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概要

スピントロニクス分野における新規デバイス開発の一つの方向として, 二次元電子系へのスピン注入お

よびその検出が注目を集めている. これまで多くの二次元電子系-強磁性体の接合構造におけるスピン輸

送について, 理論・実験の両面から活発に調べられてきているが, フェルミ面近傍で複雑なスピン分裂を

有する系でのスピン輸送の研究は発展途上の状況にある. 本研究では, スピンポンピングによって強磁性

絶縁体から Rashba型と Dresselhaus型のスピン軌道相互作用が共存する二次元電子ガスにスピン流を注

入する状況を考える. この系は, 伝導電子の運動方向に依存してフェルミ面近傍の有効ゼーマン磁場の向

きが変化する最も簡単な系となっている. 二次元電子ガスとの接合の効果による強磁性絶縁体中の局在ス

ピンのギルバート減衰の増大を, グリーン関数法を用いて解析的に計算する. そして, ギルバート減衰の増

大が強磁性絶縁体中の局在スピンの角度と外部から照射するマイクロ波の周波数の関数としてどのように

表されるのかを明らかにする. その結果, Rashba 型と Dresselhaus 型のスピン軌道相互作用が共存する

場合はギルバート減衰の増大が局在スピンの角度に依存し, その依存性は低周波数領域と高周波数領域で

異なることを示した. さらに低周波数領域では強磁性体からの有効磁場による弾性的なスピン反転過程が,

高周波数領域ではマグノンの吸収による過程が支配的となっていることも明らかにした.
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第 1章

イントロダクション

1.1 研究背景

これまでの半導体デバイスでは電子の電荷自由度を用いて情報伝達を行なってきた. 一方, 近年は電

子のスピン自由度を用いて情報伝達を行うスピントロニクス素子の開発が盛んに行われている. スピン

トロニクスの研究は様々な物質に対して行われているが, 微細加工技術の向上に伴い, 半導体を用いた

スピントロニクスが注目されている. 半導体ヘテロ構造に形成される二次元電子ガスには Rashba 型と

Dresselhaus型の二つのスピン軌道相互作用が現れることが知られており, 外部磁場を用いずに電子のス

ピンを制御することができる. また, 半導体ヘテロ構造上の二次元電子系だけでなく, さまざまな物質の表

面やバルクにおいて Rashbaスピン相互作用が現れることも分かってきている. まず 1.2節では, スピン

軌道相互作用を有するこれらの系についての基礎的事項を概観する. そして 1.3節で, スピントロニクス

分野でよく用いられるスピンポンピングの実験手法について簡単にまとめる.

1.2 スピン軌道相互作用を有する二次元電子系

1.2.1 半導体ヘテロ構造

　半導体ヘテロ構造とは二つの半導体を接合させた混晶のことであり, 具体的には AlAsと GaAsの混

晶 (AlGaAs)や InAsと GaAsの混晶 (InGaAs)がよく使われる. そして, 半導体ヘテロ構造上の二次元

電子系には Rashbaスピン軌道相互作用 [1, 2]と Dresselhausスピン軌道相互作用 [3, 4]が現れることが

知られている. Rashbaスピン軌道相互作用と Dresselhaus スピン軌道相互作用はそれぞれ, 界面と結晶

構造の反転対称性の破れに起因して生じる. 二次元電子系での Rashbaスピン軌道相互作用のハミルトニ

アン HR と Dresselhausスピン軌道相互作用のハミルトニアン HD は以下のように書ける:

HR = α(kxσy − kyσx), (1.1)

HD = β(kxσx − kyσy). (1.2)

ここで, kx, ky は電子波数の x成分と y 成分であり、σx, σy はパウリ行列である. また, αと β はそれぞ

れのスピン軌道相互作用の大きさを表す係数である. これらのスピン軌道相互作用により, 図 1.1,1.2に示

すように電子のフェルミ面が等方的にスピン分裂する. 一方, Rashbaスピン軌道相互作用と Dresselhaus

スピン軌道相互作用が共存する場合は, フェルミ面のスピン分裂幅が電子の波数方位に依存して変化す

る (図 1.3). この共存する場合には, Aharonov-Casher (AC) 抵抗に特徴的な異方性が現れることや, 特

に Rashbaスピン軌道相互作用と Dresselhaus スピン軌道相互作用が同じ大きさの時は Persistent Spin
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図 1.1 Rashbaスピン軌道相互作用のみが存在する時のフェルミ面近傍でのスピン分裂の様子. 赤色

の矢印は電子スピンを表す.

図 1.2 Dresselhaus スピン軌道相互作用のみが存在する時のフェルミ面近傍でのスピン分裂の様子.

赤色の矢印は電子スピンを表す.

図 1.3 Rashba型と Dresselhaus型のスピン軌道相互作用が共存する時の電子のフェルミ面. 赤色の

矢印は電子スピンを表す.

Helix (PSH) 状態が現れることが知られている. これらの現象の詳細は付録 Bで述べる.

1.2.2 表面 Rashba系

半導体ヘテロ構造上の二次元電子系だけでなく, 表面系でも Rashbaスピン軌道相互作用が現れること

が知られている. この場合はスピン軌道相互作用が非常に大きいため, 多彩なスピン輸送現象が現れると

考えられている. 表面 Rashba 系は Au[5] において初めて観測されて以降, H や Li が吸着したW 表面
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[6, 7]や Bi/Ag界面 [8, 9]において観測されている. しかし, 金属に現れる表面 Rashba系では バルクを

流れる電流により表面のスピン輸送が減衰するという問題が生じる. この問題の解決策として, 単層膜の

Pbに覆われた Si[10] や Ge[11] などの半導体の表面に現れる表面 Rashba系を用いる方法が提案されて

いる. また, 強磁性体と絶縁体MgOの界面に Rashbaスピン軌道相互作用が現れる可能性についても議

論されており,界面へスピンポンピング [12]も行われている.

1.2.3 バルクでのスピン分裂

　 1.2.1節と 1.2.2節で述べたように, Rashbaスピン軌道相互作用は界面や表面で現れると考えられて

いたが, 近年になって, 半導体 BiTeIなどのバルク物質においても Rashba相互作用が現れる [13]ことが

明らかになっている. 例えば、BiTeIでは表面制御によりフェルミエネルギーの大きさを調節することが

できるため, 両極性伝導が実現される [14]. さらに, エネルギーバンドのスピン分裂は表面ポテンシャルの

影響を受けにくい [14]. これらは半導体スピントロニクス素子の実用化の観点から重要な性質であり, バ

ルクの Rashbaスピン軌道相互作用を持つ物質の研究は注目を集めている. また, 強磁性体からバルクの

Rashbaスピン軌道相互作用を有する強誘電体 GeTeへのスピンポンピングによるスピン流注入の研究も

行われている [15, 16].

1.3 強磁性共鳴とスピンポンピング

強磁性体中の局在スピンは静的磁場を軸として歳差運動をしている. 外部から照射するマイクロ波の

周波数と歳差運動の周波数が一致する時に共鳴が起きる. この現象は強磁性共鳴 [17] と呼ばれる. 単体

の強磁性体でのマイクロ波吸収強度をマイクロ波の振動数の関数として測定すると, 共鳴振動数のとこ

ろに共鳴ピークが現れるが, このピーク幅が強磁性体内でのギルバート減衰の大きさを与える [18]. 一

方, 強磁性体と金属 (もしくは半導体) の接合系では, 強磁性体中の局在磁化の歳差運動の減衰分のスピ

ンが金属や半導体にスピン流として流れ込むことが知られており, これはスピンポンピング [19] と呼ば

れている. そして, 接合系での強磁性共鳴ピークは, 強磁性体単独の場合に比べて, 幅が大きくなる. こ

れはスピンが強磁性体外に流れ出すため, 歳差運動の減衰する寿命が短くなるからである. このピーク

幅の増大の大きさを測定することで金属に流れ込むスピン流の大きさを評価できる. 図 1.4 にスピンポ

ンピングの実験例を示す [20, 21]. 図 1.4 (a) に示すように, 強磁性体 YIG 単体の時より YIG/Pt 接合

系の時の方が強磁性共鳴の吸収スペクトルの線幅が増大することがわかる. そして, 図 1.4 (b) の fitting

直線の傾きより, ギルバート減衰の大きさを見積もることができる. 強磁性絶縁体単体のギルバート減

衰の大きさを αG とし, 強磁性絶縁体と常磁性金属の接合系でのギルバート減衰の大きさを αG + δαG

とすると, 図 1.4 (b) より YIG(20nm) 単体では αG = (9.1 ± 0.6) × 10−4, YIG(20nm)/Pt(5nm) では

αG + δαG = (4.5 ± 0.3) × 10−3 が得られる [20, 21].

