Metals,

Cambridge Univ.Press (1984).

23. R.H. McKenzie, arXiv: cond-mat/9802198.

8 ЖЭТФ, вып. 5
717



ЖЭТФ, 2024, том 165, вып. 5, стр. 718–724 © 2024

ПОВЕДЕНИЕ СМЕСЕЙ АКТИВНЫХ И ПАССИВНЫХ
НЕМАТИКОВ В ОГРАНИЧЕННОЙ ДВУМЕРНОЙ КРУГЛОЙ

ОБЛАСТИ

Л. В. Миранцев*

Институт проблем машиноведения Российской академии наук (ИПМАШ РАН)
199178, Санкт-Петербург, Россия

Поступила в редакцию 5 октября 2023 г.,
после переработки 17 января 2024 г.

Принята к публикации 18 января 2024 г.

С помощью простой молекулярной модели пассивных, активных нехиральных и хиральных нематиков

проведено моделирование методами молекулярной динамики поведения их бинарных смесей в двумер-

ной ограниченной области, имеющей форму круга. Изучены равновесные структуры в этих системах при

нормальном и тангенциальном сцеплении частиц на границах. Показано, что в смесях, состоящих из

пассивных и активных модельных частиц, а также в смесях активных частиц с различной хиральностью

при достаточно больших самодвижущих силах содержащая их ограниченная область разбивается на

кластеры, преимущественно состоящие из частиц одного вида. Для характеристики степени разделения

смесей на эти кластеры вводится параметр их сегрегации. Вычисляются значения этого параметра при

различных величинах самодвижущих сил и хиральности модельных частиц.

DOI: 10.31857/S0044451024050110

1. ВВЕДЕНИЕ

Активными системами называются естественные
или искусственные системы, которые не находят-
ся в состоянии термодинамического равновесия из-
за энергии, передаваемой образующим их частицам
либо извне, либо за счет внутренних химических
процессов [1]. Примерами активных систем являют-
ся живые существа (птицы, рыбы, бактерии и пр.)
Также активные системы могут быть созданы ис-
кусственным путем из объектов, использующих све-
товую или химическую энергию. Важнейшей осо-
бенностью активных систем является существова-
ние в них коллективного движения, когда группы
самодвижущихся частиц движутся как единое це-
лое в масштабах, значительно превышающих раз-
меры отдельных частиц. Изучение механизма и ди-
намики таких коллективных движений имеет боль-
шую важность для исследования природных систем
в широком интервале масштабов. Особый интерес
представляют так называемые хиральные активные
системы, состоящие из частиц с нарушенной зер-
кальной симметрией, и, особенно, хиральные актив-

* E-mail: mlv@ipme.ru

ные нематики, обладающие дальним ориентацион-
ным порядком [2]. В настоящее время проводят-
ся многочисленные экспериментальные и теоретиче-
ские исследования хиральных активных нематиков
в ограниченных пространствах с заданными гранич-
ными условиями на границах. Большинство теоре-
тических исследований подобных систем [3–5] про-
водилось в рамках континуальных феноменологи-
ческих моделей, использующих такие понятия, как
тензор ориентационного порядка Q и поле скоростей
течения u. В этих работах исследовались пространс-
твенно-временное поведение структуры поля дирек-
тора n и топологических дефектов активных нема-
тиков в двумерных круглых областях при различ-
ных величинах радиуса R этих областей и различ-
ных граничных условиях. Также исследовалась за-
висимость поведения активных нематиков от такого
феноменологического параметра, как величина ак-
тивного напряжения α (active stress strength). Одна-
ко при рассмотрении поведения реальных активных
систем, состоящих из микроскопических или нано-
скопических активных частиц (например, суспензий
микротубул и моторных белков [1]), довольно слож-
но сопоставить феноменологический параметр α с
характеристиками этих частиц. Пространственные
ограничения являются важным фактором, опреде-
ляющим различные свойства активных систем, на-
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пример, структуру течений в них и образование спи-
ральных вихрей [3, 6–12]. Такие ограничения также
могут быть использованы в практических примене-
ниях, например, для управления живыми и искус-
ственными самодвижущимися микроскопическими
объектами [13–15].

Особый интерес представляет поведение актив-
ных систем, являющихся смесями различных ак-
тивных частиц, заключенных в микроскопических
областях с ограничивающими поверхностями [16].
Влияние ограничивающих поверхностей может при-
вести к особому поведению таких смесей. В рабо-
те [16] исследовалось поведение бинарной смеси са-
модвижущихся и взаимодействующих друг с дру-
гом дисков с различными радиусами, заключенных
внутри двумерной квадратной области. С помощью
численного решения уравнений Ланжевена, описы-
вающих движение этих дисков, были получены сте-
пень агрегации различных частиц у ограничиваю-
щих стенок, а также параметр их сегрегации. Оче-
видно, что подобная модель весьма далека от более
или менее правдоподобной модели активных нема-
тиков, состоящих из самодвижущихся частиц, име-
ющих продолговатую форму. С ее помощью также
невозможно исследовать поведение ориентационно-
го порядка в смесях таких частиц.

В работах [17,18] нами была предложена доволь-
но простая микроскопическая модель активных хи-
ральных нематиков, и с помощью моделирования
методами молекулярной динамики (MD) исследо-
валось их поведение в двумерных круглых и коль-
цеобразных ограниченных областях с различными
граничными условиями. Было показано, что при не
очень больших активных самодвижущих силах, дей-
ствующих на частицы в таких системах, их струк-
тура и расположение в них топологических дефек-
тов качественно совпадают с результатами упомяну-
тых выше феноменологических моделей [3–5]. В свя-
зи с этим нами была использована эта же модель
для МD-моделирования поведения бинарных смесей
активных и пассивных нематиков, а также смесей
активных нематиков с различной хиральностью в
двумерной круглой области с ограничивающими по-
верхностями с нормальным и тангенциальным сцеп-
лением частиц с ними. Была исследована зависи-
мость этого поведения от геометрических и силовых
характеристик модельных частиц.

2. МОДЕЛЬ

Для частиц активного нематика были исполь-
зованы весьма простые модели, изображенные на
рис. 1.

Изотропная часть взаимодействия между час-
тицами рассматриваемого активного, а также
пассивного нематика описывается с помощью ко-
роткодействующего парного потенциала Леннард-
Джонса (LJ)

ULJ(rij) = 4ǫ

[(
σ

rij

)12
−
(
σ

rij

)6]
, (1)

который использовался в наших более ранних рабо-
тах [19–21]. Здесь ǫ и σ — соответственно, энергети-
ческая константа и характерная длина LJ-взаимо-
действия i-й и j-й частиц, rij — расстояние между
ними. Анизотропная часть взаимодействия между
этими частицами описывается следующим потенци-
алом типа Майера – Заупе:

Uanis(rij , θij) = −ǫanis
(
3

2
cos2 θij −

1

2

)
σ6

r6ij
, (2)

где ǫanis — энергетическая константа анизотропного
взаимодействия, θij — угол между длинными осями
i-й и j-й частиц. Взаимодействие между частица-
ми смеси и границами двумерной круглой области,
в которую она помещена, также описывается потен-
циалами, аналогичными потенциалам (1) и (2), в ко-
торых константы взаимодействия ǫ, ǫanis и σ заме-
няются на константы взаимодействия ǫ2, ǫanis2 и σ2.
Кроме того, на каждую из активных частиц дей-
ствует самодвижущая реактивная сила f0, компо-
ненты которой вдоль осей x и y равны

f0x = f0ex cosφ+ f0ey sinφ, (3)

f0y = f0ey cosφ− f0ex sinφ, (4)

где e — единичный вектор, направленный вдоль
длинной оси частицы, φ — угол между e и f0. Кроме
того, в случае хиральных частиц самодвижущая ре-
активная сила f0 создает действующий на частицу
дополнительный вращающий момент τ0 = f0δ sinφ

относительно ее центра масс. Для нехиральных час-
тиц угол φ в формулах (3) и (4) необходимо поло-
жить равным нулю, а дополнительный вращающий
момент просто отсутствует. Положение в простран-
стве и ориентация i-й частицы активного или пас-
сивного нематика определялись путем численного
решения следующих уравнений движения:

∂2ri
∂t2

=
fi

m
, (5)

∂ei
∂t

= ωi × ei, (6)

∂ωi/∂t = τi/I. (7)
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Рис. 1. Модели нехиральной (a) и хиральной (b) частиц активного нематика, используемые в нашем МD-моделировании:

AB — длинная ось частиц; O — их центр массы; C — отросток, обеспечивающий способность частиц к самодвижению

(боковой отросток обеспечивает ее хиральность); D — некая струя, которая выбрасывается из этого отростка и вслед-

ствие которой создается самодвижущая реактивная сила f0 (в случае хиральной частицы она приложена к точке O1 и

направлена под углом φ к длинной оси частицы); δ — расстояние между точкой приложения силы f0 и центром масс

частицы

Здесь fi и τi — полная сила и полный момент, дей-
ствующие на i-ю частицу со стороны других частиц
на ограничивающей поверхности, а также самодви-
жущие сила и момент; ωi — угловая скорость вра-
щения вектора ei; m и I — масса и момент инерции
частицы соответственно. MD-моделирование прово-
дилось на NV T -ансамблях, и на каждом времен-
ном шаге уравнения движения решались с помощью
стандартного алгоритма [22], а приведенная темпе-
ратура системы T/ǫ поддерживалась постоянной и
равной 0.9 с помощью термостата [22] . Для описа-
ния ориентационного порядка частиц внутри круг-
лой области нами были введены радиальный QR и
тангенциальный QT параметры порядка, которые
определялись как

QR =
1

N

∑

i

|ei · r̂i|, (8)

QT =
1

N

∑

i

|ei · ni|, (9)

где N — полное число частиц внутри круглой обла-
сти, r̂i и ni — единичные векторы, параллельные
и перпендикулярные радиус-вектору ri i-й части-
цы. Кроме того, для определения степени сегрега-
ции частиц нематиков разного вида (активный нехи-
ральный, активный хиральный, пассивный) нами
вводился параметр сегрегации S, который опреде-
лялся следующим образом. Двумерная область, со-

держащая смесь различных частиц, разбивалась на
N1 достаточно небольших подобластей и для каж-
дой k-й области вычислялся параметр

Sk = |nk1 − nk2 |/(nk1 + nk2), (10)

где nk1 и nk2 — числа частиц соответственно первого
и второго вида в этой k-й области. Тогда параметр
сегрегации S для всей системы определяется как

S =
1

N1

∑

k

Sk, (11)

где суммирование ведется по всем N1 подобластям.

3. РЕЗУЛЬТАТЫ МD-МОДЕЛИРОВАНИЯ И
ИХ ОБСУЖДЕНИЕ

Нами было проведено MD-моделирование систе-
мы, состоящей из 1820 частиц, заключенных внутри
двумерной круглой области радиусом 24σ. Из них
половина частиц были частицами вида 1, а другая
половина — частицами вида 2. Граничные условия в
такой системе задавались с помощью «призрачных»
(ghost) частиц, образующих слой толщиной 2σ на
границе рассматриваемой круглой области. Эти час-
тицы считались неподвижными и ориентированны-
ми так, что их единичные векторы e были направле-
ны вдоль радиуса, проведенного из центра круглой
области в точку расположения данной призрачной
частицы.
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Рис. 2. (В цвете онлайн) Начальная конфигурация для

МD-моделирования поведения бинарных смесей внутри

двумерной круглой области. Красные и синие черточки —

частицы вида 1 и 2 соответственно, коричневая кольцеоб-

разная область содержит призрачные (ghost) частицы

Рис. 3. (В цвете онлайн) Конфигурация бинарной смеси,

содержащей 50% активных частиц с f0 = 10, φ = π/2 и

50% пассивных частиц с f0 = 0, при граничных условиях с

нормальным сцеплением при t = 100 (значения приведены

в безразмерных MD-единицах [22])

Мы рассматривали два типа граничных условий,
соответствующих сильному тангенциальному и нор-
мальному сцеплениям на ограничивающей поверх-
ности. В первом случае призрачные частицы ин-
дуцируют ориентацию частиц нематика вдоль ка-
сательной к границе, а во втором случае — вдоль
радиуса, проведенного в заданную точку. Для обес-
печения сильного тангенциального сцепления кон-
станта взаимодействия ǫ2 между частицами немати-
ка и границей двумерной круглой области (т. е. при-
зрачными частицами) считалась равной −5ǫ, а для
сильного нормального сцепления мы брали ǫ2 = 5ǫ.
Мы также считали, что ǫ, σ2, m, I и δ просто рав-
ны единице в безразмерных MD-единицах [22]. Во
всех случаях моделирование стартовало из началь-
ной конфигурации (рис. 2), в которой частицы хао-
тично располагались внутри круглой области и име-
ли произвольные ориентации своих длинных осей.

Рис. 4. (В цвете онлайн) Такая же конфигурация бинарной

смеси, как и на рис. 3, но с f0 = 30

Прежде всего нами было проведено MD-модели-
рование бинарной смеси, состоящей наполовину из
активных частиц с отростком C на рис. 1b, направ-
ленным под углом φ = π/2 к длинной оси частицы,
тогда как вторая половина смеси являлась обычным
«пассивным» нематиком (сила f0 = 0). На рис. 3 по-
казана конфигурация такой смеси при f0 = 10, при
граничных условиях нормального сцепления и при
t = 100. Видно, что смесь внутри круглой области
состоит из небольших кластеров, содержащих в ос-
новном частицы либо первого, либо второго вида,
однако границы между ними не четкие. Наличие
небольших разреженных областей между некоторы-
ми кластерами можно объяснить тем, что плотность
частиц в кластерах немного больше средней плотно-
сти равномерно распределенных частиц в начальной
конфигурации на рис. 2. Разделение на кластеры,
состоящие из активных и пассивных частиц, стано-
вится более четким при увеличении самодвижущей
силы f0. Это ясно видно на рис. 4, на котором по-
казана конфигурация такой же смеси и при тех же
граничных условиях, но при f0 = 30.

На рис. 5 показаны временные зависимости пара-
метров порядка QR и QT для упомянутой выше сме-
си, а рис. 6 показывает временную зависимость со-
ответствующего параметра сегрегации S. На рис. 5
видно, что зависимостиQR и QT стартуют из одного
и того же значения QR = QT = 0.5, которое соот-
ветствует начальной конфигурации при t = 0, изоб-
раженной на рис. 2, в которой ориентации как ак-
тивных, так и пассивных частиц распределены слу-
чайным образом. Дальнейший рост параметра QR

и уменьшение параметра QT вызваны граничными
условиями с нормальным сцеплением, что делает
радиальный ориентационный порядок более предпо-
чтительным.

При вычислении параметра сегрегации S мы раз-
били круглую область, содержащую нашу бинарную
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Рис. 5. Временные зависимости параметров QR (1) и QT

(2), начиная с момента t = 0, который соответствует

начальной конфигурации на рис. 2, и кончая моментом

t = 100, соответствующим конфигурации на рис. 4
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Рис. 6. Временная зависимость параметра S для бинар-

ной смеси, содержащей 50% активных частиц с f0 = 30,

φ = π/2 и 50% пассивных частиц с f0 = 0, при граничных

условиях с нормальным сцеплением

смесь, на 10 колец равной толщины, а затем разби-
ли каждое кольцо на 24 одинаковых сектора, полу-
чив, таким образом, 240 достаточно малых подоб-
ластей. После этого проводилась процедура опреде-
ления параметра S, описанная в разд. 2. Ее резуль-
тат, отраженный на рис. 6, говорит о постепенном
росте параметра сегрегации от нуля, что соответ-
ствует начальной конфигурации со случайным рас-
пределением активных и пассивных частиц внут-
ри круглой области, до довольно большой величи-
ны S ≈ 0.75, соответствующей конфигурации с кла-
стерами на рис. 4. При дальнейшем моделировании
(t > 100) параметр сегрегации практически не рас-
тет, что говорит о достижении насыщения.

На рис. 7 показана конфигурация нашей смеси
при t = 100 при граничных условиях с тангенци-

Рис. 7. (В цвете онлайн) Конфигурация бинарной смеси

при t = 100 при граничных условиях с тангенциальным

сцеплением. f0 = 30

альным сцеплением при f0 = 30. Эта конфигура-
ция также содержит кластеры активных и пассив-
ных частиц, похожие на кластеры на рис. 4. Зави-
симость параметров порядка QR и QT при таких
граничных условиях аналогична зависимости этих
параметров на рис. 5, но на ней эти параметры как
бы меняются местами, т. е. величина QT растет, а
QR уменьшается. Это также вызвано граничными
условиями с тангенциальным сцеплением, делающи-
ми тангенциальный ориентационный порядок более
предпочтительным.

Что касается параметра сегрегации S, то его вре-
менная зависимость при тангенциальном сцеплении
аналогична временной зависимости на рис. 6, а его
величина при t = 100 тоже примерно равна 0.75. Эти
результаты говорят о том, что при достаточно боль-
шой величине самодвижущей силы f0 = 30 имеет
место довольно четкое разделение бинарной смеси
на кластеры активных и пассивных частиц, слабо
зависящее от граничных условий.

Также было проведено МD-моделирование пове-
дения бинарных смесей активных частиц с различ-
ной хиральностью при граничных условиях с нор-
мальным и тангенциальным сцеплениями. В част-
ности, на рис. 8 показана конфигурация бинарной
смеси, содержащей 50% активных частиц с f0 = 30

и φ = π/2 и 50% активных частиц с f0 = 30, но
с отсутствием хиральности (φ = 0), при граничных
условиях с нормальным сцеплением при t = 100. На
рис. 8 видно, что эта бинарная смесь разбивается на
два больших кластера, один из которых состоит из
нормально ориентированных активных частиц с ну-
левой хиральностью и образует кольцеобразную об-
ласть вблизи ограничивающей поверхности. Второй
большой кластер состоит их активных частиц с уг-
лом φ = π/2 и примыкает к правой половине клас-
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Рис. 8. (В цвете онлайн) Конфигурация бинарной смеси,

содержащей 50% активных частиц с f0 = 30, φ = π/2

и 50% активных частиц с f0 = 30, но с отсутствием хи-

ральности (φ = 0) при граничных условиях с нормальным

сцеплением при t = 100
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Рис. 9. Временная зависимость параметра S для бинарной

смеси активных частиц с различной хиральностью (50%

f0 = 30, φ = π/2 и 50% f0 = 30, φ = 0) при граничных

условиях с нормальным сцеплением

тера, состоящего из активных частиц с нулевой хи-
ральностью. Также имеют место небольшой кластер
активных хиральных частиц, примыкающий к левой
половине кольцеобразного кластера активных нехи-
ральных частиц, и разреженная область с активны-
ми хиральными частицами. Описанная выше проце-
дура определения параметра сегрегации S дает его
временную зависимость, представленную на рис. 9.
Видно, что при t = 0 (начальная конфигурация на
рис. 2) параметр S равен нулю, а при t = 100 (кон-
фигурация на рис. 8) он достигает довольно боль-
шой величины S ≈ 0.9.

На рис. 10 показана конфигурация аналогичной
бинарной смеси, но при граничных условиях с тан-
генциальным сцеплением. Видно, что активные хи-
ральные частицы (φ = π/2) с тангенциальной ори-

Рис. 10. (В цвете онлайн) Конфигурация такой же бинар-

ной смеси, как и на рис. 8, но при граничных условиях с

тангенциальным сцеплением t = 100
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Рис. 11. Временная зависимость параметра S для бинар-

ной смеси активных частиц с различной хиральностью

(50% f0 = 30, φ = π/2 и 50% f0 = 30, φ = 0) при гранич-

ных условиях с тангенциальным сцеплением

ентацией в этом случае образуют кольцеобразный
кластер вблизи ограничивающей поверхности, а ак-
тивные нехиральные частицы (φ = 0) образуют
большой кластер, примыкающий к левой части этой
кольцеобразной области, а также разреженную об-
ласть с малой концентрацией частиц. Соответству-
ющая временная зависимость параметра сегрегации
приведена на рис. 11. Эта зависимость очень похо-
жа на аналогичную зависимость на рис. 9 для слу-
чая такой же бинарной смеси при граничных усло-
виях с нормальным сцеплением. Обе зависимости
при t = 100 имеют значение параметра сегрегации
S = 0.8–0.9. Это говорит о том, что в бинарной
смеси активных частиц с различной хиральностью,
заключенной внутри круглой области, также имеет
место разделение на кластеры, состоящие из частиц
одного вида, слабо зависящее от граничных условий.
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4. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

Проведено MD-моделирование поведения бинар-
ных смесей модельных активных и пассивных нема-
тиков, а также активных нематиков с разной хи-
ральностью внутри двумерной круглой области с
ограничивающими поверхностями с нормальным и
тангенциальным сцеплениями. Эти модельные ак-
тивные материалы состоят из продолговатых час-
тиц, которые взаимодействуют посредством изо-
тропного потенциала Леннард-Джонса и анизотроп-
ного потенциала типа Майера – Заупе. Такие про-
долговатые частицы также имеют придатки, испус-
кающие струю некоторого вещества, созданную бла-
годаря некоторой внутренней химической реакции.
В случае нехиральных частиц эти придатки распо-
ложены на конце продолговатых частиц и направ-
лены вдоль их длинных осей. У хиральных частиц
придатки расположены сбоку и образуют некоторый
угол φ с длинными осями. В результате в случае
нехиральных частиц испускаемая струя создает до-
полнительную реактивную самодвижущую силу f0,
направленную вдоль длинных осей частиц, а на хи-
ральные частицы действует не только реактивная
самодвижущая сила, но и дополнительный момент
τ0, который вызывает самовращение частиц отно-
сительно их геометрических центров. Для пассив-
ных нематиков самодвижущая сила f0 и дополни-
тельный момент τ0 равны нулю. Найдено, что би-
нарная смесь активных и пассивных нематиков, за-
ключенная внутри круглой области, независимо от
граничных условий разбивается на отдельные кла-
стеры, состоящие в основном из частиц одного вида,
причем, чем больше самодвижущая сила f0, тем от-
четливее выглядит такая кластерная структура. Та-
кое же разбиение на кластеры имеет место в смесях
активных нематиков с разной хиральностью. Для
каждой бинарной смеси вычислен параметр сегрега-
ции S для ее частиц и показано, что величина этого
параметра может достигать довольно большого зна-
чения S = 0.8–0.9.
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Исследованы электродинамические свойства плазменного соленоида с холодной столкновительной маг-

нитоактивной плазмой и динамика возбуждения волн азимутальным током на его поверхности при про-

извольных соотношениях между частотой внешнего источника тока, электронной циклотронной часто-

той и плазменной частотой. Рассмотрены случаи безграничного и продольно ограниченного плазменных

соленоидов. Вычислены их комплексные импедансы и эффективные сопротивления как величины, ха-

рактеризующие поглощаемую в плазме мощность источника. Показано, что несмотря на ограниченность

понятия комплексного импеданса квазистационарным случаем, вещественная его часть совпадает с эф-

фективным сопротивлением даже за пределами условия квазистационарности. Резонансные зависимости

вычисленных комплексных импедансов и эффективных сопротивлений плазмы свидетельствуют о том,

что при наличии внешнего магнитного поля, в плазменном соленоиде возможно резонансное возбуждение

азимутальным током электромагнитных волн со значительной продольной составляющей напряженности

электрического поля в области частот меньших циклотронной и плазменной.

DOI: 10.31857/S0044451024050122

1. ВВЕДЕНИЕ

В течение нескольких десятилетий в научной ли-
тературе активно обсуждаются индуктивные высо-
кочастотные разряды и источники плазмы на их ос-
нове (см. обзоры [1–4]). В отличие от традиционных
емкостного и индуктивного высокочастотных раз-
рядов без внешнего магнитного поля его наличие
приводит к существенному изменению электромаг-
нитных свойств плазмы в разряде. В частности, по-
является возможность возбуждения проникающих в
плазму волн низкочастотной части спектра с часто-
тами меньше электронной циклотронной. Источни-
ки плазмы, основанные на индуктивном высокоча-
стотном разряде во внешнем магнитном поле име-
ют существенно меньшие ограничения по плотно-
сти плазмы, связанные с достижением ею критиче-
ского значения для данной частоты генератора, то

* E-mail: igorkartashov@mail.ru
** E-mail: kuzelev@mail.ru

есть являются источниками плотной плазмы. Реаль-
ные концентрации электронов достигают значений
вплоть до 1013 см−3 [1].

Уникальные характеристики предопределяют и
широкие практические применения высокочастот-
ных индуктивных источников плазмы во внешнем
магнитном поле. Одним из важнейших их приложе-
ний является использование в качестве ионных дви-
гателей космических аппаратов. В таких источни-
ках плазма создается в результате вложения высоко-
частотной мощности с последующим электростати-
ческим ускорением ионов. В качестве ионных двига-
телей рассматриваются источники плазмы различ-
ных размеров (диаметры 0.5 – 74 см) [5], в том
числе малых (диаметр вакуумной камеры порядка
нескольких сантиметров) [6, 7] и сверхмалых (диа-
метры 0.2 – 2 см) [8]. Внешнее магнитное поле со-
здается как при помощи традиционного соленоида,
так и при помощи системы постоянных магнитов. В
частности, в [6, 7] для упрощения и миниатюризации
конструкции магнитное поле создается постоянным
кольцевым магнитом. Еще одним из приложений
высокочастотных индуктивных источников плазмы
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является их использование в микроэлектронике для
плазменного нанесения покрытий и травления мате-
риалов [9]. Помимо этого, поглощение электромаг-
нитных волн с частотами до электронной цикло-
тронной имеет существенное значение как один из
методов нагрева плазмы в установках управляемо-
го термоядерного синтеза, в частности, в проектах
ITER и DEMO [10, 11]. Поглощение волн в горячей
термоядерной плазме осуществляется в основном за
счет бесстолкновительного затухания Ландау. При
этом параметры плазмы и внешнего удерживающе-
го магнитного поля отличаются от параметров тра-
диционного высокочастотного разряда существен-
ным образом. При концентрации электронов поряд-
ка 1014 см−3 и индукции магнитного поля в то-
камаке 5 Тл электронные ленгмюровская и цикло-
тронная частоты имеют один порядок и составля-
ют (5 . . . 10)×1011 рад/с, что соответствует СВЧ об-
ласти. Это обстоятельство делает актуальным про-
движение существующих теорий индуктивных вы-
сокочастотных разрядов в более коротковолновую
область — вплоть до СВЧ диапазона.

В случае частоты генератора, значительно мень-
шей электронной циклотронной частоты, при вло-
жении мощности в плотную плазму говорят о гели-
конных разрядах. Исследование геликонных разря-
дов и источников плазмы на их основе началось с
работ Босвелла [12, 13]. В первой из этих работ по-
казано, что в трубке, помещенной во внешнее маг-
нитное поле величиной до 1.5 кГс, зажигался раз-
ряд на частоте 8 МГц и источником вложения мощ-
ности в плазму была возбуждаемая стоячая волна
геликонного типа. При теоретическом описании ге-
ликонного разряда было указано на возможность су-
ществования двух радиальных распространяющих-
ся мод, одна из которых связывается с геликоном,
а другая в настоящее время обычно называется мо-
дой Трайвелписа-Гоулда или косой ленгмюровской
волной [14–17]. В работе [18] рассматривались меха-
низмы вложения в безграничную магнитоактивную
плазму высокочастотной мощности при реализации,
в зависимости от параметров разряда, предельных
случаев возбуждаемой волны с законами диспер-
сии, соответствующими геликонной волне и косой
ленгмюровской волне (моде Трайвелписа – Гоулда).
В настоящей работе исследуются электромагнитные
свойства индуктивного разряда конечной длины во
внешнем магнитном поле при различных соотноше-
ниях между частотой возбуждающего генератора,
электронной циклотронной частотой и плазменной
частотой, что позволяет описать электродинамику
плазменного соленоида не только в традиционной
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Рис. 1. Плазменный соленоид

области высокочастотного диапазона частот, но и
для систем с использованием СВЧ полей [19–23].

Типичные источники плазмы представляют со-
бой вакуумную камеру с давлением газа единицы и
десятки миллитор, имеющую диаметр от несколь-
ких миллиметров до десятков сантиметров и протя-
женность до значений более метра. Разряд поддер-
живается системой токов, текущих по антенне, ко-
торая может иметь различные конфигурации. Мы в
настоящей работе будем ориентироваться на пара-
метры разряда в работах [24–26].

2. ПОСТАНОВКА ЗАДАЧИ. ОСНОВНЫЕ
УРАВНЕНИЯ И МЕТОДЫ ИССЛЕДОВАНИЯ

Рассмотрим соленоид S, полностью заполненный
однородной плазмой (рис. 1). Соленоид (катушка
индуктивности) представляет собой участок цилин-
дра с радиусомRS , длиной LS с тонкой проволочной
обмоткой, содержащей NS витков. Обмотка солено-
ида через сопротивление R0 подключена к источни-
ку частоты ω. Имеется также однородное внешнее
магнитное поле B0, направленное вдоль оси солено-
ида (ось z). Торцы соленоида могут быть закрыты
проводящими заглушками «1» и «2». Описанная си-
стема представляет упрощенную схему индуктивно-
го газового разряда [27].

Введем цилиндрические координаты r, ϕ, z и бу-
дем рассматривать только азимутально симметрич-
ные распределения электромагнитного поля в соле-
ноиде (∂/∂ϕ = 0). Предположим, что тензор ди-
электрической проницаемости плазмы в цилиндри-
ческой системе координат имеет вид (i, j = r, ϕ, z)

εij(ω) =




εrr(ω) εrϕ(ω) 0

εϕr(ω) εϕϕ(ω) 0

0 0 εzz(ω)


 . (1)

В простейшей модели холодной электронной магни-
тоактивной плазмы со столкновениями компоненты
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тензора (1) определяются формулами [28]

εrr(ω) = εϕϕ(ω) = ε⊥(ω) = 1− ω2
Le(ω + iνe)

ω [(ω + iνe)2 − Ω2
e]
,

εrϕ(ω) = −εϕr(ω) = ig(ω) = −i ω2
LeΩe

ω [(ω + iνe)2 − Ω2
e]
,

εzz(ω) = ε||(ω) = 1− ω2
Le

ω(ω + iνe)
.

(2)
Здесь ωLe — электронная ленгмюровская частота, νe
— эффективная частота столкновений электронов,
Ωe — электронная циклотронная частота.