多くの実験では, 強磁性体から三次元系の金属へのスピンポンピングを考察しているが, それ以外の物

質へのスピンポンピングも徐々に行われるようになっている. 図 1.5 に, 強磁性金属から Rashba スピ

ン軌道相互作用を持つ二次元電子系へのスピンポンピングの実験例 [22] を示す. ここでは強磁性金属の

NiFe から Rashba スピン軌道相互作用のみが存在する Ag/Bi 界面 (二次元電子系) の接合系 (図 1.5(i))

を考えており, 二次元電子系へスピンポンピングを用いてスピン流を注入している. 図 1.5 (ii) の (a) は

NiFeと Agの接合, (b)は NiFeと Biの接合, (c)は NiFeと Ag/Biの接合でのスピンポンピングの実験

結果を示す. 図 1.5 (ii)の (a), (b), (c)の上図は強磁性共鳴の吸収スペクトルを磁場で微分した量を縦軸
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図 1.4 スピンポンピングと強磁性共鳴. (a) の横軸は外部から印加する DC 磁場 H と強磁性共鳴の

共鳴磁場 Hres の差であり, 縦軸は強磁性共鳴の吸収スペクトル IFMR を磁場 H で微分したものであ

る. (b)は周波数の関数としてグラフ (a)の線幅 ∆H を描いている. 文献 [21]より引用. ただし, 文献

[21]では文献 [20]の図を修正して転載している.

図 1.5 接合系におけるスピンポンピング. (i) は NiFe でのスピンポンピングにより接合物質にスピ

ン流が流れる様子を表している. (ii)の a, b, cはそれぞれ (i)で NiFeに接合する物質が a:Ag, b:Bi,

c:Ag/Bi である時のグラフである. 横軸は外部から印加する DC 磁場であり, 上図の縦軸は強磁性共

鳴の吸収スペクトルを磁場で微分したもの, 下図の縦軸は接合物質に流れる電流である. 文献 [22]より

引用.

にとっており, 山と谷の中間点が吸収スペクトルのピークである.図 1.5 (ii)の (a), (b), (c)の下図は左か

ら Agと Biと Ag/Bi界面に流れる電流を図示している. Ag/Biの二次元電子系界面に現れる大きな電流

は逆エーデルシュタイン効果により生じると考えられている [22].

1.4 本研究の目的

スピンポンピングは様々な物質におけるスピン励起の情報を観測するための優れた実験手法であると

考えられているが, 理論的な考察は金属などの簡単な物理系に限られている. そこで強磁性絶縁体から

Rashbaスピン軌道相互作用と Dresselhausスピン軌道相互作用が共存する二次元電子系へのスピンポン

ピング (図 1.6)を考察し, ギルバート減衰の増大を解析計算により明らかにする [23]. この系では, 電子の

フェルミ面のスピン分裂幅およびスピン分極方向が電子の波数方位に依存することにより, ギルバート減

衰の増大量が強磁性絶縁体中の磁気方位依存性を持つという新たな現象が現れる. ギルバート減衰の増大

が強磁性絶縁体の磁化方位, および, 外部から照射するマイクロ波の振動数にどのように依存するかを調

べ, 二次元電子系のフェルミ面でのスピンテクスチャ (伝導電子に加わる有効磁場の向きと大きさの情報)

とどのように関係するかを明らかにする.

1.5 本論文の構成

第 2 章では電子やマグノンのグリーン関数といったこれまでに知られている理論をまとめる. 最も単

純な自由電子系での電子のグリーン関数と強磁性絶縁体のバルクでのマグノンのグリーン関数を導出

する. 第 3 章以降で本研究 [23] で初めて行った計算に移る. 第 3 章で強磁性絶縁体と Rashba および



第 1章 イントロダクション 5

図 1.6 本研究のセットアップ. 強磁性絶縁体で強磁性共鳴を起こし, Rashbaおよび Dresselhausス

ピン軌道相互作用が共存する二次元電子系へスピンポンピングによりスピン流を注入する.

Dresselhausスピン軌道相互作用が共存する二次元電子系との接合を考え, 微視的ハミルトニアンを構築

する. また, 温度グリーン関数法を用いて界面相互作用の二次摂動の計算を行い, ギルバート減衰の増大に

関する解析表式を導出する. 第 4章では, ギルバート減衰の増大量が磁化方位および共鳴振動数の関数と

してどのように振る舞うかを調べる. さらに実際の実験系での観測可能性についても議論する. 第 5章で

本研究のまとめを行う. 途中の計算については, 付録にまとめた.
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第 2章

スピンポンピングの定式化

本章では, 強磁性絶縁体と常磁性金属の接合系で生じるスピンポンピング現象 (図 2.1)について, 温度

グリーン関数 [24, 25, 26, 27, 28]を用いた微視的理論 [29, 30, 31, 32, 33, 34]について論じる. まず 2.1

節では磁化の古典方程式による解析方法を紹介し, 強磁性共鳴の吸収スペクトルの線幅を観測することで,

ギルバート減衰の値を実験的に求めることができることを説明する。次に 2.2節と 2.3節で常磁性金属と

強磁性絶縁体の微視的な模型を導入した後, 2.1節で求めた強磁性共鳴の吸収スペクトルの表式が微視的

模型を用いる方法でも得られることを 2.3節で示す. 2.4節で電子波数が保存する界面交換相互作用につ

いて二次摂動の計算を行い, 界面による磁化の減衰率の増大の表式を導く. また, 2.5節では電子波数が保

存しない場合の界面相互作用を用いる計算について述べる. 最後に 2.6節では, 2.4節と 2.5節の計算をも

とに, 強磁性共鳴の線幅の増大を評価する. その結果, 常磁性金属を用いるときは, 電子波数が保存しない

ときのみ線幅が増大し, その増大分は状態密度の 2乗に比例することを示す.

2.1 Landau-Lifshitz-Gilbert (LLG) 方程式

強磁性体中の磁化の運動方程式として広く用いられてきた Landau-Lifshitz-Gilbert (LLG) 方程式の

導出を行う [35]. 強磁性体中の磁気モーメントM は以下のハイゼンベルグ方程式に従う:

dM

dt
= − i

ℏ
[M ,H]. (2.1)

ここで, ハミルトニアン Hは磁気モーメントに働く有効磁場をHeff として H = −M ·Heff である. そ

してスピン角運動量 S と磁気回転比 γ を用いてM = γS と書けることと, S の交換関係を用いると, 式

図 2.1 強磁性絶縁体と常磁性金属の接合系でのスピンポンピング. 強磁性絶縁体でスピンポンピング

を起こし, 常磁性金属にスピン流を注入する.
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(2.1)は以下のようにかける:

dM

dt
= −γM ×Heff . (2.2)

この方程式は磁気モーメントM がHeff を軸として歳差運動をしていることを表している. しかし, この

式は歳差運動の減衰の効果が入っていないため, 不十分である.減衰の効果を取り入れた方程式が以下の

Landau-Lifshitz-Gilbert (LLG) 方程式である:

dm

dt
= −γm×Heff +

αG

m
m× dm

dt
. (2.3)

右辺の第二項がギルバート減衰の効果を表す. ここでm は磁化 (単位体積あたりの磁気モーメント) で

あり, m ≡ |m|である.第二項のギルバート減衰項は実験結果に一致するように現象論的に入れた項であ

り, αG はギルバート減衰定数と呼ばれる. m× dm/dtの向きを考えると, 確かに第二項は歳差運動の軸

Heff 方向へ減衰するトルクを表していることがわかる. 以下で, Heff = (hx, hy,H)の磁場が印加されて

いる場合を考える [36].ただし, H (≫ hx, hy)は z 方向に印加された静的な磁場, hx, hy は外部から加え

られたマイクロ波による磁場とする.この時mは z 軸周りの歳差運動をしており, 式 (2.3)の x, y 成分は

以下のようにかける: (
∂t γH + αG∂t

−γH − αG∂t ∂t

)(
mx

my

)
= γm

(
hy

−hx

)
. (2.4)

ここで磁化の z 成分が x, y 成分に比べて非常に大きいとして mz = mと近似した. 以下では (hx, hy) =

(h0e
−iωt, h0ie

−iωt)という円偏光の磁場が印加されていると仮定する.この時, 十分時間が経ち, 系が緩和

した後の方程式の解を (mx,my) = (m0e
−iωt,m0ie

−iωt)と書くことができる.これらを式 (2.4)に代入す

ると, 以下の解を得る:

m0 = χh0, (2.5)

χ =
−γm

ω − γH + iαGω
. (2.6)

マイクロ波の吸収率は応答率の虚部 Imχに比例する. 吸収率が最大となる ω0 = γH が強磁性共鳴の共

鳴周波数であり, その共鳴線幅は αG ≪ 1のとき近似的に αGω0 で与えられる. 従って, 強磁性共鳴の吸

収スペクトルの線幅を観測することで, ギルバート減衰定数 αG を実験的に求めることができる.