Для плазмы с тензором диэлектрической прони-
цаемости (1) в случае азимутально симметричных
монохроматических возмущений частоты ω после
перехода к комплексным амплитудам система урав-
нений Максвелла записывается в виде

∂Eϕ

∂z
= −iω

c
Br,

∂Er

∂z
− ∂Ez

∂r
= i

ω

c
Bϕ,

1

r

∂

∂r
(rEϕ) = i

ω

c
Bz,

∂Bϕ

∂z
= i

ω

c
εrr(ω)Er + i

ω

c
εrϕ(ω)Eϕ−

−4π

c
j0r(z, r),

∂Br

∂z
− ∂Bz

∂r
= −iω

c
εϕr(ω)Er − i

ω

c
εϕϕ(ω)Eϕ+

+
4π

c
j0ϕ(z, r),

1

r

∂

∂r
(rBϕ) = −iω

c
εzz(ω)Ez +

4π

c
j0z(z, r),

1

r

∂

∂r
(rεrrEr) +

∂

∂z
(εzzEz) +

1

r

∂

∂r
(rεrϕEϕ) =

= 4πρ0(z, r).

(3)

Здесь j0(z, r) = {j0r, j0ϕ, j0z} и ρ0(z, r) — комплекс-
ные амплитуды плотности тока и плотности заряда
внешних источников поля в плазме. В нашем слу-
чае внешним источником является обмотка солено-
ида, по которой протекает ток от источника, а плот-
ность заряда ρ0(z, r) равна нулю. Однако, если бы
заглушки «1» и «2» были подключены к какому-
то источнику, то плотность заряда ρ0(z, r) была бы
обусловлена поверхностными зарядами на этих за-
глушках, как на обкладках конденсатора. При этом
речь бы шла о комбинированном газовом разряде
— индуктивно-емкостном. Мы ограничимся только
случаем ρ0(z, r) = 0. Резонансные свойства емкост-
ного разряда в поперечном магнитном поле рассмот-
рены в [29]. Поскольку ток в соленоиде преиму-
щественно является азимутальным, будем полагать,
что j0r = j0z ≡ 0.

Исключая величины Bz, Br, Bϕ и учитывая фор-
мулы (2), получаем из (3) следующие уравнения для

комплексных амплитуд компонент вектора напря-
женности электрического поля Ez , Er, Eϕ:

∂

∂z

(
∂Er

∂z
− ∂Ez

∂r

)
+
ω2

c2
ε⊥Er + i

ω2

c2
gEϕ = 0,

∂

∂r

(
1

r

∂

∂r
rEϕ

)
+
∂2Eϕ

∂z2
+
ω2

c2
ε⊥Eϕ − i

ω2

c2
gEr =

= −iω
c

4π

c
j0ϕ(z, r),

1

r

∂

∂r
r

(
∂Ez

∂r
− ∂Er

∂z

)
+
ω2

c2
ε||Ez = 0.

(4)
Обсудим теперь граничные условия для уравне-

ний (4). Предположим, что обмотка соленоида лока-
лизована на цилиндрической поверхности r = RS ,
т.е. ток соленоида является поверхностным током.
В этом случае плотность тока внешнего источника
можно определить при помощи дельта-функции

j0ϕ(z, r) = J(z)δ(r −RS), 0 < z < LS , (5)

где J(z) — некоторая функция только продольной
координаты z. Возьмем второе уравнение системы
(4), подставим в него функцию (5) и проинтегриру-
ем уравнение по r в пределах от RS − h до RS + h

(h → +0). В результате получим соотношение

∂Eϕ

∂r
(RS + 0)− ∂Eϕ

∂r
(RS − 0) = −iω

c

4π

c
J(z). (6)

Как видно из третьего и пятого уравнений системы
(3), соотношение (6) обусловлено скачком танген-
циальной составляющей индукции магнитного поля
Bz(r) на поверхности с током (5). Кроме (6) понадо-
бятся еще и условия непрерывности тангенциальных
составляющих напряженности электрического поля

Ez(RS + 0)− Ez(RS − 0) = 0,

Eϕ(RS + 0)− Eϕ(RS − 0) = 0.
(7)

Соотношения (6) и (7) составляют основные гранич-
ные условия для однородных уравнений (4)1). Гра-
ничные условия по переменной z будут обсуждаться
в дальнейшем по ходу изложения.

Одним из сложных моментов является определе-
ние функции J(z). Сложности нет только в квази-
стационарном приближении, в рамках которого по-
лагается, что мгновенные значения силы тока в каж-
дой точке электрической цепи, в том числе и в каж-

1) Внутри соленоида при r < RS и вне соленоида при
r > RS правая часть второго уравнения системы (4) согласно
(5) равна нулю.
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дом витке обмотки соленоида, одинаковы. Считая,
что это так, можем записать

LS∫

0

dz

RS+h∫

RS−h

drj0ϕ(z, r) = NSI. (8)

Здесь I — сила тока в цепи, а 2h — толщина обмот-
ки соленоида, т.е. интегрирование в (8) производит-
ся по продольному сечению обмотки соленоида. В
модели соленоида с поверхностным током (5) пред-
полагается, что h→ +0. Подставляя (5) в (8), имеем

I =
1

NS

LS∫

0

J(z)dz. (9)

Если плотность числа витков обмотки соленоида по-
стоянна и число витков достаточно велико, то функ-
ция J(z) может быть представлена в виде

J(z) =
NSI

LS
= const. (10)

На практике распространена ситуация, когда плот-
ность числа витков соленоида непостоянна2). В этом
случае функция J(z) считается известной, напри-
мер, из условий эксперимента. В любом случае та-
кая функция должна удовлетворять условию нор-
мировки (9).

Условия применимости формулы (8)

ω

c
RS ,

ω

c
LS ≪ 1 (11)

означают, что длина электромагнитной волны час-
тоты ω велика по сравнению с размерами соленои-
да3). В этих условиях плазменный соленоид, какие
бы сложные электромагнитные процессы ни про-
исходили в плазме, для электрической цепи игра-
ет роль сосредоточенного элемента, как обыкновен-
ные катушка индуктивности, или конденсатор. По-
этому, в квазистационарном приближении для элек-
трической цепи плазменный соленоид характеризу-
ется одним единственным параметром — комплекс-
ным импедансом ZS .

Для вычисления импеданса ZS учтем, что в це-
пи с соленоидом действует э.д.с. индукции ES, «под-
ключенная» в цепь последовательно с внешним ис-
точником. Поэтому закон Ома для полной цепи,

2) В реальных экспериментах по индуктивному газовому
разряду часто используются соленоиды весьма сложной фор-
мы. Поэтому их даже называют не соленоидами, а антеннами
[1, 3].

3) Условие квазистационарности электрической цепи имеет
вид (11) с заменой размеров соленоида на размер всей цепи
в целом.

изображенной на рис. 1, для комплексных амплитуд
имеет вид U0 + ES = IR0. Сама же э.д.с. индукции
по определению равна интегралу вдоль обмотки со-
леноида от компоненты напряженности электриче-
ского поля Eϕ(z, r). Учитывая, что длина обмотки
соленоида равна 2πRSNS , и вводя среднее по длине
соленоида значение азимутальной составляющей на-
пряженности электрического поля

〈Eϕ(z,RS)〉 =
1

LS

LS∫

0

Eϕ(z,RS)dz, (12)

представим э.д.с. индукции в виде

ES = 2πRSNS〈Eϕ(z,RS)〉. (13)

Подставляя выражение (13) в закон Ома, запишем
следующее соотношение:

U0 = IR0 − 2πRSNS〈Eϕ(z,RS)〉, (14)

которое при необходимости можно использовать в
качестве дополнительного условия для уравнений
(4). Соотношения типа (14) известны в литературе
как уравнения внешней цепи [30].

Чтобы получить формулу для импеданса плаз-
менного соленоида учтем, что напряжение внешнего
источника распределяется на падение напряжения
на сопротивлении R0 и на падение напряжения на
плазменном соленоиде, т.е. U0 = IR0+IZS . Сравни-
вая последнее соотношение с выражением (14), для
импеданса имеем

ZS = −2πRSNS〈Eϕ(z,RS)〉/I. (15)

В силу граничного условия (6) и формулы (9) на-
пряженность электрического поля в соленоиде про-
порциональна току в цепи. Следовательно, величи-
на (15) не зависит от тока, а определяется только со-
леноидом — его геометрией и параметрами плазмы.
Используя общее соотношение ZS = −iωΛS можно
вычислить и комплексную индуктивность плазмен-
ного соленоида ΛS .

С помощью импеданса могут быть исследова-
ны резонансные свойства плазменного соленоида и
рассмотрен вопрос о выделении в плазме соленои-
да мощности внешнего источника, что для физики
газоразрядных процессов имеет первостепенное зна-
чение. Для простейшей последовательной цепи (ис-
точник напряжения U0 через активное сопротивле-
ние R0 подключен к обмотке плазменного соленои-
да, рис. 1) мощность внешнего источника, выделяе-
мая в плазме, определяется формулой [31]

W =
1

2
|U0|2

Z ′
S

(R0 + Z ′
S)

2 + (Z ′′
S)

2
, (16)
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где ZS = Z ′
S + iZ ′′

S
4). Как функция комплексной пе-

ременной ω, комплексный импеданс ZS(ω) имеет по-
люса, в окрестности которых

ZS = iA(ω − ω(∞))−1, (17)

и нули, вблизи которых

ZS = iB(ω − ω(0)), (18)

где A и B — постоянные, а ω(∞) и ω(0) — некоторые
комплексные частоты [31]. В случае большого ак-
тивного сопротивления цепи, R0 ≫ |ZS |, мощность
выделяемая в плазме дается формулой

W =
|U0|2
2R2

0

Z ′
S. (19)

Как функция частоты ω величина (19) максимальна
в максимумах действительной части импеданса, т.е.
в точках ω = Reω(∞). Известно, что при ω = ω(∞) в
цепи имеет место резонанс токов: импеданс макси-
мален, а ток в цепи минимален. При малом сопро-
тивлении R0 для мощности (16) имеем

W =
1

2
|U0|2

Z ′
S

(Z ′
S)

2 + (Z ′′
S)

2
. (20)

Мощность (20) максимальна в нулях мнимой части
импеданса ω = Reω(0), что имеет место при резо-
нансе напряжений — импеданс минимален, а ток в
цепи максимален5). Заметим, что эксперименталь-
ное наблюдение резонансов токов и напряжений в
газовых разрядах базируется, в том числе и на фор-
мулах (19) и (20).

Область применимости формул (16)-(20), как
и область применимости самого понятия импедан-
са, ограничивается условием квазистационарности
электрической цепи [32]. При повышении частоты
внешнего источника ω, когда условие квазистаци-
онарности нарушается, для вычисления мощности
выделяемой в плазме соленоида следует использо-
вать электродинамические методы. Исходим из фор-
мулы для плотности мощности W = 〈j · E〉, где E

— вектор напряженности электрического поля, j —
вектор плотности тока, наведенного в плазме, а уг-
ловые скобки означают усреднение по периоду 2π/ω.

4) Излагаемые здесь элементарные сведения из электротех-
ники относятся не только к плазменному соленоиду, но и к
любому другому элементу электрической цепи.

5) Исторически названия резонансы токов и напряжений
возникли в связи с исследованием параллельного и по-
следовательного колебательных контуров, состоящих из ак-
тивного сопротивления, емкости и индуктивности.

Выражая плотность тока через напряженность поля
и диэлектрическую проницаемость [33]

ji =
ω

4πi
(εij − δij)Ej , (21)

после несложных вычислений для плотности мощ-
ности имеем

W (z, r) =
ω

8π
[ε′′⊥(|Er(z, r)|2 + |Eϕ(z, r)|2)+

+ ε′′|||Ez(z, r)|2 − 2g′′Im (E∗
r (z, r)Eϕ(z, r))], (22)

где индекс «два штриха» означает мнимую часть.
Выполняя в (22) интегрирование по z от нуля до LS

и по r с весом 2πr от нуля до RS , можно вычислить
полную мощность внешнего источника, выделяемую
в плазме соленоида W (ω). В общем случае это уда-
ется осуществить только численно.

Входящие в (22) компоненты напряженности
электрического поля вычисляются из однородной
системы уравнений (4) с граничными условиями (6)
и (7). В связи с этим опять встает вопрос об опреде-
лении функции J(z), но уже за пределами примени-
мости квазистационарного приближения, когда рас-
смотрение системы, изображенной на рис. 1 элек-
тротехническими методами недопустимо. В этом
случае следует решать полную электродинамиче-
скую задачу для соленоида, подводящих проводов,
источника напряжения и даже части окружающего
пространства, что вряд ли выполнимо. Наша цель
— получить компактные, физически наглядные и
полезные для экспериментальных исследований ре-
зультаты. Независимо от частоты стационарно по-
даваемого на антенну соленоида сигнала в ней уста-
навливается некоторое распределение тока J(z). За-
давая его из каких-то разумных физических сооб-
ражений и определяя из системы (4) компоненты
вектора напряженности электрического поля, мож-
но по формуле (22) вычислить энергию, выделяе-
мую в плазме соленоида и главное — исследовать
резонансные свойства соленоида с плазменным за-
полнением, что и будет проделано в дальнейшем. В
пределах применимости формулы (9) мощность, вы-
деляемая в плазме W (ω), может быть представлена
в виде W (ω) = ReffI

2/2, где Reff — эффективное
сопротивление плазмы. В квазистационарной обла-
сти частот эффективное сопротивление, разумеется,
должно совпадать с вещественной частью импедан-
са.
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3. ПЛАЗМЕННЫЙ СОЛЕНОИД БОЛЬШОЙ
ДЛИНЫ С ПОСТОЯННОЙ ПЛОТНОСТЬЮ

ЧИСЛА ВИТКОВ ОБМОТКИ

Предположим, что выполнено неравенство

RS ≪ LS , (23)

т.е. длина соленоида существенно превышает его ра-
диус. В этом случае разумно полагать, что процес-
сы в окрестностях продольных границ соленоида
z = 0, LS (краевые эффекты) мало влияют на проис-
ходящее в его объеме. Поэтому можно считать, что
продольное распределение электромагнитного поля
в соленоиде определяется не условиями на продоль-
ных границах, а какими-то другими факторами. В
силу линейности уравнений (4) и граничных усло-
вий (6) и (7), единственным таким фактором явля-
ется плотность числа витков обмотки соленоида, т.е.
функция J(z). Начнем с простейшего случая посто-
янной плотности тока (10).

Считая электромагнитное поле в соленоиде неза-
висящим от координаты z, в уравнениях (4) пола-
гаем ∂/∂z = 0. При этом третье уравнение системы
(4) становится независимым от первых двух уравне-
ний. В результате компонента поля Ez , не входящая
также в граничное условие (6), оказывается неза-
висимой от компонент Er и Eϕ, а поэтому можно
положить Ez = 0. Тогда из первых двух уравнений
системы (4), после исключения Er, получается сле-
дующее уравнение:

d

dr

(
1

r

d

dr
rEϕ

)
+
ω2

c2
ε̃⊥Eϕ = 0, ε̃⊥ = ε⊥− g2

ε⊥
, (24)

справедливое как внутри соленоида (r < RS), так и
вне его (r > RS); вне соленоида ε̃⊥ = 1. Граничные
условия для уравнения (24) с учетом (6), (7) и (10)
имеют вид

Eϕ(RS + 0)− Eϕ(RS − 0) = 0,
dEϕ

dr
(RS + 0)− dEϕ

dr
(RS − 0) = −iω

c

4π

c

NS

LS
I.

(25)
Кроме того, функция Eϕ(r) должна быть ограниче-
на в нуле и на бесконечности.

При r < RS ограниченное решение уравнения
(24) имеет вид Eϕ(r) = A1J1

[
(ω/c)

√
ε̃⊥r

]
, где

J1(x) — функция Бесселя 1-го порядка. В обла-
сти r > RS решение нужно взять следующее:
Eϕ(r) = A2H

(1)
1 [(ω/c)r], где H

(1)
1 (x) — функция

Ганкеля 1-го рода. Записывая решение через функ-
цию Ганкеля 1-го рода, мы использовали принцип

причинности (условие излучения [34]), согласно ко-
торому при ω = ω+iδ при δ → +0, поле должно экс-
поненциально затухать при r → ∞ (∼ exp(−δr/c)).
Подставляя найденные решения в граничные усло-
вия (25) и определяя постоянные A1,2, находим
электрическое поле в объеме соленоида (r ≤ RS)

Eϕ(r) = i
4π

c

NS

LS
I

J1
[
(ω/c)

√
ε̃⊥r

]
H

(1)
1 [(ω/c)RS ]

√
ε̃⊥J0

[
(ω/c)

√
ε̃⊥RS

]
H

(1)
1 [(ω/c)RS]− J1

[
(ω/c)

√
ε̃⊥RS

]
H

(1)
0 [(ω/c)RS]

. (26)

В квазистационарном приближении, учитывая пер-
вое неравенство (11) и асимптотику цилиндрических
функций при малом значении аргумента, решение
(26) преобразуем к виду

Eϕ(r) = i
4π

c

NS

LS
I

J1
[
(ω/c)

√
ε̃⊥r

]
√
ε̃⊥J0

[
(ω/c)

√
ε̃⊥RS

] . (27)

Решение (27) можно получить и напрямую из урав-
нения (24). Действительно, в квазистационарном
приближении в уравнении (24) в области r > RS

следует отбросить второе слагаемое в левой части.
Ограниченное на бесконечности решение получив-
шегося при этом уравнения имеет вид Eϕ(r) = A2/r.
Его подстановка в граничные условия (25) опять
приводит к формуле (27). Заметим, что даже в ква-
зистационарном приближении в левой части уравне-

ния (24) мы не отбрасываем второе слагаемое, про-
порциональное ε̃⊥(ω2/c2)R2

S . Например, при ω ≈ Ωe

это слагаемое существенно и в квазистационарном
приближении. И вообще, если это слагаемое отбро-
сить, то от плазмы ничего не останется.

Между решениями (26) и (27) имеется важное
различие. Решение (26) учитывает вынос электро-
магнитного излучения из соленоида через его бо-
ковую поверхность r = RS . Квазистационарное ре-
шение (27) такого излучения естественно не учи-
тывает. Но в области высоких частот ω > c/RS

излучение из соленоида в общем балансе энер-
гии может играть заметную роль, как некий до-
полнительный канал расхода энергии внешнего ис-
точника. Чтобы исключить излучение через бо-
ковую поверхность соленоида, можно предполо-
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жить, что соленоид заключен в проводящий ци-
линдрический кожух радиуса r = R > RS . То-
гда, дополняя краевую задачу (24), (25) условием
Eϕ(R) = 0 и находя ее решение, не сложно полу-
чить для Eϕ(r) выражение, отличающееся от (26)

только заменой функций Ганкеля H
(1)
0,1 [(ω/c)RS] на

функции X0,1[(ω/c)RS ] = J0,1[(ω/c)RS ]N1[(ω/c)R]−
N0,1[(ω/c)RS ]J1[(ω/c)R].

Вычислим теперь импеданс рассматриваемого
соленоида. Используем для этого результат квази-
стационарного приближения (27), подставляя кото-

рый в формулу (15), имеем

ZS(ω) = Z ′
S(ω) + iZ ′′

S(ω) =

= −iωΛ0

2J1
[
(ω/c)

√
ε̃⊥RS

]

(ω/c)
√
ε̃⊥RSJ0

[
(ω/c)

√
ε̃⊥RS

] , (28)

где Λ0 = 4π2R2
SN

2
Sc

−2L−1
S — индуктивность

соленоида без плазменного заполнения. Приве-
дем еще формулу для импеданса плазменного
соленоида, заключенного в проводящий кожух

ZS(ω) = −iωΛ0

2 [(ω/c)RS ]
−1
J1
[
(ω/c)

√
ε̃⊥RS

]
X1 [(ω/c)RS ]√

ε̃⊥J0
[
(ω/c)

√
ε̃⊥RS

]
X1 [(ω/c)RS ]− J1

[
(ω/c)

√
ε̃⊥RS

]
X0 [(ω/c)RS ]

. (28a)

Индуктивность плазменного соленоида можно
определить формулой ΛS(ω) = −Z ′′

S(ω)/ω, а его
активное сопротивление равно вещественной части
импеданса Z ′

S(ω).
Проанализируем выражение (28) для плазмы

с диэлектрической проницаемостью (1), (2). Если
столкновения отсутствуют, то активное сопротивле-
ние плазменного соленоида равно нулю, а выраже-
ние для его индуктивности оказывается следующим:

ΛS(ω) = Λ0
2J1(a)

aJ0(a)
, a2 =

(ω2 − ω2
Le)

2 − ω2Ω2
e

ω2 − Ω2
g

R2
S

c2
,

(29)
где Ωg =

√
ω2
Le +Ω2

e — верхняя гибридная частота.
Рассмотрим предельные случаи. В отсутствие плаз-
мы, т.е. при ωLe = 0, с учетом условия квазистаци-
онарности (11) для индуктивности (29) имеем, как
и должно быть, ΛS(ω) = Λ0. В отсутствии внешнего
магнитного поля (Ωe = 0) формула (29) преобразу-
ется к виду

ΛS (ω) = Λ0

2J1

(√
ω2 − ω2

LeRS/c
)

(√
ω2 − ω2

LeRS/c
)
J0

(√
ω2 − ω2

LeRS/c
) .

(30)
В квазистационарной области частот индуктивность
(30) ни нулей, ни полюсов не имеет. При ω → ωLe

индуктивность (30) стремится к индуктивности со-
леноида без плазменного заполнения Λ0. В случае
ω < ωLe формулу (30) удобно записать следующим
образом:

ΛS (ω) = Λ0

2I1

(√
ω2
Le − ω2RS/c

)

(√
ω2
Le − ω2RS/c

)
I0

(√
ω2
Le − ω2RS/c

) .

(31)

Индуктивность (31) меньше, чем Λ0, что свя-
зано с экранированием низкочастотного попе-
речного поля в плазме. При ωLeRS/c ≫ 1 и
ω ≪ ωLe (случай плотной плазмы) из (31) имеем
ΛS(ω) = 2cΛ0/(ωLeRS) ≪ Λ0. В пределе сильного
внешнего магнитного поля (Ωe → ∞) из (29)
имеем ΛS(ω) = Λ0. Последнее понятно: в сильном
магнитном поле поперечные движения электронов
запрещены, что для азимутального электрического
поля эквивалентно отсутствию плазмы. Таким
образом, в предельных случаях нулевого и очень
сильного внешнего магнитного поля в квазистацио-
нарной области частот индуктивность плазменного
соленоида каких-либо резонансных особенностей не
имеет.

При промежуточных значениях циклотронной и
ленгмюровской частот, нули и полюса индуктивно-
сти (29) и импеданса (28) могут попадать в низкоча-
стотную (квазистационарную) область. Из формулы
(28) следует, что при отсутствии столкновений нули
и полюса импеданса плазменного соленоида совпа-
дают с корнями уравнения

(ω2 − ω2
Le)

2 − ω2Ω2
e

ω2 − Ω2
g

= µ2
n

c2

R2
S

, µn =

{
µ1n,

µ0n.
(32)

При µn = µ1n (n = 1, 2, . . . ) из (32) определяются
нули ω = ω

(0)
n , а при µn = µ0n уравнение (32) да-

ет полюса ω = ω
(∞)
n импеданса (28). Здесь µ1n —

корни уравнения J1(x) = 0, а µ0n — корни уравне-
ния J0(x) = 0. Несложно видеть, что в интересую-
щую нас квазистационарную область частот корни
уравнения (32) попадают только при ΩeRS/c < 1 и
ωLeRS/c < 1. В противном случае резонансных то-
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чек у импеданса (28) в квазистационарной области
частот нет.

Используя первое неравенство (11), легко пока-
зать, что в интересующей нас области частот и пара-
метров плазмы корни уравнения (32) определяются
следующей приближенной формулой:

ω(0,∞)
n ≈ Ωg

√(
1 +

Ω2
e

Ω2
g

Ω2
eR

2
S

c2µ2
n

)(
1 +

Ω2
eR

2
S

c2µ2
n

)−1

≤ Ωg.

(33)
При получении (33) использован тот факт, что µ2

n

являются достаточно большими величинами (не ме-
нее µ2

01 ≈ 5.8). При Ωe → 0 все корни (33) становятся
равными ωLe.

Точки, определяемые формулами (33), располо-
жены достаточно близко друг к другу. Поэтому да-
же при небольшой диссипации соседние нули ω

(0)
n и

полюса ω(∞)
n становятся неразличимыми. Резонанс-

ное поглощение энергии внешнего источника в плаз-
ме все же имеется (несмотря на слияние резонан-
сов), причем на частоте ω, близкой к верхней ги-
бридной частоте Ωg. То, что резонансное поглоще-
ние должно происходить именно вблизи Ωg видно
уже из формулы (33), поскольку для всех больших
n имеем ω

(0,∞)
n ≈ Ωg.

На рис. 2 показаны вещественная (сплошная ли-
ния) и мнимая (штриховая линия) части импедан-
са однородного плазменного соленоида без кожу-
ха в зависимости от частоты внешнего источника
при ωLeRS/c = 0.5, ΩeRS/c = 0.7 и νe = 0.03ωLe.
Значительное поглощение и возмущение мнимой ча-
сти импеданса наблюдаются вблизи частот (33), т.е.
около Ωg, что связано с резонансным возбуждени-
ем в плазме электромагнитных колебаний B-типа.
Штриховая кривая фактически представляет собой
индуктивность плазменного соленоида и за исклю-
чением узкой области, вблизи частот (33) индуктив-
ность плазменного соленоида близка к вакуумному
значению Λ0. Заметим, что параметр ωRS/c прини-
мает на рис. 2 довольно большие значения, а по-
этому рис. 2 находится на грани применимости ква-
зистационарного приближения. Мы привели здесь
такой «не вполне надежный» рисунок только для
того, чтобы сделать более заметными характерные
особенности импеданса и индуктивности плазменно-
го соленоида. При уменьшении параметра ΩgRS/c

структура зависимостей, представленных на рис. 2
сохраняется, но особенности кривых становятся ме-
нее выраженными. Кроме того, как показывают рас-
четы, вещественная часть импеданса с хорошей точ-
ностью совпадает с эффективным сопротивлением,
вычисленным исходя из выражения для объемной

Рис. 2. Комплексный импеданс однородного плазменного

соленоида без кожуха: сплошная линия — вещественная

часть, штриховая — мнимая часть

плотности энергии (22), и за пределами квазиста-
ционарного приближения. Поэтому в дальнейшем
для обозначения эффективного сопротивления бу-
дем использовать обозначение Z ′

S , такое же, как и
для вещественной части импеданса.

Согласно «каноническим» формулам (17) и (18)
в точке ω = ω(∞) (при резонансе токов) мнимая
часть импеданса обращается в ноль, а вещественная
часть достигает максимума, а в точке ω = ω(0) (при
резонансе напряжений) обращается в ноль мнимая
часть импеданса. Как видно из рис. 2, мнимая часть
импеданса в ноль не обращается вообще. Такое не
совсем обычное поведение импеданса в резонансной
точке обусловлено слиянием близко расположенных
друг к другу полюсов ω

(∞)
n и нулей ω

(0)
n . Посколь-

ку действительная часть импеданса на рис. 2 имеет
достаточно резкий максимум, соответствующий ре-
зонанс следует однозначно классифицировать как
резонанс токов. Заметим, что различие между ре-
зонансами токов и напряжений в плазменном со-
леноиде определяется величиной компоненты поля
Eϕ(r) на обмотке соленоида (см. формулу (27)): ко-
гда Eϕ(RS) достигает максимального значения, име-
ет место резонанс токов, а когдаEϕ(RS) ≈ 0 падение
напряжения на соленоиде мало и реализуется резо-
нанс напряжений. Расчеты показывают (см. рис. 2
и далее), что для плазменного соленоида резонанс
напряжений является нетипичным явлением.

На рис. 3 в зависимости от безразмерной цик-
лотронной частоты ΩeRS/c представлены веще-
ственные части импеданса (28), рассчитанные при
различных плазменных частотах ωLeRS/c = 0.1;
0.2; 0.25; 0.285; 0.3, постоянной частоте источни-
ка ωRS/c = 0.3 и νe = 0.03ωLe. Резонансные
циклотронные частоты определяются из уравнений
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Рис. 3. Вещественная часть импеданса однородного плаз-

менного соленоида. Числа около кривых соответствуют

значению ωLeRS/c

ω = ω
(∞)
n , решая которые с хорошей точностью име-

ем Ωe ≈
√
ω2 − ω2

Le, что полностью согласуется с
рис. 3. При увеличении ωLe резонансы смещают-
ся в область меньших циклотронных частот, а при
ωLe > ω вообще пропадают. В соответствии с фор-
мулой (19) кривые, представленные на рис. 3, опре-
деляют в относительных единицах мощности источ-
ника, выделяемые в плазменном соленоиде, когда
активное сопротивление цепи велико.

При повышении частот Ωe и ωLe резонансная
частота выходит за пределы квазистационарного ча-
стотного диапазона. При этом для исследования ре-
зонанса в плазменном соленоиде следует использо-
вать формулу (22), которая в рассматриваемом сей-
час случае записывается в виде

W (r) =
ω

8π
q|Eϕ(r)|2,

q = ε′′⊥
(
1 + |g|2/|ε⊥|2

)
− 2g′′Re (g/ε⊥).

(34)

Здесь было учтено первое уравнение системы (4)
при ∂/∂z = 0. Подставляя в (34) поле (26) и вы-
полняя интегрирование по объему соленоида, мож-
но получить выражение для полной мощности внеш-
него источника, выделяемой в плазме, которое из-
за громоздкости мы здесь не приводим, а результат
расчета для плазменного соленоида с параметрами
ωLeRS/c = 5, ΩeRS/c = 7, νe = 0.03ωLe представлен
на рис. 4а. Как видно, пики эффективного сопро-
тивления оказываются широкими и размытыми. Все
это свидетельствует о том, что мощность источника
расходуется не на возбуждение собственных волн в
плазме, а идет на излучение из соленоида. Это об-
стоятельство следует принимать во внимание при
интерпретации экспериментов по индуктивным раз-

Рис. 4. Эффективное сопротивление однородного плаз-

менного соленоида при учете выноса излучения (а) и при

наличии ограничивающего кожуха (б)

рядам в области частот, сопоставимых с величинами
c/RS и c/LS.