2.2 常磁性金属

古典方程式によって, バルクの強磁性絶縁体における磁化のダイナミクスの解析は可能であるが, 強磁

性体と常磁性金属などの別の物質との間で接合を作った場合には, 微視的なモデルによる記述が必要とな

る. 以下の節では微視的ハミルトニアンから出発して, スピンポンピングを記述する方法を述べる. この

節ではまず, 常磁性金属の電子のグリーン関数を導出する. 常磁性金属は以下のハミルトニアンによって

記述される:

HNM =
∑
kσ

(ϵk − µ)c†kσckσ. (2.7)

ここで, c†kσ，ckσ は電子の生成演算子と消滅演算子である. ϵk = ℏ2k2/2m は電子のエネルギー分散,

µ は化学ポテンシャルである. 以下では簡単のため, 化学ポテンシャルを原点として測ったエネルギー

ξk = ϵk − µを用いる．
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系の温度グリーン関数は以下の式で定義される:

gσσ′(k, τ) = −1

ℏ
⟨Tτ ckσ(τ)c†kσ′⟩, (−ℏβ < τ < ℏβ), (2.8)

ckσ(τ) = eHNMτ/ℏckσe
−HNMτ/ℏ. (2.9)

ここで σ = ↑, ↓は電子のスピンの自由度を表しており, β は逆温度である. また, ckσ(τ)は演算子の虚時

間発展を記述する. 期待値はグランドカノニカル分布の期待値であり, 任意の演算子 O に対して

⟨O⟩ =
Tr

[
e−βHNMO

]
Tr[e−βHNM ]

(2.10)

である.温度グリーン関数は,

gσσ′(τ) = −gσσ′(τ + ℏβ) (2.11)

の周期性をもっているので, 0 < τ < ℏβ の範囲で具体的な計算を行えば十分である. 式 (2.7)のハミルト

ニアンに対して,

ckσ(τ) = e−ξkτ/ℏckσ (2.12)

である. この式を用いると式 (2.8)の温度グリーン関数は, 0 < τ < ℏβ に対して,

gσσ′(k, τ) = −1

ℏ
e−ξkτ/ℏ(1 − nF(ξk))δσσ′ (2.13)

となる.ここで nF(ϵ) = (eβϵ + 1)−1 はフェルミ分布関数であり, δσσ′ はクロネッカーのデルタである. 周

期境界条件 (2.11)より, 温度グリーン関数のフーリエ変換を以下のように定義することができる:

gσσ′(k, τ) =
1

ℏβ
∑
n

e−iωnτgσσ′(k, iωn), (2.14)

gσσ′(k, iωn) =

∫ ℏβ

0

dτeiωnτgσσ′(k, τ). (2.15)

ここで, ωn = (2n + 1)π/(ℏβ)はフェルミ粒子の松原振動数である (nは整数). 式 (2.13)にフーリエ変換

式 (2.15)を用いると, 振動数表示の温度グリーン関数:

gσσ′(k, iωn) =
δσσ′

iℏωn − ξk
(2.16)

が得られる.

2.3 強磁性絶縁体

強磁性絶縁体では電子は局在しており, スピンのみの模型で記述される. ここでは以下のハミルトニア

ンで記述される強磁性ハイゼンベルク模型を考える:

HFI = J
∑
⟨i,j⟩

(Sx
i S

x
j + Sy

i S
y
j + Sz

i S
z
j ) − ℏγhdc

∑
i

Sz
i

= J
∑
⟨i,j⟩

(
Sx
i S

x
j +

1

2
(S+

i S−
j + S−

i S+
j )

)
− ℏγhdc

∑
i

Sz
i . (2.17)
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ここで, Si = (Sx
i , S

y
i , S

z
i ) は強磁性絶縁体中の局在スピン演算子, S±

i は局在スピンの生成消滅演算子,

⟨i, j⟩は隣接する局在スピンのサイトを表す. 局在スピンの大きさは S0 とする (S2
i = S0(S0 + 1)Î). こ

こで Î は恒等演算子である. また, J (< 0)はスピン間の強磁性交換相互作用, hdc は静的磁場の大きさ,

γ は磁気回転比をそれぞれ表す. 電子に対しては γ < 0であるが, 簡単のため磁場は −z の向きに加えら

れているものとし, ℏγhdc > 0であるとする. この時, 秩序相にある強磁性体中の局在スピンは +z 方向に

揃う.

以下では, 系が強磁性転移温度より十分低温であることを仮定し, スピン波近似を用いて磁気励起を記

述する.スピン波近似では, Holstein-Primakoff変換

S−
i = b†i (2S0 − b†i bi)

1/2, (2.18)

S+
i = (2S0 − b†i bi)

1/2bi, (2.19)

Sz
i = S0 − b†i bi (2.20)

を使って式変形をしていく. ここで bi, b
†
i はボーズ粒子の生成消滅演算子である. 局在スピンの大きさ S0

が十分大きいと仮定すると, Holstein-Primakoff変換は以下のように近似できる:

S−
i ≃

√
2S0b

†
i , (2.21)

S+
i ≃

√
2S0bi, (2.22)

Sz
i = S0 − b†i bi. (2.23)

この近似式を用いると, 式 (2.17)の第一項は以下のように書き直せる:

J
∑
⟨i,j⟩

(
Sx
i S

x
j +

1

2
(S+

i S−
j + S−

i S+
j )

)
≃ const. + J

∑
⟨i,j⟩

S0(−b†i bi − b†jbj + b†i bj + b†jbi). (2.24)

ここで, 局在スピンのサイト数を NFI として, 以下のフーリエ変換:

bi =
1√
NFI

∑
k

eik·ribk (2.25)

を用いると, 式 (2.24)は以下のようにかける:

J
∑
⟨i,j⟩

Si · Sj =
∑
k

ℏω0
kb

†
kbk. (2.26)

ここで ω0
k は三次元の単純立方格子のハイゼンベルグ模型に対して

ℏω0
k = 2JS0(3 − cos(kxa) − cos(kya) − cos(kza))

≃ JS0a
2k2 ≡ Dk2, (2.27)

と計算される.最後の等式では長波長近似を用いた.ここで aは強磁性絶縁体の格子定数, D ≡ JS0a
2 は

スピン剛性率である. 同様にして式 (2.17)の第二項に現れる和は, 以下のようにかける:

−ℏγ
∑
i

Sz
i = ℏγ

∑
k

b†kbk + const. (2.28)

以上より, 強磁性絶縁体のハミルトニアンはマグノンの生成消滅演算子によって以下のように書き表さ

れる:

HFI =
∑
k

ℏωkb
†
kbk, (2.29)

ℏωk = Dk2 + ℏγhdc. (2.30)
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次にマグノンの温度グリーン関数を求める.これは以下のように定義される:

G0(k, τ) ≡ −1

ℏ
⟨TτS

+
k (τ)S−

k (0)⟩, (−ℏβ < τ < ℏβ), (2.31)

S±
k (τ) = eHFIτ/ℏS±

k e−HFIτ/ℏ. (2.32)

ここで S±
k (τ)は演算子の虚時間発展を記述する. この温度グリーン関数を, 式 (2.21), (2.22)で与えられ

るマグノンの生成消滅演算子で書き直すと,

G0(k, τ) = −2S0

ℏ
⟨Tτ bk(τ)b†k⟩ (2.33)

となる.また bk(τ), b†k はボーズ粒子の生成消滅演算子であることを使うと, 境界条件は

G0(k, τ + ℏβ) = G0(k, τ), (−ℏβ < τ < 0) (2.34)

で与えられる. HFI は相互作用のないマグノンを記述しているので, マグノンの生成消滅演算子の時間発

展は以下のように計算できる:

bk(τ) = e−ωkτ bk. (2.35)

したがって, 0 < τ < ℏβ の時は G0(k, τ)は以下のようになる:

G0(k, τ) = −2S0

ℏ
e−ωkτ ⟨bkb†k⟩ = −2S0

ℏ
e−ωkτ (1 − nB(ϵk)). (2.36)

ここで, nB(ω) = 1/(eβℏω − 1)はボーズ分布関数である. ボゾンの松原振動数 ωn = 2nπ/(ℏβ)を用いて

フーリエ変換を行うと以下の式を得る:

G0(k, iωn) =

∫ ℏβ

0

dτG0(k, τ)eiωnτ = −2S0

ℏ
(1 − nB(ϵk))

[eiωnτ−ωkτ

iωn − ωk

]ℏβ
0

=
2S0/ℏ

iωn − ωk
. (2.37)

松原振動数によって記述された温度グリーン関数において, iωn → ω + iδ と解析接続すると, マグノンの

遅延グリーン関数が得られる:

GR
0 (k, ω) = G0(k, iωn → ω + iδ) =

2S0/ℏ
ω − ωk + iδ

. (2.38)

実際の強磁性体中の局在スピンは, マグノン-マグノン散乱やマグノン-フォノン散乱などによりスピン緩

和 (ギルバート減衰)を起こす.この効果を微視的に導出することは困難であるので, 通常は現象論的パラ

メータを使ってスピン緩和過程を導入する. 具体的には, 無次元のギルバート減衰係数 αG を使って, マグ

ノンの遅延グリーン関数を

GR
0 (k, ω) =

2S0/ℏ
ω − ωk + iαGω

(2.39)

と記述する.

強磁性絶縁体に対してマイクロ波を照射すると, 波数 k = 0のマグノンが励起される.強磁性絶縁体の

スピンが振動数 ω のマイクロ波から受け取るエネルギーとスピン緩和によって失われるエネルギーが拮

抗したときに定常状態に達するので, マイクロ波の吸収強度は

−ImGR
0 (k = 0, ω) =

2S0

ℏ
αGω

(ω − ω0)2 + (αGω)2
, (2.40)

に比例すると考えられる. この式の振動数依存性は, 節 2.1 で LLG 方程式を用いて求めた応答関数の式

(2.6)と一致する.
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2.4 界面相互作用:波数が保存する場合

次に強磁性絶縁体と金属の接合系 [29, 32, 33, 34]を考える.界面における交換相互作用を以下のハミル

トニアンによって記述する:

Hint =
∑
i

TiSi · si =
∑
i

Ti(S
x
i s

x
i + Sy

i s
y
i + Sz

i s
z
i ). (2.41)

ここで, iは交換相互作用のサイトを指定するラベルであり, Ti は交換相互作用の大きさを表す. 今は強磁

性体中の局在スピンが z 方向を向いている場合を考えているので, Sz
i を自発磁化 ⟨Sz

i ⟩ = S0 で近似する:

Hint ≃
∑
i

Ti(S
x
i s

x
i + Sy

i s
y
i + S0s

z
i ). (2.42)

この式をフーリエ変換して波数成分で書き直すと以下の式を得る:

Hint =
∑
k

(TkS
+
k s−k + T ∗

kS
−
k s+k + TkS0s

z
k). (2.43)

本節では, 接合界面が十分平坦であり, 界面においてスピン励起の波数が保存する場合を考える. szk =

σz
k/2とすると, 右辺の第三項は −TkS0/2のゼーマン磁場が電子に作用しているとみなすことができ, 電

子系に対して界面での交換バイアスの効果を記述する. 本研究で取り扱う二次元電子系へのスピンポンピ

ングの計算では, この項は重要な役割を果たすが, ここでは簡単のため無視する.つまり, 以下のハミルト

ニアンを考える:

Hint ≃
∑
k

(TkS
+
k s−k + T ∗

kS
−
k s+k ). (2.44)

ここで S±
k は式 (2.21)–(2.22) とのフーリエ成分であり, 強磁性絶縁体中の局在スピンの生成消滅演算子

である.また, Tk は界面相互作用の強さであり, s±k は以下のように定義される金属中の電子スピンの生成

消滅演算子である:

s±k =
1

2

∑
σ,σ′

∑
k′

c†k′σ(σ̂±)σσ′ck′±kσ′ . (2.45)

ここで, c†, cは電子の生成消滅演算子であり, σ̂± は z 成分のスピンの生成消滅を表すパウリ行列であり,

以下のようにかける:

σ̂+ = σ̂x + iσ̂y =

(
0 1
1 0

)
+ i

(
0 −i
i 0

)
=

(
0 2
0 0

)
, (2.46)

σ̂− = σ̂x − iσ̂y =

(
0 1
1 0

)
− i

(
0 −i
i 0

)
=

(
0 0
2 0

)
. (2.47)

これらを式 (2.45)に代入すると以下の式を得る:

s+k =
∑
k′

c†k′↑ck′+k↓, (2.48)

s−k =
∑
k′

c†k′+k↓ck′↑. (2.49)

この節で考える全ハミルトニアンは

H = HNM + HFI + Hint (2.50)
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である. HNM は金属のハミルトニアンであり, 自由電子系のハミルトニアン:式 (2.7)を採用する:

HNM =
∑
kσ

ϵkc
†
kσckσ. (2.7)

H0 ≡ HNM + HFI を非摂動ハミルトニアン, 界面での交換相互作用 Hint を摂動ハミルトニアンとしてグ

リーン関数法による摂動計算を以下で行う.

松原表示のマグノンのグリーン関数を

G(k, τ) ≡ −1

ℏ
⟨TτS

+
H,k(τ)S−

H,k(0)⟩, (2.51)

S±
H,k(τ) ≡ eHτ/ℏS±

k e−Hτ/ℏ (2.52)

と定義すると, 式 (2.51)の Hint についての摂動展開は形式的に以下のようにかける:

G(k, τ) = −1

ℏ

〈
TτS

+
I,k(τ)S−

I,k(0) exp
(
−1

ℏ

∫ ℏβ

0

dτ ′HI,int(τ
′)
)〉

c
. (2.53)

S±
H,k(τ) はハイゼンベルグ表示の演算子である. 式 (2.53) の添字 c は connected diagram のみを計算す

ることを表している.また, 添字 I は相互作用描像の演算子であることを意味しており, 非摂動ハミルトニ

アン H0 が指数の肩に乗る:

S±
I,k(τ) ≡ eH0τ/ℏS±

k e−H0τ/ℏ, (2.54)

HI,int(τ) ≡ eH0τ/ℏHinte
−H0τ/ℏ. (2.55)

以下の計算では相互作用表示の演算子のみが現れるので, 添字 I を省略することにする.式 (2.53)におい

て Hint の一次摂動項にはマグノンの生成消滅演算子が合計 3 つの項のみが現れ, 期待値はゼロになる.

よって摂動展開は二次摂動から始まる. 非摂動グリーン関数を G0 とかき, Hint についての二次摂動項を

δGを書くことにする:

G(k, τ) = G0(k, τ) + δG(k, τ), (2.56)

G0(k, τ) = −1

ℏ
⟨TτS

+
k (τ)S−

k (0)⟩, (2.57)

δG(k, τ) =
1

2!

(
−1

ℏ

)3
∫ ℏβ

0

dτ1dτ2⟨TτS
+
k (τ)S−

k (0)Hint(τ1)Hint(τ2)⟩c. (2.58)

以下で二次摂動項 δG(k, τ)を計算する.式 (2.44)を式 (2.58)に代入すると以下の式を得る:

δG(k, τ) =
1

2!