Ранее уже говорилось, что избежать излучения
из соленоида можно при помощи экранирующего ко-
жуха, окружающего соленоид. На рис. 4б представ-
лен результат расчета мощности источника для со-
леноида с кожухом при R/RS = 1.6. Расчет был про-
веден по формуле (34) с полем (26), в котором функ-
ции Ганкеля заменены на функции X0,1[(ω/c)RS ].
Как видим, результат кардинально отличается от
представленного на рис. 4а.

4. ОГРАНИЧЕННЫЙ ПЛАЗМЕННЫЙ
СОЛЕНОИД БЕЗ ВНЕШНЕГО

МАГНИТНОГО ПОЛЯ

Теория плазменного соленоида существенно
усложняется в случае, когда электромагнитное по-
ле в соленоиде зависит от продольной координаты
z. Такая зависимость естественным образом возни-
кает в соленоиде с переменной плотностью числа

9 ЖЭТФ, вып. 5
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витков обмотки, если число витков не велико или
в ограниченном соленоиде, у которого на границах
z = 0 и z = LS расположены проводящие плоскости.
Рассмотрим случай ограниченного соленоида. На
проводящих плоскостях равны нулю тангенциаль-
ные составляющие напряженности электрического
поля. Поэтому имеют место следующие граничные
условия:

Er|z=0 = Er|z=LS
= 0, Eϕ|z=0 = Eϕ|z=LS

= 0.

(35)
Учитывая граничные условия (35), будем искать ре-
шение уравнений (4) в виде

Er(z, r) =
∑

n=1

Ern(r) sin(kznz),

Eϕ(z, r) =
∑

n=1

Eϕn(r) sin(kznz),

Ez(z, r) =
∑

n=1

Ezn(r) cos(kznz),

(36)

где kzn = πn/LS — продольные волновые числа, воз-
буждаемых в соленоиде электромагнитных колеба-
ний. Подстановка разложений (36) в уравнения (4)
приводит к следующим уравнениям для функций
Ern(r), Eϕn(r) и Ezn(r):

d

dr

(
1

r

d

dr
rEϕn

)
− k2znEϕn +

ω2

c2
ε⊥Eϕn−

−iω
2

c2
gErn = 0,

kzn

(
kznErn − dEzn

dr

)
− ω2

c2
ε⊥Ern−

−iω
2

c2
gEϕn = 0,

1

r

d

dr
r

(
dEzn

dr
− kznErn

)
+
ω2

c2
ε||Ezn = 0.

(37)

Здесь компоненты тензора диэлектрической прони-
цаемости являются функциями координаты r, по-
этому уравнения (37) справедливы как в плазме, так
и вне плазмы. Подставляя второе выражение (36) в
(14) и учитывая (12), преобразуем уравнение внеш-
ней цепи к виду

U0 = IR0 − πRSNS

∑

n=1

PnEϕn(RS), (38)

где

Pn =

π∫

0

sinnxdx/

π∫

0

sin2 nxdx = 2
1− cosπn

πn
. (39)

Наконец, подставляя второе выражение (36) в гра-
ничное условие (6), получаем

dEϕn

dr
(RS + 0)− dEϕn

dr
(RS − 0) =

= −iω
c

4π

c

2

LS

LS∫

0

J(z) sin(kznz)dz. (40)

Если плотность обмотки соленоида постоянна по
длине соленоида и число витков достаточно велико,
то граничное условие (40) упрощается. Тогда, с уче-
том непрерывности тангенциальных составляющих
электрического поля (7), имеем следующие гранич-
ные условия для уравнений (37):

Eϕn(RS + 0)− Eϕn(RS − 0) = 0,

Ezn(RS + 0)− Ezn(RS − 0) = 0,
dEϕn

dr
(RS + 0)− dEϕn

dr
(RS − 0) =

= −iω
c

4π

c

NS

LS
IPn.

(41)

Заметим, что коэффициенты Pn зависят от кон-
струкции катушки, охватывающей плазму, и от
условий на продольных границах плазмы, т.е. в
принципе Pn могут определяться какими-то други-
ми формулами. Мы будем использовать формулы
(39).

Исключая функции Ern, запишем уравнения по-
ля (37) в виде

d

dr

1

r

d

dr
(rEϕn)−

(
χ2
n − ω4

c4χ2
n

g2
)
Eϕn =

= i
ω2

c2
kzn
χ2
n

g
dEzn

dr
,

1

r

d

dr

(
r
ε⊥
χ2
n

dEzn

dr

)
− ε||Ezn =

= −ikzn
1

r

d

dr

(
r
g

χ2
n

Eϕn

)
,

(42)

где

χ2
n = k2zn − ω2

c2
ε⊥. (43)

Уравнения (42) справедливы как в объеме плазмы
(при r < RS), так и во внешнем пространстве (при
r > RS).

Анализ системы (42) начнем со случая отсут-
ствия внешнего магнитного поля, когда g = 0,
ε⊥ = ε||. В этом случае второе уравнение системы
(42) отцеплено от первого уравнения, и компоненту
Ez , поскольку она не возбуждается азимутальным
током, можно положить равной нулю. При этом пер-
вое уравнение упрощается:

d

dr

1

r

d

dr
rEϕn − χ2

nEϕn = 0. (44)
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Если предположить, что выполнено неравенство

ω < πc/LS, (45)

которое согласуется с общим условием квазистаци-
онарности, то ограниченное в нуле и на бесконечно-
сти решение уравнения (44) имеет вид

Eϕn(r) =

{
AnI1(χnr), r < RS ,

BnK1(χ0nr), r > RS ,
(46)

где An и Bn — постоянные, а χ2
0n — величины (43),

взятые при ε⊥ = 1.

При большой длине соленоида, или в высокочас-
тотной области, неравенство (45) является слишком
жестким. Если не использовать неравенство (45),
то возникает трудность при записи ограниченного
на бесконечности решения уравнения (44). В этом
случае решение можно выразить через функцию
Ганкеля H

(1)
1 (
√
ω2/c2 − k2znr) (см. вывод формулы

(26)), а можно предположить, что соленоид заклю-
чен в проводящий цилиндрический кожух радиуса
r = R > RS . При наличии кожуха вместо (46) имеем
следующее решение:

Eϕn(r) =

{
AnI1(χnr), r < RS ,

Bn[K1(χ0nr)I1(χ0nR)− I1(χ0nr)K1(χ0nR)] ≡ BnX1(χ0nr), RS < r < R.
(47)

Для определения постоянных An и Bn решение (46) сшивается в точке r = RS при помощи первого и
третьего условий (41). В результате для азимутальной составляющей напряженности электрического поля
соленоида без проводящего кожуха получаем следующее выражение (при r ≤ RS):

Eϕn(r) = i
ω

c

4π

c

NS

LS
Pn

I1(χnr)K1(χ0nRS)

χnI0(χnRS)K1(χ0nRS) + χ0nI1(χnRS)K0(χ0nRS)
I. (48)

Подставляя (48) в уравнение цепи (38) и учитывая формулу (15), получим следующее выражение для им-
педанса ограниченного плазменного соленоида без кожуха в отсутствие внешнего магнитного поля

ZS(ω) = −iωΛ0

∑

n=1

P 2
n

I1(χnRS)K1(χ0nRS)

χnRSI0(χnRS)K1(χ0nRS) + χ0nRSI1(χnRS)K0(χ0nRS)
. (49)

В случае плазменного соленоида с проводящим кожухом (в этом случае вместо (46) берется решение (47))
комплексный импеданс имеет вид

ZS(ω) = −iωΛ0

∑

n=1

P 2
n

I1(χnRS)X1(χ0nRS)

χnRSI0(χnRS)X1(χ0nRS) + χ0nRSI1(χnRS)X0(χ0nRS)
, (49a)

гдеX0(χ0nr) = K0(χ0nr)I1(χ0nR)+I0(χ0nr)K1(χ0nR).
Формулой (49) можно пользоваться только в ча-
стотном диапазоне (45). В случае формулы (49a)
подобное ограничение отсутствует.

Знаменатели в выражении (49)

DBn(χnRS) ≡ χnI0(χnRS)K1(χ0nRS)+

+ χ0nI1(χnRS)K0(χ0nRS) (50)

являются дисперсионными функциями для волн B-
типа плазменного цилиндра со свободной поверхно-
стью. Таких волн в плазменном цилиндре без внеш-
него магнитного поля нет, поскольку дисперсионные
уравнения DBn = 0 при νe = 0 вещественных ре-

шений относительно частоты ω не имеют6). Таким
образом, у импеданса (49) резонансные особенно-
сти — нули и полюса — отсутствуют. Следователь-
но, отсутствует и резонансное поглощение мощно-
сти внешнего источника в ограниченном плазмен-
ном соленоиде без кожуха и внешнего магнитного
поля. Ранее тот же результат был получен для одно-
родного соленоида, при расчете которого полагалось
∂/∂z = 0 (см. формулы (30) и (31)). У импеданса,
определяемого формулой (49a), резонансные особен-
ности имеются, но только в высокочастотной обла-

6) Комплексные решения соответствуют затухающим воз-
мущениям поля. Затухание обусловлено свободным излу-
чением в окружающее плазменный цилиндр пространство.
Плазменный цилиндр со свободной поверхностью для полей
B-типа волноводом не является.
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сти, где квазистационарное приближение, а значит
и само понятие импеданса, неприменимы.

На рис. 5 представлен комплексный импеданс
(49) ограниченного плазменного соленоида с одно-
родной плотностью обмотки в отсутствие внешнего
магнитного поля при ωLeRS/c = 0.5, νe = 0.03ωLe,
LS/RS = 2. Монотонный характер представлен-
ных зависимостей свидетельствует об отсутствии ре-
зонансов, связанных с возбуждением собственных
волн B-типа в плазменном цилиндре со свободной
поверхностью. Приведенная на рис. 5 зависимость
мнимой части импеданса свидетельствует об отсут-
ствии зависимости индуктивности от частоты. При-
мерно такой же вид имеет импеданс соленоида, рас-
считанный по формуле (49a).

Импеданс и индуктивность ограниченного соле-
ноида зависят от его длины LS . От длины зависит и
индуктивность вакуумного соленоида Λ0, но в слу-
чае ограниченного плазменного соленоида эта зави-
симость существенно более сильная. На рис. 6 в за-
висимости от длины LS показана относительная ин-
дуктивность плазменного соленоида ΛS/Λ0, вычис-

ленная по импедансу (49a). При больших значениях
LS она стремится к относительной индуктивности
плазменного соленоида большой длины, вычислен-
ной по импедансу (28a). Интуитивно ясно, что чем
длиннее соленоид, тем меньше влияние его границ
z = 0, LS. Рис. 6 свидетельствует, что это именно
так.

При нарушении условия квазистационарности
формулы (49) и (49a) непригодны, непригодна и
формула (48) для гармоник азимутальной состав-
ляющей напряженности электрического поля, по-
скольку не учитывает излучения через боковую по-
верхность соленоида. Вместо учета излучения пред-
положим наличие проводящего кожуха радиуса R,
охватывающего соленоид. Поле в плазме в этом
случае дается формулой (48), в которой функции
K0,1(χ0nRS) заменены на X0,1(χ0nRS). Подставляя
Eϕn(r) во вторую формулу (36), а затем в форму-
лу (22), после интегрирования по объему соленоида
получим следующее выражение для мощности ис-
точника, выделяемой в плазменном соленоиде с ко-
жухом в отсутствие внешнего магнитного поля:

W (ω) = ω
Λ0I

2

2
ε′′⊥
∑

n

∣∣∣∣
(ω/c)X1(χ0nRS)

χnI0(χnRS)X1(χ0nRS) + χ0nI1(χnRS)X0(χ0nRS)

∣∣∣∣
2
P 2
n

R2
S

RS∫

0

I1(χnr)I1(χ
∗
nr)rdr (51)

Для плазменного соленоида с параметра-
ми ωLeRS/c = 5, νe = 0.03ωLe, LS/RS = 2 и
R/RS = 1.6 мощность (51) приведена на рис. 7.
Видно, что за пределами квазистационарной обла-
сти частот появились максимумы мощности. Они
обусловлены резонансным возбуждением источни-
ком собственных волн B-типа волновода радиуса
R с плазменным цилиндром радиуса RS . Можно
показать, что в знаменателе выражения под знаком
модуля в (51) находится дисперсионная функция
именно этих волн (эта же функция находится в
знаменателе выражения (49a)).

5. ОГРАНИЧЕННЫЙ ПЛАЗМЕННЫЙ
СОЛЕНОИД С МАГНИТОАКТИВНОЙ

ПЛАЗМОЙ

Перейдем теперь к общему случаю магнитоак-
тивной плазмы. В области r < RS решение уравне-

Рис. 5. Комплексный импеданс ограниченного плазменно-

го соленоида без кожуха в отсутствие внешнего магнитного

поля

ний (42) ищем в виде

Eϕn = AnJ1(κnr),

Ezn = BnJ0(κnr),
(52)

где An, Bn — постоянные, а κn — неизвестные соб-
ственные значения. Подстановка (52) в уравнения
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Рис. 6. Индуктивность ограниченного плазменного соле-

ноида в зависимости от его длины

Рис. 7. Эффективное сопротивление ограниченного плаз-

менного соленоида с кожухом в отсутствие внешнего маг-

нитного поля

(42) приводит к однородной системе двух уравнений
для An, Bn

[
κ2n +

(
χ2
n − ω4

c4χ2
n

g2
)]

An = i
ω2

c2
kznκn
χ2
n

gBn,
(
κ2n +

ε||
ε⊥
χ2
n

)
Bn = ikznκn

g

ε⊥
An.

(53)

Откуда получается уравнение для определения соб-
ственных значений κn

ε⊥κ
4
n +

[
χ2
n(ε⊥ + ε||) +

ω2

c2
g2
]
κ2n+

+

(
χ4
n − ω4

c4
g2
)
ε|| = 0 (54)

и соотношение между постоянными в решении (52)

Bn = i
kznκng

ε||χ2
n + ε⊥κ2n

An ≡ iβ(κn)An. (55)

Корни биквадратного уравнения (54) запишем в ви-
де κn1, −κn1, κn2, −κn2, где

κ2n1,2 =
1

2ε⊥



−

(
ε⊥ + ε||

)
χ2
n − g2

ω2

c2
±

±

√[(
ε⊥ − ε||

)
χ2
n + g2

ω2

c2

]2
+ 4ε||g2k2zn

ω2

c2



 . (56)

Поскольку J1(−z) = −J1(z), J0(−z) = J0(z),
β(−z) = −β(z), то с учетом (52) общее решение пер-
вых двух уравнений системы (42) оказывается сле-
дующим:

Eϕn = An1J1(κn1r) +An2J1(κn2r),

Ezn = iβ(κn1)An1J0(κn1r) + iβ(κn2)An2J0(κn2r),

(57)
где An1,2 — постоянные.

В вакуумной области r > RS ограниченные ре-
шения первых двух уравнений (42) имеют вид

Eϕn = CnK1(χ0nr),

Ezn = DnK0(χ0nr),
(58)

где Cn и Dn — постоянные. Если плазменный соле-
ноид имеет проводящий цилиндрический кожух, то
при R > r > RS записывается следующее решение:

Eϕn = CnX1(χ0nr),

Ezn = Dn[K0(χ0nr)I0(χ0nR)−
−I0(χ0nr)K0(χ0nR)] ≡ DnZ0(χ0nr),

(59)

где функция X1(χ0nr) приведена в (47).
Для определения постоянных An1,2, Cn и Dn ре-

шения (57) и (58) следует сшить в точке r = RS .
Однако, трех условий сшивки — граничных усло-
вий (41) — недостаточно для определения четырех
постоянных в решениях (57) и (58). Недостающее,
четвертое условие получается интегрированием вто-
рого уравнения системы (42) в окрестности точки
r = RS , что дает

{
ε⊥
χ2
n

dEzn

dr
+ ikzn

g

χ2
n

Eϕn

}

r=RS

= 0. (60)

Используя систему (3), можно показать, что (60)
эквивалентно условию непрерывности на границе
плазмы тангенциальной составляющей индукции
магнитного поля Bϕ, или нормальной составляющей
индукции электрического поля Dr = ε⊥Er + igEϕ.

Сшивая при помощи полученных условий реше-
ния (57) и (58), выразим постоянные An1,2, Cn, Dn

и найдем следующее выражение:
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Eϕn(r) = i
ω

c

4π

c
I
NS

LS
PnK1(χ0nRS)×

×
(
DEn(κn2RS)

Dn
J1(κn1r) −

DEn(κn1RS)

Dn
J1(κn2r)

)
,

(61)

где

Dn = DEn(κn2RS)DBn(κn1RS)−
−DEn(κn1RS)DBn(κn2RS), (62)

DBn(κn1,2RS) = χ0nJ1(κn1,2RS)K0(χ0nRS)+

+κn1,2J0(κn1,2RS)K1(χ0nRS),

DEn(κn1,2RS) = (J0(κn1,2RS)K1(χ0nRS)χ
−1
0n−

ε⊥κn1,2J1(κn1,2RS)K0(χ0nRS)χ
−2
n )β(κn1,2)+

+kzngχ
−2
n J1(κn1,2RS)K0(χ0nRS).

(63)

Выражения Dn являются дисперсионными функ-
циями смешанных, т.е. B- и E-типов, электромаг-
нитных волн магнитоактивного плазменного ци-
линдра со свободной поверхностью. Имея в ви-
ду предельный переход к нулевому внешнему маг-
нитному полю, можно условно назвать функции
DBn(κn1,2RS) дисперсионными функциями волн B-
типа, а DEn(κn1,2RS) — дисперсионными функция-
ми волн E-типа (см. формулу (50)).

Подставляя (61) в уравнение внешней цепи (38),
стандартным образом получаем следующее выра-
жение для комплексного импеданса соленоида, за-
полненного однородной магнитоактивной плазмой:

ZS(ω) = −iωΛ0

∑

n=1

P 2
n

(DEn(κn2RS)J1(κn1RS)−DEn(κn1RS)J1(κn2RS))K1(χ0nRS)

RS (DEn(κn2RS)DBn(κn1RS)−DEn(κn1RS)DBn(κn2RS))
. (64)

В нулевом магнитном поле формула (64) переходит в формулу (49).
При получении формулы (64) мы полагали, что проводящий кожух у соленоида отсутствует. Если про-
водящий кожух имеется, то следует использовать решение (59). Тогда, почти полностью повторяя вывод
формулы (64), получим следующее выражение для импеданса ограниченного плазменного соленоида с про-
водящим кожухом во внешнем магнитном поле:

ZS(ω) = −iωΛ0

∑

n=1

P 2
n

(DEn(κn2RS)J1(κn1RS)−DEn(κn1RS)J1(κn2RS))X1(χ0nRS)

RS (DEn(κn2RS)DBn(κn1RS)−DEn(κn1RS)DBn(κn2RS))
, (64a)

а дисперсионные функции определяются формулами

DBn(κn1,2RS) = χ0nJ1(κn1,2RS)X0(χ0nRS) + κn1,2J0(κn1,2RS)X1(χ0nRS),

DEn(κn1,2RS) = β(κn1,2)
(
J0(κn1,2RS)Z1(χ0nRS)χ

−1
0n − ε⊥κn1,2J1(κn1,2RS)Z0(χ0nRS)χ

−2
n

)
+

+kzngχ
−2
n J1(κn1,2RS)Z0(χ0nRS),

(65)

где Z1(χ0nr) = K1(χ0nr)I0(χ0nR) + I1(χ0nr)K0(χ0nR).
Решение (59) имеет смысл при любом знаке величин χ2

0n (в отличие от решения (58), полученного при
χ2
0n > 0), и применимость формулы (64a) не ограничивается условием (45). Поэтому в (64a) оказывается

возможным предельный переход к соленоиду бесконечной длины LS → ∞, или kzn → 0. В этом пределе
из формул (56) и (55) имеем κ2n1 → (ω2/c2)ε||, κ2n2 → (ω2/c2)ε̃⊥ ≡ κ22 (ε̃⊥ см. в (24)), β(κn1) → const 6= 0,
β(κn2) → 0. Тогда, с учетом (65), формула (64a) преобразуется к виду

ZS(ω) = −iωΛ0
J1(κ2RS)X1(iωRS/c)

RS (χ0nJ1(κ2RS)X0(iωRS/c) + κ2J0(κ2RS)X1(iωRS/c))

∑

n=1

P 2
n . (66)

Принимая во внимание соотношение

∑

n=1

P 2
n =

4

π2

∑

n=1

(
1− (−1)n

n

)2

= 2, (67)

видим, что формула (66) в точности переходит в
формулу (28a) индуктивности однородного солено-
ида. Таким образом, однородным может считаться
соленоид очень большой длины. Но это и понятно,
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поскольку при большой длине соленоида условия на
его торцах существенной роли не играют.

Уравнение

Dn ≡ D(ω, kzn) = DEn(κn2RS)DBn(κn1RS)−
−DEn(κn1RS)DBn(κn2RS) = 0 (68)

определяет частоты ωs(kzn) собственных волн плаз-
менного цилиндра радиуса RS (со свободной поверх-
ностью, или в волноводе радиуса R) во внешнем
магнитном поле. При этом индекс s обозначает но-
мер ветви плазменных волн, а n совпадает с индек-
сом суммирования в (64) и (64a). Эти же частоты
определяют полюса ω(∞)

sn = ωs(kzn) импедансов (64)
и (64a). Достаточно сложное уравнение (68) в раз-
личных предельных случаях исследовалось в тео-
рии плазменных волноводов [35]. Точное уравнение
для нулей импеданса, из-за наличия в (64) и (64a)
бесконечной суммы, вообще нельзя записать в яв-
ном виде. Поэтому нельзя в общем виде определить
имеются ли у импедансов (64) и (64a) нули. При рас-
четах, проводившихся для конкретных случаев, ну-
ли импедансов обнаружены не были. Напомним, что
в полюсах импеданса реализуется резонанс токов,
а в нулях — резонанс напряжений. Таким образом,
в ограниченном плазменном соленоиде во внешнем
магнитном поле резонансы токов возможны, а ре-
зонансы напряжений, скорее всего, отсутствуют. То
же самое, исходя из предыдущих результатов, мож-
но сказать и об однородном плазменном соленоиде.

Рассмотрим механизмы передачи энергии внеш-
него источника магнитоактивной плазме, находя-
щейся в соленоиде. Все эти механизмы учтены в
формулах (64) и (64a). Высокочастотное электро-
магнитное поле соленоида имеет структуру B-типа.
Вынужденные колебания этого типа и будут воз-
буждаться в плазме. Но при наличии в плазме ко-
нечного внешнего магнитного поля колебания B-
типа и E-типа оказываются зацепленными между
собой. Таким образом, в соленоиде с магнитоак-
тивной плазмой на частоте внешнего источника ω

возбуждаются вынужденные смешанные электро-
магнитные колебания обоих типов. Наиболее интен-
сивное возбуждение колебаний в плазме происхо-
дит при совпадении частоты источника с частота-
ми собственных волн плазменной системы, т.е при
ω ≈ ω

(∞)
sn = ωs(kzn), где ωs(kzn) определяются из

уравнений (68). Естественно, что наиболее сильное
поглощение энергии внешнего источника в плазме
происходит на тех же частотах. Именно зацеплени-
ем электромагнитных волн B-типа и E-типа случай
магнитоактивной плазмы в соленоиде отличается от

Рис. 8. Вещественная часть импеданса ограниченного

плазменного соленоида без кожуха во внешнем магнитном

поле для ωLeRS/c = 0.5, νe = 0.03ωLe, LS/RS = 2. Числа

около кривых соответствуют значению ΩeRS/c

случая плазменного соленоида без магнитного поля
(возбуждаются только колебания B-типа) и от слу-
чая плазмы в конденсаторе (возбуждаются только
колебания E-типа) [18]. Следовательно, применение
магнитоактивной плазмы позволяет задействовать
плазменные волны всех типов в качестве индуктив-
ных каналов резонансной перекачки энергии источ-
ника в плазму. Особый интерес представляют вол-
ны E-типа из-за их низкой частоты. Более того, в
плазменном цилиндре собственных электромагнит-
ных волн B-типа в низкочастотной области вообще
нет (кроме волн (33) с частотами, близкими к верх-
ней гибридной частоте).

Известно [35], что в плазменном волноводе в
случае слабого внешнего магнитного поля, когда
Ωe < ωLe, имеются три группы волн E-типа. В низ-
кочастотной области ω < Ωe располагаются частоты
объемных косых циклотронных волн. В промежу-
точной области частот Ωe < ω < ωLe лежит частота
поверхностной ленгмюровской волны. В высокочас-
тотной области ωLe < ω < Ωg расположены частоты
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косых ленгмюровских волн. В случае сильного
внешнего магнитного поля, когда Ωe > ωLe, поверх-
ностной волны нет, частоты косых ленгмюровских
волн расположены в области ω < ωLe, а частоты
косых циклотронных волн принадлежат диапазону
Ωe < ω < Ωg.

На рис. 8 представлены результаты расчета ве-
щественной части импеданса ограниченного плаз-
менного соленоида, выполненные по формуле (64)
для ωLeRS/c = 0.5, νe = 0.03ωLe, LS/RS = 2 и раз-
личных значений ΩeRS/c = 0.02, 0.1, 1, 5. При ма-
лом значении магнитного поля кривая аналогична
кривой на рис. 5, построенной для случая нулевого
магнитного поля. В отсутствие внешнего магнитно-
го поля имеются только волны E-типа, возбуждение
которых азимутальным током не происходит и ре-
зонансного поглощения энергии в плазме нет. При
ненулевом значении магнитного поля волны E-типа
и B-типа оказываются связанными и возбуждение
такой волны азимутальным током становится воз-
можным. Это и проявляется появлением пиков ре-
зонансного поглощения на рис. 8 для кривой, соот-
ветствующей ΩeRS/c = 0.02. Правый из этих пи-
ков соответствует возбуждению объемной ленгмю-
ровской волны с частотой близкой к ленгмюровской,
а левый — поверхностной волне с частотой порядка
ωLe/

√
2. При увеличении магнитного поля до значе-

ний ΩeRS/c = 0.1 связь между волнами усиливается
и пики поглощения возрастают, в том числе форми-
руется и низкочастотный пик циклотронного погло-
щения. В сильном магнитном поле (Ωe > ωLe), при
ΩeRS/c = 1, на рис. 8 в квазистационарной обла-
сти частот, проявляются только пики низкочастот-
ных ленгмюровских волн. Они же сохраняются и в
случае ΩeRS/c = 5, но их величина заметно умень-
шается, в соответствии с тем, что в сильном магнит-
ном поле волны трансформируются в волны E-типа,
которые не возбуждаются азимутальным током. Во
всех рассмотренных случаях мнимая часть импе-
данса практически не зависит от величины внеш-
него магнитного поля и совпадает с зависимостью,
изображенной на рис. 5.

6. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

На основе системы уравнений Максвелла в хо-
лодной столкновительной магнитоактивной плазме
рассмотрены электродинамические свойства плаз-
менного столба и динамика возбуждения электро-
магнитных полей азимутальным током на его по-
верхности при произвольных соотношениях меж-

ду частотой возбуждающего генератора, электрон-
ной циклотронной частотой и плазменной часто-
той. Рассмотрены случаи безграничного и продоль-
но ограниченного плазменного соленоида. Вычис-
лялись комплексный импеданс системы и эффек-
тивное сопротивление как величина, характеризу-
ющая поглощаемую в плазме мощность. Несмотря
на ограниченность понятия комплексного импедан-
са квазистационарным случаем, тем не менее ве-
щественная часть импеданса оказывается совпадаю-
щей с эффективным сопротивлением, понятие кото-
рого имеет более широкую область применимости не
ограниченную условием квазистационарности. Резо-
нансные свойства комплексного импеданса и эффек-
тивного сопротивления плазмы связаны с возмож-
ностью возбуждения в системе собственных элек-
тромагнитных волн с последующей их столкнови-
тельной диссипацией. Уширение резонансных линий
определяется как частотой электронных столкнове-
ний, так и возможностью радиального выноса энер-
гии в открытой системе. В системе без кожуха в до-
статочно слабом или, наоборот, достаточно сильном
внешнем магнитном поле доминирующими оказы-
ваются только волны E-типа, возбуждение которых
азимутальным током не происходит и резонансный
характер поглощения энергии в плазме не проявля-
ется. При промежуточном значении магнитного по-
ля волны E-типа и B-типа оказываются связанны-
ми и возбуждение такой волны азимутальным током
становится возможным. Это и проявляется появле-
нием пиков резонансного поглощения, связанных с
возбуждением объемных или поверхностных ленг-
мюровских волн, а также циклотронных волн.

Финансирование. Работа выполнена при фи-
нансовой поддержке Российского научного фонда
(проект № 22-29-00642).
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Рассмотрены процессы образования плазмы из нановолокон вольфрама, содержащих пузыри гелия, под

воздействием потока энергии и частиц из гелиевой плазмы в условиях повышенного до сотен вольт при-

стеночного потенциала, когда наблюдается спонтанное инициирование всплесков взрывной электронной

эмиссии. Показано, что для развития моделей инициирования под внешним воздействием потока энергии

и частиц требуется учет гетерофазной структуры нановолокон. Методом молекулярной динамики про-

ведено атомистическое моделирование взаимодействия налетающего атома гелия повышенной энергии

(100–500 эВ) с ансамблем атомов гелия в наноразмерном пузыре с твердотельной концентрацией газа

(1029 м−3), удерживаемом в приповерхностном слое вольфрама. Получено время релаксации энергии в

гетерофазной системе нанопузыря в вольфраме, составляющее единицы пикосекунд. Показано, что при

энергии падающих частиц на уровне сотен электронвольт возможен перегрев приповерхностных нанопу-

зырей, который приводит к их взрыву за времена порядка 10 пс. Такая энергия сопоставима с полной

энергией частиц нанопузыря, и при таком пристеночном потенциале наблюдаются спонтанные иниции-

рования всплесков взрывной электронной эмиссии.