(
−1

ℏ

)3 ∑
k1,k2

∫ ℏβ

0

dτ1dτ2

×
[
Tk1

T ∗
k2
⟨TτS

+
k (τ)S−

k (0)S+
k1

(τ1)S−
k2

(τ2)⟩c⟨Tτs
−
k1

(τ1)s+k2
(τ2)⟩0

+ T ∗
k1
Tk2

⟨TτS
+
k (τ)S−

k (0)S−
k1

(τ1)S+
k2

(τ2)⟩c⟨Tτs
+
k1

(τ1)s−k2
(τ2)⟩0

]
. (2.59)

ここで, 第二項の和の変数と積分変数の入れ替え k1 ↔ k2, τ1 ↔ τ2 を行うと, 第一項と全く同じである
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図 2.2 ダイソン方程式.

ので, 式 (2.59)は以下のように書ける:

δG(k, τ) =
(
−1

ℏ

)3 ∑
k1,k2

Tk1
T ∗
k2

∫ ℏβ

0

dτ1dτ2

× ⟨TτS
+
k (τ)S−

k (0)S+
k1

(τ1)S−
k2

(τ2)⟩c⟨Tτs
−
k1

(τ1)s+k2
(τ2)⟩0

=
(
−1

ℏ

)3 ∑
k1,k2

Tk1T
∗
k2

∫ ℏβ

0

dτ1dτ2

× ⟨TτS
+
k (τ)S−

k2
(τ2)⟩0⟨TτS

−
k (0)S+

k1
(τ1)⟩0⟨Tτs

−
k1

(τ1)s+k2
(τ2)⟩0. (2.60)

ここで二つ目の等号では Bloch-De Dominicisの定理を用いて期待値を分解して, connected diagramの

項のみを残した.そして, Tτ 積のなかでボゾンの演算子の順番を入れ替えてもよいことと, H0 が並進対称

性を持つため二つの演算子の波数のが同じ時のみ期待値がゼロにならないことを用いると, 以下の式が得

られる:

δG(k, τ) =
(
−1

ℏ

)3

|Tk|2
∫ ℏβ

0

dτ1dτ2

× ⟨TτS
+
k (τ)S−

k (τ2)⟩0⟨TτS
+
k (τ1)S−

k (0)⟩0⟨Tτs
+
k (τ2)s−k (τ1)⟩0

=

∫ ℏβ

0

dτ1dτ2G0(k, τ − τ2)Σ(k, τ2 − τ1)G0(k, τ1), (2.61)

Σ(k, τ) = −|Tk|2

ℏ
⟨Tτs

+
k (τ)s−k (0)⟩0. (2.62)

ここで Σ(k, τ)はマグノンの自己エネルギーである. 式 (2.56)の δG(k, τ)に式 (2.62)を代入することで

以下の式が得られる:

G(k, τ) = G0(k, τ) +

∫ ℏβ

0

dτ1dτ2G0(k, τ − τ2)Σ(k, τ2 − τ1)G0(k, τ1). (2.63)

式 (2.62)で与えられる Σ(k, τ)は自己エネルギーを二次摂動によって評価した式となっており, 式 (2.63)

は図 2.2の右辺第二項まで計算したことに対応する. 図 2.2のように自己エネルギーの繰り返し構造まで

考慮にいれた計算に拡張することで, 自己エネルギーに対する２次の摂動計算を行うことができる. この

とき, ダイソン方程式

G = G0 + G0ΣG. (2.64)

を利用する.ここで積分を省略して形式的な表式を書いた.

以下で式 (2.62) の計算を進め, 振動数表示の自己エネルギーの表式を求める. 式 (2.48), (2.49) を式
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(2.62)に代入すると,

Σ(k, τ) = −|Tk|2

ℏ
⟨Tτs

+
k (τ)s−k (0)⟩0, (2.62)

= −|Tk|2

ℏ
∑
k1,k2

⟨Tτ c
†
k1↑(τ)ck1+k↓(τ)c†k2+k↓ck2↑⟩c

= −|Tk|2

ℏ
∑
k1,k2

⟨Tτ c
†
k1↑(τ)ck2↑⟩0⟨Tτ ck1+k↓(τ)c†k2+k↓⟩0

= +
|Tk|2

ℏ
∑
k1

⟨Tτ ck1↑c
†
k1↑(τ)⟩0⟨Tτ ck1+k↓(τ)c†k1+k↓⟩0

= |Tk|2ℏ
∑
k1

g↑↑(k1,−τ)g↓↓(k1 + k, τ) (2.65)

となる. ここで, 下から二番目の等号では Tτ 積のなかのフェルミオンの演算子の順序を入れ替えるとマ

イナスがつくことを用いた.また最後の等号では式 (2.8)を用いてマグノンの自己エネルギーを電子のグ

リーン関数で書いた.

以下で, ボゾンの松原振動数 ωn = 2πn/(ℏβ)に対するフーリエ変換

Σ(k, iωn) =

∫ ℏβ

0

dτ eiωnτΣ(k, τ),　Σ(k, τ) =
1

ℏβ
∑
iωn

e−iωnτΣ(k, iωn) (2.66)

とフェルミオンの松原振動数 ωn = (2n + 1)π/(ℏβ)に対するフーリエ変換

g(k, iωn) =

∫ ℏβ

0

dτ eiωnτg(k, τ),　 g(k, τ) =
1

ℏβ
∑
iωn

e−iωnτg(k, iωn) (2.67)

を用いると, マグノンの自己エネルギー Σ(k, iωn)は

Σ(k, iωn) =

∫ ℏβ

0

dτ eiωnτΣ(k, τ)

= |Tk|2ℏ
∑
k1

∫ ℏβ

0

dτ eiωnτg↑↑(k1,−τ)g↓↓(k1 + k, τ)

=
|Tk|2

β

∑
k1

∑
iωm

g↑↑(k1, iωm)g↓↓(k1 + k, iωm + iωn) (2.68)

となる. まず, 式 (2.68)を計算する. フェルミ分布関数 nF(z) ≡ (eℏβz + 1)−1 は z = iωm で一位の極を

もち, その留数は −(ℏβ)−1 であることを用いると, 式 (2.68)のフェルミ粒子の松原振動数 ωm について

の和は, 複素積分に置き換えることができる:

Σ(k, iωn) = −|Tk|2ℏ
∑
k1

∮
C

dz

2πi
nF(z)g↑↑(k1, z)g↓↓(k1 + k, z + iωn)

= −|Tk|2ℏ
∑
k1

∮
C

dz

2πi
nF(z)

1

z − ξk1

1

z − iℏωn − ξk1+k
. (2.69)

ここで, 経路 Cは図 2.3の実線のようにとる.
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図 2.3 複素積分の経路 Cと被積分関数の極.

十分遠方における周回積分 (図 2.3中の破線)は半径を無限大にする極限でゼロになるので, 実線と破線

を組み合わせた閉経路に対して留数定理を用いると, 以下の式が得られる [24]:

Σ(k, iωn) = |Tk|2ℏ
∑
k1

nF(iωn + ξk1+k) − nF(ξk1
)

iℏωn + ξk1+k − ξk1

= |Tk|2ℏ
∑
k1

nF(ξk1+k) − nF(ξk1
)

iℏωn + ξk1+k − ξk1

. (2.70)

ここで, 解析接続 iωn → ω + iδ (δ は微小の正の数)を行うと以下の式を得る:

ΣR(k, ω) = −|Tk|2ℏV χR(k, ω) (2.71)

χR(k, ω), = − 1

V

∑
k1

nF(ξk1+k) − nF(ξk1
)

ℏω + ξk1+k − ξk1 + iδ
. (2.72)

ここで χR(k, ω)はリンドハード関数と呼ばれ, 電子のスピン帯磁率を表している. また, V は常磁性金属

の体積を表す. つまり, マグノンの自己エネルギーは電子のスピン帯磁率に比例する.

式 (2.64)のダイソン方程式を松原振動数で書き直すと,

G(k, iωn) =
1

G0(k, iωn)−1 − Σ(k, iωn)
(2.73)

となる.この式を解析接続 iωn → ω + iδ を行った上で, 非摂動グリーン関数の式 (2.39)を代入すると, マ

グノンのグリーン関数は以下のようになる:

GR(k, ω) =
2S0/ℏ

ω − ωk + iαGω − 2S0

ℏ ΣR(k, ω)

≃ 2S0/ℏ
ω − ωk + i(αG + δαG)ω

, (2.74)

δαG(ω) = −2S0

ℏω
Im ΣR(k, ω). (2.75)

δαG(ω)がギルバート減衰の増大である. ここで Re ΣR は強磁性共鳴のピークのエネルギーシフトの情報

を持つが, 本研究では共鳴線幅の増大にのみ着目した計算を行うため, 無視した.
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強磁性共鳴
の吸収スペクトル

マイクロ波のエネルギー

ギルバート減衰
( 強磁性絶縁体のバルクの効果 )

  

強磁性共鳴
の吸収スペクトル

マイクロ波の周波数

ギルバート減衰
( 強磁性絶縁体のバルクの効果 )

ギルバート減衰の増大
( 二次元電子ガスとの接合の効果 )

共鳴周波数
  

強磁性共鳴
の吸収スペクトル

マイクロ波の周波数

ギルバート減衰
( 強磁性絶縁体のバルクの効果 )

ギルバート減衰の増大
( 常磁性金属との接合の効果 )

  

強磁性共鳴
の吸収スペクトル

マイクロ波のエネルギー

共鳴周波数

図 2.4 強磁性共鳴の吸収スペクトルの線幅の増大の模式図.

2.5 界面相互作用:波数が保存しない場合

前節では電子の波数が保存する界面相互作用を考えた. 界面における乱れが強い場合には, 波数が保存

しない界面相互作用

Hint =
∑
k,q

(Tk,qS
x′+
k sx

′−
q + T ∗

k,qS
x′−
k sx

′+
q ). (2.76)

が系を適切に記述できると期待される [33, 34]. 前節と同じく, マグノンの自己エネルギーを界面の相互作

用についての二次摂動によって計算する. 計算の方法はほぼ前節と同じであり, 自己エネルギーが

Σ(k, τ) = −
∑
q

|Tk,q|2

ℏ
⟨Tτs

+
q (τ)s−q (0)⟩0 (2.77)

と変更される. さらに前節と同様の計算を勧めていくと, 最終的に

ΣR(k, ω) = −
∑
q

|Tk,q|2ℏV χR(q, ω) (2.78)

となる.ここで χR(q, ω)は式 (2.72)で与えられるリンドハード関数である.

2.6 強磁性共鳴の線幅の増大

2.3 節で述べたように強磁性共鳴の吸収スペクトルの線幅の測定を行うことでギルバート減衰の値を

実験的に得ることができる [18]. 図 2.4 に吸収スペクトルの模式図を示す. 黒の実線はバルクの強磁性

絶縁体の強磁性共鳴におけるマイクロ波吸収率の振動数依存性を示す. マイクロ波吸収率は共鳴振動数

Ω ≡ ωq=0 でピーク構造を持ち, ピークの幅はギルバート減衰と関係する (式 (2.74)参照). 特に αG ≪ 1

のとき, 共鳴線幅は αG(Ω)Ωで与えられる. 一方, 強磁性絶縁体と常磁性金属の接合系では, 接合界面での

相互作用によって, 共鳴線幅が増大する. 線幅の変化量 δαG は, 図 2.4に示すようにバルク強磁性体の共

鳴ピークと, 接合系での共鳴ピークを比較することによって測定することが可能である.

十分平坦で乱れの少ない界面では, 界面での相互作用ハミルトニアンで波数が保存する過程のみが許さ
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れる.このとき, 2.4節での計算の結果から, 線幅の変化 δαG は,

δαG ≃ δαG(Ω) = −2S0

ℏΩ
Im ΣR(k = 0,Ω)

=
2S0|Tk=0|2V

Ω
ImχR(k = 0,Ω) (2.79)

となるが, 自由電子ガスに対しては, 式 (2.72)で与えられるリンドハード関数が χR(k = 0,Ω) = 0とな

るため, 線幅の変化は生じない.つまり線幅の変化が生じるには, 界面での乱れが必要となる.

界面における乱れが大きく, 界面での相互作用ハミルトニアンで波数が保存しない場合には, 2.5 節で

行った計算から,

δαG ≃ δαG(Ω) = −2S0

ℏΩ
Im ΣR(k = 0,Ω)

=
∑
q

2S0|Tk=0,q|2V
Ω

ImχR(q,Ω) (2.80)

となる.行列要素が波数 q に依らず Tk=0,q = T と一定値をとるとすると,

δαG(Ω) = −
∑
q

2S0|T |2

Ω
Im

∑
k

nF(ξk+q) − nF(ξk)

ℏΩ + ξk+q − ξk + iδ

= −2S0|T |2

Ω
Im

∑
q

∑
k

nF(ξq) − nF(ξk)

ℏΩ + ξq − ξk + iδ
(2.81)

である.ここで, 角度依存性がない場合, 伝導電子の状態密度を D(ϵF)として

1

V

∑
k

(· · · ) ≃ D(ϵF)

∫ ∞

−∞
dξ(· · · ) (2.82)

とかけることを用いると,

δαG(Ω) = −2S0|T |2V 2D2(ϵF)

Ω
Im

∫ ∞

−∞
dξ1

∫ ∞

−∞
dξ2

nF(ξ1) − nF(ξ2)

ℏΩ + ξ1 − ξ2 + iδ
(2.83)

となる.そして,

1

x + iδ
= P 1

x
− iπδ(x) (2.84)

を用いることで δαG(Ω)は以下のように計算できる:

δαG(Ω) =
2πS0|T |2V 2D2(ϵF)

Ω

∫ ∞

−∞
dξ1

∫ ∞

−∞
dξ2 (nF(ξ1) − nF(ξ2)) · δ(ℏΩ + ξ1 − ξ2)

=
2πS0|T |2V 2D2(ϵF)

Ω

∫ ∞

−∞
dξ1 (nF(ξ1) − nF(ℏΩ + ξ1))

= 2πℏS0|T |2V 2D2(ϵF). (2.85)

よって, ギルバート減衰の増大は, 状態密度の 2乗に比例する.

本論文では, 常磁性金属の代わりにスピン軌道相互作用を持つ二次元電子ガスを考察し, ギルバート減

衰の増大 δαG を議論する. スピン軌道相互作用の効果により, 界面で波数が保存する交換相互作用であっ

ても, ギルバート減衰の増大が見られることを具体的に計算で示す.
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第 3章

モデルと定式化

本章から本研究の内容に入る [23]. まず, Rashba 型と Dresselhaus 型のスピン軌道相互作用が共存す

る二次元電子系の微視的模型を述べ, その定式化について述べる. 3.1節で二次元電子系と強磁性絶縁体の

接合を記述する模型を導入したのち, 3.2節で二次元電子系における不純物の効果をボルン近似で評価す

る. 最後に 3.3節で磁化の緩和率の変化を摂動論によって評価する.

3.1 模型

図 3.1のように半導体ヘテロ構造上の二次元電子系と強磁性絶縁体の接合系を考える. x-y 平面におか

れた二次元電子系は, Rashbaスピン軌道相互作用と Dresselhausスピン軌道相互作用の両方を有すると

仮定する. 外部から強磁性絶縁体にマイクロ波を照射することで強磁性共鳴が起き, それが緩和する際に

二次元電子系にスピン流が注入される (スピンポンピング).

本研究では, この系を以下のハミルトニアン H によって記述する:

H = H2DEG + HFI + Hint. (3.1)

ここで, H2DEG, HFI, Hint はそれぞれ二次元電子系, 強磁性絶縁体および界面のハミルトニアンである.

以下でこの 3つのハミルトニアンの具体的な内容について詳しく述べる.