DOI: 10.31857/S0044451024050134

1. ВВЕДЕНИЕ

В настоящее время вольфрам рассматривается
в качестве одного из основных материалов обра-
щенных к плазме элементов будущих термоядерных
установок, типа ИТЭР. Вольфрам характеризует-
ся высокой температурой плавления, низким коэф-
фициентом распыления, низким захватом изотопов
водорода, но подвержен структурным изменениям
при облучении поверхности ионами гелиевой плаз-
мы. Облучение вольфрама гелием ведет к разви-
тию морфологии поверхности с образованием нано-
структур, известных как вольфрамовый нанопух [1].

Характерные условия образования вольфрамо-
вого пуха следующие: температура поверхности

* E-mail: v.kulagin@lebedev.ru
** E-mail: mmtsv@lebedev.ru, elley@list.ru

T = 900–2000К, энергия ионов гелия E0 > 20 эВ,
доза облучения Φ > 1020 см−2 [2]. Характерный по-
перечный размер отдельных наноструктур обычно
составляет порядка 10 нм, а их высота может до-
стигать нескольких микрометров в зависимости от
потока и дозы облучения. Важно отметить, что в
данных наноструктурах также присутствует захва-
ченный гелий как в растворенном состоянии, так
и в виде сформировавшихся гелиевых пузырей [3].
Физические свойства вольфрамового нанопуха, как
материала, обращенного к плазме, сильно отлича-
ются от свойств в случае чистого вольфрама. Од-
ним из негативных эффектов, связанных с образова-
нием вольфрамового нанопуха, является повышен-
ная вероятность зажигания униполярных дуг, что
ведет к увеличению эрозии обращенной к плазме
поверхности [4–6].

На данный момент механизмы роста и свойства
вольфрамового пуха подробно исследовались для
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случая облучения поверхности вольфрама ионами
гелия низкой энергии 20–100 эВ [7–11]. При этом для
повышенной энергии (сотни электронвольт) рост во-
локон сменяется распылением, а также спонтанно
инициируются «пробои» — всплески тока взрывной
электронной эмиссии [12–14].

В данной работе исследуется процесс выделения
энергии потока ионов внешней плазмы, падающего
на наноструктуру, в условиях, соответствующих об-
разованию металлической плазмы из нановолокон.
В разд. 2 приводятся оценки свойств плазмы, об-
разующейся в результате всплесков взрывной элек-
тронной эмиссии, следующие из теории вакуумного
разряда и свойств наноструктуры. В разд. 3 обсуж-
дается передача энергия при атомных столкновени-
ях. В разд. 4 описано проведенное численное моде-
лирование процессов релаксации энергии падающе-
го атома гелия в гетерофазной системе с нанопузы-
рем гелия в вольфраме методом молекулярной дина-
мики. В разд. 5 содержится обсуждение полученных
результатов.

2. ИНИЦИИРОВАНИЕ ПРОБОЕВ ПОД
ВОЗДЕЙСТВИЕМ ПЛАЗМЫ

Функционирование униполярных дуговых раз-
рядов представляет собой импульсно-периодическое
образование сгустков плазмы из материала поверх-
ности за счет всплесков взрывной электронной эмис-
сии [15, 16]. Эквивалентный коэффициент распыле-
ния (отношение плотности вольфрама, покидающе-
го стенку, к плотности плазмы) может достигать
∼ 10 [17], что на порядки величины выше физиче-
ского распыления вольфрама легкими ионами низ-
ких энергий [18, 19].

Для «чистой» поверхности был получен порог
потока внешней энергии из плазмы q на уровне
200МВт/см2, который достаточен для компенса-
ции интенсивного охлаждения поверхности эмис-
сией электронов и обеспечивает взрывной джоулев
перегрев участков поверхности — взрывную эмис-
сию [20]. При этом, в случае малой плотности внеш-
ней плазмы и большой энергии ее частиц, данным
большим потоком энергии q из материала поверх-
ности может создаваться плотная плазма, обеспе-
чивающая протекание эмиссионного тока высокой
плотности j, достаточной для взрыва. Предельная
величина составляет примерно

jM ∼ jpl = enpl

(
Te

2πme

)1/2
, (1)

где npl и Te — плотность плазмы и температура
электронов в ней.

Присутствие развитой наноструктуры поверхно-
сти может существенно облегчить процесс форми-
рования такой первичной плазмы, так как, очевид-
но, что из-за наноструктуры снижается количество
связей между атомами вещества материала поверх-
ности. В работе [5] была предложена модель «изоли-
рованного слоя» для оценки параметров такой плаз-
мы. Концентрация атомов, согласно этой модели,
может быть примерно оценена из равенства прихо-
дящего из плазмы потока энергии и потока энергии,
уносимой испарением атомов вольфрама, а именно:

n1 = npl

(
MW

MHe

)1/2
E

3/2
0

EcohT
1/2
W

, (2)

где MW и MHe — массы атомов вольфрама и ге-
лия, E0 — энергия падающих на поверхность ионов
гелия, Ecoh — энергия связи атомов вольфрама
(в нормальных условиях Ecoh = 9 эВ, но из-за
наноструктуры может быть ниже [17, 21]), TW —
температура атомов слоя вольфрама, соответству-
ющая равновесию потоков нагрева и охлаждения
TW ∼ 1 эВ [5]. Далее происходит ионизация под воз-
действием внешней плазмы [5].

Для условий импульсного воздействия плазмы
в виде ELM (Edge Localized Mode) [18], имеющей
энергию частиц E0 порядка 1 кэВ и плотность плаз-
мы npl порядка 1014 см−3, плотность n1 составит
более 1018 см−3, что соответствует нижней грани-
це плотности плазмы, достаточной для иницииро-
вания взрывоэмиссионных всплесков, согласно ра-
ботам [22, 23]. Однако также наблюдается и спон-
танное инициирование — без триггера в виде потока
энергии.

2.1. Спонтанное инициирование

Уже в первой работе по экспериментальному ис-
следованию взаимодействия плазмы с такой нано-
структурированной вольфрамовой поверхностью в
крупной термоядерной установке — стеллараторе
LHD (Large Helical Device) [12] — было получено
инициирование дуговых разрядов в стационарной
плазме с плотностью на уровне 1012 см−3 и энергией
падающих на поверхность ионов 100–200 эВ в обла-
сти дивертора. Поток энергии q и соответствующая
плотность n1 (выражение (2)) оказываются меньше
на несколько порядков, чем в случае импульсного
воздействия плазмы во время ELM (которых не воз-
никает в плазме, удерживаемой в магнитной конфи-
гурации стелларатора), а именно порядка 1015 см−3.

Аналогичные параметры плазмы (плотность на
уровне 1012 см−3) были и в последующих экспери-
ментах в линейном симуляторе NAGDIS-II [13, 14],
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где отдельно исследовалось спонтанное иницииро-
вание. При этом основное влияние на инициирова-
ние оказывало увеличение пристеночного потенциа-
ла примерно с 300В до 400–500В [13]. Очевидно, что
соответствующее этому увеличение потока энергии
и соответствующей плотности n1 всего в 1.5–2 раза
(см. (2)) не может заведомо объяснить инициирова-
ние взрывоэмиссионных всплесков.

Отметим, кроме того, что рассмотренная «энер-
гетическая» модель [5] не учитывает, во-первых,
большое количество газа в волокнах, а во-вторых,
снижение средней энергии связи атомов вольфрама
в наноструктуре, так как соответствующие количе-
ственные исследования были проведены позднее.

2.2. Содержание гелия

В результате прямых экспериментальных изме-
рений было определено количество гелия, содер-
жащегося в наноструктуре волокон [24]. Отноше-
ние частиц составило He/W = 13 ± 4%. Учиты-
вая, что плотность вольфрама в нормальных усло-
виях составляет nW ≈ 6 · 1022 см−3, средняя по на-
новолокнам концентрация гелия составит порядка
〈nHe〉 ∼ 1022 см−3. Освобождение такого количества
газа при масштабном разрушении волокон может
существенно повлиять на параметры плазмы. Хотя
потенциал ионизации гелия (IHe+1 = 25 эВ) суще-
ственно выше, чем вольфрама (IW+1 = 7.98 эВ), что
приводит к преимущественному формированию ме-
таллической плазмы, а не газовой, взрывы наномет-
ровых пузырей с примерно твердотельной плотно-
стью газа в них, nHe на уровне 1023 см−3 [24], будут
приводить к заполнению объема структуры наново-
локон газом высокой концентрации.

Для кубического расширения nr3 = const и на-
чального размера пузыря 1 нм получим уменьшение
концентрации газа с увеличением расстояния:

nHe(r) = 100/r3,

что дает высокую концентрацию 1020 см−3 и
1017 см−3 на удалении 10 нм и 100 нм, соответствую-
щем расстоянию между соседними нановолокнами.

2.3. Энергия связи

На основе модели, связывающей средний заряд
ионов взрывоэмиссионной плазмы вакуумного ду-
гового разряда и энергии связи атомов металла ка-
тода [25, 26], а также экспериментальных результа-
тов по заряду ионов плазмы вакуумной дуги, горя-
щей на слоях вольфрамовых нановолокон [27], была

оценена средняя энергия связи для такой нано-
структуры [17]:

〈Ecoh〉 = 10 эВ〈n〉/nW, (3)

где 〈n〉 — средняя концентрация атомов в волокнах,
составляющая от нескольких сотых до десятых до-
лей от концентрации вольфрама в нормальных усло-
виях (nW).

Наименьшее измеренное значение 〈n〉/nW соста-
вило около 5% [28], что дает для средней энергии
связи 〈Ecoh〉 ≈ 0.5 эВ. Учет этой величины в урав-
нении (2) увеличит оцениваемое значение плотности
n1 в Ecoh/〈Ecoh〉 = 18 раз, до уровня 1016 см−3.

Данные особенности связаны с «тонкой струк-
турой» рассматриваемой гетерофазной системы на-
новолокон, свойства которой требуется корректно
учесть в задаче о формировании плазмы.

3. ПЕРЕДАЧА ЭНЕРГИИ В
СТОЛКНОВЕНИЯХ

3.1. Столкновения гелий–вольфрам

Исходя из отношения атомных масс вольфрама
и гелия

MW/MHe ≈ 46,

можно видеть, что в каждом соударении атомам
вольфрама от гелия передается только небольшая
часть энергии, и полная передача произойдет за чис-
ло соударений порядка MW/MHe.

При энергии E0 = 50 эВ, превышающей порого-
вое значение для инициирования роста волокон [2],
величина передаваемой атомам вольфрама энергии
составляет

E0MHe/MW ∼ 1 эВ,

что достаточно для нагрева волокон и может быть
существенным для их роста. При повышении энер-
гии ионов гелия до 500 эВ переданная атомам воль-
фрама энергия может достигать

E0MHe/MW ∼ 10 эВ,

что сравнимо с энергией связи вольфрама в нор-
мальных условиях (Ecoh = 9 эВ) и может быть до-
статочным для существенного распыления наново-
локон. Как отмечалось в [13], распыление может
иметь значение для спонтанного инициирования при
повышении потенциала.

При этом общая длина траектории L составит

L ∼ aMW/MHe ≈ 14 нм

(где a = 3.165 Å — период кристаллической решетки
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вольфрама), что по порядку величины совпадает с
поперечным размером нановолокон — десятки нано-
метров [1].

Для оценки глубины пробега нужно учесть рас-
сеяние на большие углы при соударении частиц
сильно различающихся масс. Однако более важ-
но наличие в волокнах большого количества ранее
внедренного гелия.

3.2. Столкновения гелий–гелий

При средней концентрации 〈nHe〉 ∼ 1022 см−3

столкновения He–He будут достаточно частыми, но
еще более важно, что в таких соударениях из-за ра-
венства масс может произойти передача большой
части или всей энергии. При этом в процессе ро-
ста нановолокон атомы гелия накапливаются в воль-
фраме и объединяются в нанопузыри с концентра-
цией газа порядка твердотельной n ∼ 1023 см−3. Па-
дающий атом гелия в таком пузыре может потерять
всю энергию за одно столкновение, при этом столк-
новения происходят с частотой

nvσ ∼ 1014 c−1,

где v ∼ 107 см/с — скорость падающего атома ге-
лия, σ ≈ 10−16 см2 — сечение столкновений [29]. Бо-
лее подробные результаты можно получить на ос-
нове работы [30]. Оценим время релаксации (τHe)
атома в бесконечном объеме, заполненном атома-
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Рис. 1. Зависимости времени релаксации энергии быстро-

го атома гелия в бесконечном объеме, заполненном гели-

ем при температуре равной 1000К и различных значениях

концентрации

ми гелия при температуре, равной 1000К, согласно
уравнениям [30]

τHe =

N∫

0

dN ′

nσ (E(N ′)/2) v(E(N ′))
, (4a)

N(Ei, Ef ) =

Ei∫

Ef

dE′

〈δE′〉 , (4b)

〈δE〉 = E

2

π∫

0

(1− cos θ)ρ(ε, θ) dθ, (4c)

ρ(ε, θ) =
2π sin θ

σ(ε)

dσ(ε, θ)

dΩ
, (4d)

где N — среднее число столкновений, необходимых
для уменьшения энергии быстрого атома от началь-
ного значения Ei до конечного значения Ef , v(E) —
скорость быстрого атома, 〈δE〉 — средняя доля энер-
гии, передаваемая при упругом соударении между
атомами гелия, θ — угол рассеяния в системе цен-
тра масс, ε — энергия столкновения частиц в систе-
ме центра масс, ρ(ε, θ) — нормированное распреде-
ление плотности вероятности углов рассеяния, σ(ε)
и dσ(ε, θ)/dΩ — полное и дифференциальное сече-
ния рассеяния соответственно.

Используя выражения для полного и дифферен-
циального сечений рассеяния из [30], полученные
путем аппроксимации результатов квантово-
механических расчетов, и численно интегрируя
уравнения (4), можно оценить время термализа-
ции быстрого атома с энергией E = 100–500 эВ в
газе с температурой T = 1000К и концентрацией
n = αnW. Полученное время релаксации быстрого
атома гелия составляет величину порядка 10–100фс
(см. рис. 1).

Однако характерная длина пробега до столкно-
вения

λ ∼ 1/nσ ∼ 1 нм (5)

сравнима с характерными размерами нанопузы-
рей [31]. Это означает, что требуется рассматри-
вать гетерофазную систему. Подробные результа-
ты можно получить на основе атомистического
моделирования [32–34].

Отметим, что сам нагрев поверхности до 900–
2000К, необходимый для роста нановолокон, проис-
ходит рассматриваемым потоком ионов из плазмы.
При этом скорость релаксации энергии в такой гете-
рофазной системе будет определять, происходит ли
«равномерный» нагрев или энергия локализуется в
пузыре, что может приводить к его «взрыву».
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Проведем численное атомистическое моделиро-
вание методом молекулярной динамики процесса
взаимодействия атома гелия повышенной энергии
(сотни электронвольт) с наноструктурой вольфра-
ма, содержащей гелиевый нанопузырь с твердотель-
ной плотностью газа.

4. МОДЕЛИРОВАНИЕ МЕТОДОМ
МОЛЕКУЛЯРНОЙ ДИНАМИКИ

4.1. Методика

Расчеты методом молекулярной динамики про-
водились в программном пакете LAMMPS [35, 36].
Взаимодействие между атомами вольфрама описы-
валось EAM-потенциалом Финниса – Синклера [37,
38] с модификациями для учета близкого взаимодей-
ствия от Аклэнда и Тетфорда [39] и ультраблизкого
взаимодействия от Джуслина и Вирта [40]. Взаимо-
действие вольфрам–гелий определялось парным по-
тенциалом Джуслина и Вирта [40], взаимодействие
гелий–гелий — парным потенциалом Бэка [41, 42] с
модификацией для малых расстояний от Моришиты
и других [43].

Данный набор потенциалов межатомного взаи-
модействия позволяет достаточно точно воспроиз-
вести результаты ab initio расчетов [40] и часто
применяется как для анализа динамики растворен-
ного гелия в вольфраме при фиксированной тем-
пературе [32, 33, 44–46], так и для моделирования
кумулятивного облучения поверхности вольфрама
атомами гелия с начальной энергией в диапазоне
100–500 эВ [47–49]. Важно заметить, что неупругие
потери энергии быстрых частиц при их торможении
в объеме материала не учитываются явным обра-
зом при моделировании методом молекулярной ди-
намики. По данным программного пакета TRIM [50]
доля неупругих потерь при торможении атома ге-
лия с начальной энергией равной 500 эВ составляет
≈ 60% в вольфраме и ≈ 14% в гелии. С учетом этого
времена релаксации энергии гелиевых пузырей, оце-
ниваемые в работе, представляют из себя верхнюю
границу возможных значений.

Геометрия представляла из себя модельную по-
верхность вольфрама с размерами 40a × 40a × 50a

и ориентацией (100) при температуре T = 1000K
(рис. 2), a = 3.183 Å. Вдоль осей x и y были заданы
периодические граничные условия, тогда как вдоль
оси z было разрешено свободное движение атомов.
Четыре нижних атомных слоя были «заморожены»
(скорость равна нулю) для предотвращения мигра-
ции геометрии. Над атомами вольфрама дополни-
тельно задавалась пустая область толщиной 10a для
имитации свободной поверхности.

x

z

Incident He-atom

He-bubble

Free space

Mobile W-atoms

Frozen W-atoms

Рис. 2. Начальная геометрия, использованная при моде-

лировании взаимодействия быстрого атома гелия с пузы-

рем гелия. Серые сферы — подвижные атомы вольфрама,

черные сферы — «замороженные» атомы вольфрама, зе-

леные сферы — атомы пузыря гелия, красная сфера —

налетающий атом гелия. Красная стрелка показывает на-

правление начальной скорости налетающего атома. Часть

подвижных атомов вольфрама скрыта для наглядности

Создание пузыря гелия осуществлялось в два
этапа. Сначала из идеальной решетки вольфра-
ма удалялись атомы, лежащие в сфере радиусом
r с центром в плоскости, параллельной поверхно-
сти. Глубина центра симметрии сферы подбира-
лась таким образом, чтобы задаваемая конфигура-
ция оставалась устойчивой во время термализации
при T = 1000К. Затем в вырезанной сфере слу-
чайным образом размещалось заданное количество
атомов гелия. Были рассмотрены пузыри гелия с
радиусами от 1a до 4a (от 3.183 Å до 12.732 Å) со
значением заселенности пузырей (ϕ = NHe/NV —
отношение числа атомов гелия NHe к числу ва-
кансий NV в пузыре гелия) равным 2, выбранным
на основе результатов многомасштабного моделиро-
вания кумулятивного облучения поверхности воль-
фрама гелием [32, 33]. Соответствующая концен-
трация n = 2ϕ/a3 ≈ 1023 см−3. Затем в течение
500 пс проводилась термализация системы при по-
мощи термостата Нозе – Гувера [51, 52].
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Для моделирования взаимодействия быстрого
атома с пузырем пробный атом гелия помещался
на поверхности сферы радиусом (r+ a) с начальной
энергией E0 и вектором скорости по направлению
к центру сферы (рис. 2). При таком подходе исклю-
чаются модельные случаи отражения бомбардирую-
щих атомов от поверхности и термализации быстро-
го атома в вольфраме, не попавшего в пузырь, ко-
торые наблюдались бы в случае моделирования об-
лучения участка поверхности вольфрама, содержа-
щего пузырь гелия. Начальная энергия была фикси-
рована и лежала в диапазоне от 100 до 500 эВ. Для
получения более детальных результатов в ходе моде-
лирования был использован переменный временной
шаг из диапазона 0.01–1фс. Величина временного
шага обновлялась каждые 10 итераций и подбира-
лась так, чтобы ни один атом не сдвигался более чем
на 0.05 Å за одну итерацию. Расчет завершался, ко-
гда величина суммарной кинетической энергии пу-
зыря уменьшалась до 1.025 от начального уровня.
В процессе моделирования взаимодействия термо-
стат выключался, а полная энергия системы фикси-
ровалась.

Визуализация атомных конфигураций осуществ-
лялась при помощи бесплатной версии программно-
го пакета OVITO [53]. Все псевдослучайные числа,
использованные в ходе моделирования, генерирова-
лись на основе алгоритма «вихрь Мерсенна» [54],
реализованного в Python-модуле «random». Помимо
этого, проводилась оценка давления гелиевых пузы-
рей (Pbubble) на основе вириального соотношения

Pbubble =
1

3V

∑

i


miv

2
i +

1

2

∑

j

rij ·Fij


, (6)

где i — порядковый номер атома гелия в пузыре,
j — порядковый номер соседнего атома от i-го ато-
ма, mi — масса i-го атома, vi — скорость i-го атома,
Fij — вектор силы, действующей на i-й атом со сто-
роны j-го атома, rij — радиус-вектор от j-го атома
до i-го, V — объем гелиевого пузыря, который опре-
делялся на основе метода диаграммы Вороного, реа-
лизованного в LAMMPS.

4.2. Время релаксации энергии

Было проведено порядка 103 расчетов для каж-
дой конфигурации (r, E0), когда случайным обра-
зом задавалось положение налетающего атома ге-
лия и атомов гелия в пузыре при предваритель-
ной термализации. Пример временных эволюций ки-
нетической энергии быстрого атома и суммарной
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Рис. 3. Временные зависимости энергий гелиевого пузы-

ря (r = 3a, NV = 245, NHe = 490) и налетающего атома

гелия (E0 = 100 эВ). Быстрый атом гелия вводится в си-

стему на 0.1 пс

кинетической энергии гелиевого пузыря (r = 3a,
NV = 245, NHe = 490) приведен на рис. 3.

Отметим, что термализация быстрого атома
в данном гелиевом пузыре, окруженном атомами
вольфрама, происходит за время порядка 0.1 пс,
что в 2.5 раза больше соответствующего значения,
полученного на основе выражений (4). Важно
заметить, что аппроксимационные аналитические
выражения для полного и дифференциального
сечений рассеяния, приведенные в [30], имеют
наибольшую погрешность для случая столкновений
гелий–гелий. Тем не менее полученные времена
близки по величине, что подтверждает эффектив-
ность передачи энергии от быстрого атома гелия к
атомам пузыря гелия.

Для оценки характерного времени релаксации
энергии гелиевых пузырей каждая временная за-
висимость полной энергии пузыря аппроксимирова-
лась выражением

E(t) = A+B exp{(−t/τ)} (7)

(красная линия на рис. 3). Затем для каждой се-
рии моделирования определялась плотность распре-
деления характерного времени τ методом аппрокси-
мации Парзена – Розенблатта [55, 56]. На рис. 4 при-
ведены плотности распределения характерного вре-
мени релаксации суммарной энергии гелиевого пу-
зыря в зависимости от его радиуса (a) и началь-
ной энергии влетающего атома (b). Видно, что ха-
рактерные времена релаксации после влета быст-
рого атома τ составляют единицы пикосекунд, при
этом полная релаксация энергии достигается за вре-
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Рис. 4. Плотность распределения характерного времени релаксации энергии гелиевого пузыря после влета в него быстро-

го атома гелия в зависимости от радиуса пузыря (a) при E0 = 100 эВ и в зависимости от начальной энергии налетающего

атома (b) при r = 2a. c, d — соответствующие зависимости моды и ПШПВ-распределений

мя порядка 3τ , что согласуется с экспоненциальной
зависимостью.

Из приведенных на рис. 4 зависимостей видно,
что c увеличением размера пузыря примерно линей-
но растет среднее время релаксации 〈τ〉:

〈τ〉 [пс] = 0.23 + 1.40(r/a), (8)

а также полная ширина на полувысоте δτ :

δτ [пс] = 0.29 + 0.49(r/a). (9)

Также можно видеть, что с увеличением начальной

энергии E0 среднее время релаксации линейно сни-
жается, а ширина распределения растет.

Таким образом, энергия падающего атома гелия
действительно может эффективно передаваться ан-
самблю атомов пузыря. За пикосекундные време-
на для нанометровых размеров пузырей происходит
релаксация и передача энергии от газа к атомам
вольфрама.

5. ОБСУЖДЕНИЕ

Оценим время попадания нового атома гелия в
пузырь τimpl . Характерный поток ионов из присте-
ночной плазмы Γpl в условиях экспериментов [12–14]
составляет Γpl ∼ 1019 см−2 · с−1. Поперечный раз-
мер нанопузыря гелия — «сечение столкновений» —
σbubble = πr2 ∼ 10−14 см2. Тогда для характерного
времени получим величину

τimpl ∼ (Γpl σbubble)
−1 = 10мкс. (10)

Очевидно, что τimpl существенно превосходит полу-
ченные времена релаксации энергии, составляющие
единицы пикосекунд. Таким образом, неравновесное
состояние с повышенной энергией в газе нанопузыря
будет наблюдаться только в течение единиц пикосе-
кунд после падения быстрой частицы.

В недавней работе [57] исследовались процессы
«взрывного» разрушения приповерхностных нано-
пузырей гелия при высоком давлении газа в них. На
основе результатов моделирования методом молеку-
лярной динамики были получены уравнения состо-
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Рис. 5. Временные зависимости давления (Pbubble) и суммарной кинетической энергии (Ebubble) гелиевого пузыря (r = 4a,

NHe = 1100, NV = 537) во время его разрушения, вызванного внедрением атома гелия повышенной энергии (E0 = 250 эВ)

яния для гелиевых пузырей, удерживаемых в воль-
фраме, а также определены критические параметры
(глубина залегания пузырей относительно поверхно-
сти h и их заселенность ϕ), при которых происходит
их взрыв. При этом рассматривалось равновесное
распределение температуры — «медленные» взры-
вы. В этом случае разрушение пузырей при фикси-
рованной температуре происходит за счет достиже-
ния критического числа атомов (концентрации) ге-
лия в пузыре. В нашем случае можно рассмотреть
«быстрые» взрывы пузырей — когда сообщенная пу-
зырю дополнительная энергия от падающей части-
цы не релаксирует, что приводит к кратковремен-
ному повышению кинетического давления гелиево-
го пузыря (первое слагаемое в правой части урав-
нения (6)) и, как следствие, его взрыву. А именно,
рассмотрим «быстрые» взрывы — за времена ме-
нее 3τ ∼ 10 пс (уравнение (8)). Отметим, что непо-
средственно сама скорость разрушения будет опре-
деляться температурой вольфрама и геометрией и
может быть сравнима для обоих случаев.

В наших расчетах (см. геометрию на рис. 2) мы
задавали глубокое залегание пузыря, чтобы полу-
чить стационарное решение. Очевидно, что взры-
ваться будут пузыри, залегающие неглубоко от по-
верхности. Рассмотрим для примера именно такой
случай, изображенный на рис. 5, где в гелиевый пу-
зырь (r = 4a, NHe = 1100, NV = 537, ϕ ≈ 2), изна-
чально находящийся на глубине 6a при температу-
ре 1000К, влетает быстрый атом гелия с начальной
энергией 250 эВ.

Видно, что, действительно, за пикосекундные
времена после падения быстрого атома в приповерх-
ностный пузырь происходит его взрывное разруше-
ние и высвобождение большого количества захва-
ченного гелия. Напомним, что концентрация гелия
в пузырях на уровне 1023 см−3 приблизительно на
3.5 порядка превышает концентрацию газа атмо-
сферного давления (2.7 · 1019 см−3) и на 10 поряд-
ков — концентрацию газа, соответствующую рабоче-
му давлению в экспериментах по росту нановолокон
и спонтанному инициированию [12–14].

10 ЖЭТФ, вып. 5
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При расширении газа в пустоту скорость грани-
цы достигает [58]

umax =

√
4γ

γ − 1

Ebubble

MHeNHe
, (11)

что для параметров на рис. 5 дает 6.2·105 см/с (пока-
затель адиабаты γ = 5/3). Расстояние до соседних
нановолокон (десятки нанометров) будет пройдено
за порядка 10 пс. Передача механического импульса
может быть существенной для разрушения поверх-
ностных пузырей в соседних нановолокнах (см. [17]).

Также следует отметить, что полная энергия
атомов гелия в наноразмерном пузыре Ebubble , на-
ходящемся в равновесии с вольфрамом, имеющим
температуру в диапазоне 900–2000К, составляет по-
рядка 100 эВ (см. рис. 3 и 5). Таким образом, энер-
гия падающих частиц гелия E0 на уровне десятков
электронвольт, соответствующая росту нановолокон
(Egrowth ), недостаточна для существенного перегре-
ва пузыря:

Egrowth < Ebubble < Esi . (12)

Выделяемая энергия E0 рассеивается и обеспечива-
ет нагрев всей наноструктуры. Напротив, повыше-
ния энергии E0 до сотен электронвольт (E0 = Esi )
достаточно для заметного увеличения энергии ан-
самбля частиц в пузыре на пикосекундную длитель-
ность — достаточную для «быстрого» взрыва пузы-
рей у поверхности (рис. 5). Данная энергия Esi соот-
ветствует повышению пристеночного потенциала до
сотен электронвольт, Esi = eUsi — когда спонтанно
инициируются пробои.

Подчеркнем, что для высвобождения большого
количества вольфрама и формирования металличе-
ской плазмы необходим больший энерговклад, кото-
рый может быть обеспечен не рассматривавшимся
в данной работе джоулевым энерговыделением при
протекании тока.

6. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

Рассмотрены процессы образования плазмы из
нановолокон вольфрама, содержащих пузыри гелия,
под воздействием потока энергии и частиц из гелие-
вой плазмы. Условия соответствуют экспериментам
с повышенной энергией падающих частиц — повы-
шенного до сотен вольт пристеночного потенциа-
ла, когда наблюдается спонтанное инициирование
всплесков взрывной электронной эмиссии. Показа-
но, что для развития моделей инициирования под
внешним воздействием потока энергии и частиц тре-
буется учет гетерофазной структуры нановолокон.

Методами молекулярной динамики проведено
атомистическое моделирование взаимодействия на-
летающего атома гелия повышенной энергии (сотни
электронвольт) с ансамблем атомов гелия в нано-
размерном пузыре с твердотельной концентрацией
газа, удерживаемом в приповерхностном слое воль-
фрама. Получено время релаксации энергии в гете-
рофазной системе нанопузыря в вольфраме, состав-
ляющее единицы пикосекунд.

Также было продемонстрировано, что при энер-
гии падающих частиц на уровне сотен электрон-
вольт возможен перегрев приповерхностных нано-
пузырей, который приводит к их взрыву за вре-
мена порядка 10 пс. Такая энергия сопоставима с
полной энергией частиц нанопузыря, и при та-
ком пристеночном потенциале наблюдаются спон-
танные инициирования всплесков взрывной элек-
тронной эмиссии.
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