図 3.1 二次元電子系へのスピンポンピング実験の模式図. 図 1.6を再掲している. 強磁性体に振動数

Ωのマイクロ波を照射し, 磁化の歳差運動を生じさせる. この際, 二次元電子系との相互作用を通して,

磁化のもつスピンの一部が二次元電子系に注入される.
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3.1.1 二次元電子系

二次元電子系のハミルトニアン H2DEG は運動エネルギーと不純物からなっている:

H2DEG = Hkin + Vimp. (3.2)

まず, 運動エネルギーを記述するハミルトニアン Hkin は以下のように与えられる:

Hkin =
∑
k

(c†k↑c
†
k↓)ĥk

(
ck↑
ck↓

)
, (3.3)

ĥk =
(ℏ2(k2x + k2y)

2m∗ − µ
)
Î + α(kyσ̂x − kxσ̂y) + β(kxσ̂x − kyσ̂y). (3.4)

ここで c†kσ (ckσ)は波数 k, スピン σ を持つ電子を作る生成 (消滅)演算子である. ĥk は 2 × 2行列であ

り, 式 (3.4)の右辺第一項が電子の運動エネルギーを, 第二項が Rashbaスピン軌道相互作用を, 第三項が

Dresselhaus スピン軌道相互作用をそれぞれ記述する. m∗ は電子の有効質量であり, α, β は Rashbaス

ピン軌道相互作用および Dresselhausスピン軌道相互作用の大きさをそれぞれ表す. Î は 2 × 2の単位行

列, σ̂ = (σ̂x, σ̂y, σ̂z)はパウリ行列である. 表記を簡単にするために ĥk を以下の形に書き換える:

ĥk = ξkÎ − heff · σ̂, (3.5)

heff = (−αky − βkx, αkx + βky, 0). (3.6)

ここで ξk = ℏ2(k2x + k2y)/(2m∗) − µ は化学ポテンシャルから測った電子の運動エネルギーであり,

heff はスピン軌道相互作用によって電子が感じる有効ゼーマン磁場と考えることができる. さらに

温度とスピン軌道相互作用によるゼーマンエネルギーが共にフェルミエネルギーに比べて十分小さい

(kBT, kFα, kFβ ≪ µ)と仮定する.このとき, 二次元のフェルミ面近傍の電子状態のみがスピン緩和に寄

与するので, フェルミ面近傍の分散関係を

ξk ≃ ℏvF(|k| − kF) (3.7)

と近似することができる. さらにスピン軌道相互作用の項に現れる電子の波数を

(kx, ky) ≃ (kF cosφ, kF sinφ), (3.8)

とすることができる.ここで φは電子の波数 kの x-y 面内の方位を表す. このとき, 有効ゼーマン磁場は

heff ≃ kF(−α sinφ− β cosφ, α cosφ + β sinφ, 0) (3.9)

となる. 図 3.2に α/β = 0, 0.5, 1, 3の時のフェルミ面近傍での有効磁場 heff を模式的に示す.

二次元電子中の不純物は以下のように記述される:

Vimp = u
∑

i∈imp

∑
σ

Ψ†(ri)Ψ(ri). (3.10)

不純物ポテンシャル Vimp は不純物サイト iの和で表されており, uは不純物ポテンシャルの強度を表す.

この不純物ポテンシャルは電子と不純物サイトの位置が一致する時のみ, 電子が不純物サイトと相互作用

することを表している.
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図 3.2 フェルミ面上の電子が感じる有効磁場 heff .フェルミ波数に比べて分裂幅は十分小さいとして,

スピン分裂したフェルミ面を一つの円で書いた.青色の矢印が電子が感じる有効磁場を表す.

Ψ†
σ(r) (Ψσ(r))は電子の位置 r における生成消滅演算子であり, c†kσ (ckσ)からフーリエ変換によって

定義される:

Ψ†
σ(r) =

1√
A

∑
kσ

c†kσe
−ik·r, (3.11)

Ψσ(r) =
1√
A

∑
k

ckσe
ik·r. (3.12)

ここで Aは接合界面の面積である.

3.1.2 強磁性絶縁体

図 3.3 座標変換. x-y座標は実験室系の座標系であり, x′-y′ 座標は強磁性絶縁体中の局在スピン ⟨Si⟩
に固定した座標系である.
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強磁性絶縁体中の局在スピンの期待値 ⟨Si⟩は実験室系の x-y 座標平面内にあるとする. 図 3.3のよう

に ⟨Si⟩を x-y 座標系の x軸から測った角度を θ とする. この時, 局在スピンの期待値は元の実験室系の

座標系では以下のようにかける:

⟨Si⟩ = (⟨Sx
i ⟩, ⟨S

y
i ⟩, ⟨S

z
i ⟩) = (S0 cos θ, S0 sin θ, 0). (3.13)

S0 = |⟨Si⟩| は 1 サイトあたりの局在スピンの大きさを表す. 実験室座標系では後述するマグノン近似

の計算が煩雑になるので, 図 3.3 のようにスピンの期待値 ⟨Si⟩ の方位に x′ 軸を固定した新しい座標系

(x′-y′ 座標)を導入する. 実験室座標系と新しい座表系で, スピン演算子は以下の関係にある:Sx′

i

Sy′

i

Sz′

i

 =

 cos θ sin θ 0
− sin θ cos θ 0

0 0 1

Sx
i

Sy
i

Sz
i

 . (3.14)

これより, 新しい座標系でのスピン演算子の期待値は以下のように書ける:

⟨Si⟩ = (⟨Sx′

i ⟩, ⟨Sy′

i ⟩, ⟨Sz′

i ⟩) = (S0, 0, 0). (3.15)

新しい座標系のスピン演算子 Si = (Sx′

i , Sy′

i , Sz′

i ) を用いると, 強磁性絶縁体のハミルトニアンは以下の

ようになる:

HFI = J
∑
⟨i,j⟩

(Sx′

i Sx′

j + Sy′

i Sy′

j + Sz′

i Sz′

j ) − ℏγhdc

∑
i

Sx′

i

= J
∑
⟨i,j⟩

(
Sx′

i Sx′

j +
1

2
(Sx′+

i Sx′−
j + Sx′−

i Sx′+
j )

)
− ℏγhdc

∑
i

Sx′

i . (3.16)

J は隣接するスピン間の交換相互作用の大きさ, hdc は外部磁場, γ (< 0) は磁気回転比をそれぞれ表

す. 前章と同様に hdc < 0 とし, スピンは外部磁場によって +x′ の向きを向いているものとする. また

Sx′±
i ≡ Sy′

i ± iSz′

i はスピンの昇降演算子である.

式 (3.16) のハイゼンベルク模型に対してスピン波近似を適用し, 2.3 節と同様の計算を行う. ただし,

2.3節では局在スピンが +z の向きを向いていたことに対し, ここでは +x′ の向きを向いていることが異

なる. スピン演算子とマグノンの生成消滅演算子の間の関係式は以下のように変更される:

Sx′−
i = Sy′

i − iSz′

i ≃
√

2S0b
†
i , (3.17)

Sx′+
i = Sy′

i + iSz′

i ≃
√

2S0bi, (3.18)

Sx′

i = S0 − b†i bi. (3.19)

これを用いて, 式 (3.16)のハミルトニアンをマグノンの生成消滅演算子 b†k, bk によって書き直すと,

HFI =
∑
k

ℏωkb
†
kbk, (3.20)

ℏωk = Dk2 + ℏγhdc (3.21)

となる.ここで D はスピン剛性率である.

スピン相関関数 (マグノンのグリーン関数)を

G0(k, τ) = −1

ℏ
⟨Sx′+

k (τ)Sx′−
k (0)⟩ (3.22)
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と定義する.これを 2.3節と同様の計算によりマグノンの生成消滅演算子で書き換えると,

G0(k, iωn) =

∫ ℏβ

0

dτ G0(k, τ)eiωnτ =
2S0/ℏ

iωn − ωk + iαG|ωn|
(3.23)

となる. こうして松原形式のマグノンのグリーン関数が求まった. ここで, ωn = 2nπ/(ℏβ)はボゾンの松

原振動数であり, αG はギルバート減衰の大きさを表す無次元の現象論的パラメータである.

3.1.3 界面相互作用

界面での交換相互作用 Hint は, スピンに対するトンネルハミルトニアン

Hint =
∑
k

(TkS
x′+
k sx

′−
k + T ∗

kS
x′−
k sx

′+
k ) (3.24)

によって記述する. ここで, Tk は界面相互作用の強さであり, sx
′+

k , sx
′−

k はそれぞれ, 伝導電子のスピン

を x′ 軸方向に増減させるスピンの昇降演算子である. ここでは, 二次元電子系と強磁性体の接合界面が十

分平坦であるとし, スピンの波数 kが保存するとした. sx
′±

k は電子の生成消滅演算子を用いて以下のよう

にかける:

sx
′±

k =
1

2

∑
σ,σ′

∑
k′

c†k′σ(σ̂x′±)σσ′ck′±kσ′ , (3.25)

σ̂x′± = σ̂y′
± iσ̂z′

. (3.26)

ここで, σ̂x′
は x′-y′ 座標系での x′ 方向のスピンの昇降演算子に対応するパウリ行列である. σ̂x′

, σ̂y′
, σ̂z′

は元のパウリ行列と回転変換により,σ̂x′

σ̂y′

σ̂z′

 =

 cos θ sin θ 0
− sin θ cos θ 0

0 0 1

σ̂x

σ̂y

σ̂z

 (3.27)

によって結ばれる.これを利用すると, x′ 方向のスピンの昇降演算子は,

σ̂x′± = − sin θ σ̂x + cos θ σ̂y ± iσz (3.28)

とパウリ行列によって書き直される.

3.2 ボルン近似による電子のグリーン関数の計算

本節では, 二次元電子系における不純物散乱の効果を, ボルン近似の範囲内で評価し, 電子の温度グリー

ン関数を評価する. 本計算で用いる手法自体はすでによく知られているが, Rashba スピン軌道相互作用

もしくは Dresselhaus スピン軌道相互作用が存在する場合を具体的に計算した文献は調べた限りではな

かったため, Rashbaスピン軌道相互作用によるスピンホール効果を議論した文献 [37]を参考にして, 本

研究で新しく計算を行った.

不純物がない時の二次元電子系のハミルトニアンを再掲する:

Hkin =
∑
k

(c†k↑ c†k↓)ĥk

(
ck↑
ck↓

)
, (3.29)

ĥk = ξkÎ − heff · σ̂. (3.30)
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ここで有効磁場 heff は式 (3.9) で与えられるが, 以下では簡単のために, heff = (hx, hy, 0) と表記する.

このとき, 波数 kの電子のエネルギー固有値は, 固有値方程式

∆(E) ≡ det (EÎ − ĥk) = det ((E − ξk)Î + hxσ̂x + hyσ̂y)

=

∣∣∣∣ E − ξk hx − ihy

hx + ihy E − ξk

∣∣∣∣ = 0 (3.31)

から求めることができ, エネルギー固有値は E = E±
k となる.ここで

E±
k = ξk ± heff(φ), (3.32)

heff(φ) ≡ |heff | =
√

h2
x + h2

y

≃ kF
√

α2 + β2 + 2αβ sin 2φ (3.33)

である. つまり 2heff(φ)は方位 φに運動する電子のスピン分裂の大きさを表す.

電子の温度グリーン関数を, −ℏβ < τ < ℏβ に対して, 以下のように定義する:

ĝ(k, τ) =

(
g↑↑(k, τ) g↑↓(k, τ)
g↓↑(k, τ) g↓↓(k, τ)

)
(3.34)

gσσ′(k, τ) = −1

ℏ
⟨Tτ ckσ(τ)c†kσ′⟩, (3.35)

ckσ(τ) = eHkinτ/ℏckσe
−Hkinτ/ℏ. (3.36)

ここで, 電子スピンの z 成分の自由度 (σ, σ′ =↑, ↓)により, 温度グリーン関数が 2 × 2行列となる.

以下ではまず, 式 (3.40)を用いて不純物がない時の温度グリーン関数 ĝ0(k, τ)の表式を求める. 不純物

がないときの電子の温度グリーン関数は, 次の運動方程式に従うことがわかる:(
−ℏÎ

∂

∂τ
− ĥk

)
ĝ0(k, τ) = δ(τ)Î , (−ℏβ < τ < ℏβ). (3.37)

運動方程式の詳しい導出方法は付録 Dで述べる. ここで, グリーン関数とデルタ関数は次のようにフーリ

エ展開される:

ĝ0(k, τ) =
1

ℏβ
∑
ωn

e−iωnτ ĝ0(k, iωn), (3.38)

δ(τ) =
1

ℏβ
∑
ωn

e−iωnτ . (3.39)

ここで ωn = (2n + 1)π/(ℏβ)はフェルミオンの松原振動数である. これらのフーリエ展開を式 (3.37)に

代入すると, 以下の式を得る:

ĝ0(k, iωn) = (iℏωnÎ − ĥk)−1. (3.40)

ここで, −1のべき乗は 2 × 2行列の逆行列を表す. 式 (3.5)より,

iℏωnÎ − ĥk =

(
iℏωn − ξk hx − ihy

hx + ihy iℏωn − ξk

)
. (3.41)

となるので, この行列の逆行列を求めればよい. 式 (3.41)の行列式は, 固有値方程式 (3.31)の左辺で定義

した ∆(E)によって, ∣∣∣∣iωn − ξk hx − ihy

hx + ihy iωn − ξk

∣∣∣∣ = ∆(iωn) (3.42)
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図 3.4 不純物の二次摂動を表すファインマンダイアグラム.実線は不純物の効果を考慮しない電子の

グリーン関数を表し, 波線は不純物との相互作用を表す.

と書き表されるので, 固有方程式 ∆(E) = 0の解が E = E±
k であることを用いて,

∆(iωn) =

∣∣∣∣iℏωn − ξk hx − ihy

hx + ihy iℏωn − ξk

∣∣∣∣ = (iℏωn − E+
k )(iℏωn − E−

k ) (3.43)

が成り立つ. これより, ĝ0(k, iωn))は,

ĝ0(k, iωn) =
1

(iℏωn − E+
k )(iℏωn − E−

k )

(
iℏωn − ξk −(hx − ihy)

−(hx + ihy) iℏωn − ξk

)
=

(iℏωn − ξk)Î − hxσ̂x − hyσ̂y

(iℏωn − E+
k )(iℏωn − E−

k )
(3.44)

=
(iℏωn − ξk)Î − heff · σ̂

(iℏωn − E+
k )(iℏωn − E−

k )
(3.45)

と計算される. こうして不純物がない時の電子の温度グリーン関数 ĝ0(k, iωn)が求まった.

次に, ĝ0(k, iωn) を用いて不純物の効果を考慮した温度グリーン関数 ĝ(k, iωn) をダイソン方程式を計

算を使って求める. ダイソン方程式は以下のように書き表される：

(ĝ(k, iωn))−1 = (ĝ0(k, iωn))−1 − Γ̂(iωn). (3.46)

ここで, Γ̂(iωn) は温度グリーン関数 ĝ(k, iωn) の自己エネルギーである. 自己エネルギー Γ̂(iωn) を, 式

(3.10)で記述される不純物ハミルトニアン Vimp の二次摂動より求める. 対応するファインマン・ダイア

グラムを図 3.4に示す. このダイアグラムより, 自己エネルギー Γ̂(iωn)は,

Γ̂(iωn) =
niu

2

A
∑
k

ĝ0(k, iωn)

= niu
2D(ϵF)

∫ ∞

−∞
dξ

∫ 2π

0

dφ

2π
ĝ0(k, iωn) (3.47)

となる. この計算はボルン近似に相当する. ここで ni は不純物サイトの数である. また, 二つ目の等号で

は波数についての和を積分に変える公式

1

A
∑
k

(· · · ) ≃ D(ϵF)

∫ ∞

−∞
dξ

∫ 2π

0

dφ

2π
(· · · ) (3.48)

を用いた (詳しい導出は付録 Eに示す). ここで右辺では波数 k の代わりに, 波数の方位 φと化学ポテン

シャルから測ったエネルギー ξ = (ℏk)2/2m∗ − µの 2つのパラメータで波数を指定している. 式 (3.47)
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を計算するにあたり, φ積分を考察する:∫ 2π

0

dφ

2π
ĝ0(ξ, φ, iωn) =

∫ 2π

0

dφ

2π

(iℏωn − ξ)Î − heff · σ̂
(iℏωn − E+)(iℏωn − E−)

. (3.49)

分母の E± は式 (3.32, 3.33)

E± = ξ ± heff(φ), (3.32)

heff(φ) ≡ |heff | ≃ kF
√

α2 + β2 + 2αβ sin 2φ (3.33)

で与えられている. したがって, 式 (3.49)の被積分関数の分母は φ → φ + π としても元と同じである. 一

方, 式 (3.49)の分子にある ĥeff · σ̂ = kF(σ̂x cosφ + σ̂y sinφ)は φ → φ + π の変換によって符号が反転

する. したがって, 角度積分を ∫ 2π

0

dφ

2π
(· · · ) =

∫ π

0

dφ

2π
+

∫ 2π

π

dφ

2π
(3.50)

と分離すると, , 式 (3.49)の ĥeff · σ̂ の項の符号が 2つの積分内で逆となり, この項を含む積分は打ち消し

合ってゼロになる. よって式 (3.49)の分子にある ĥeff · σ̂ は落とすことができる. 残りの部分は,

Γ̂(iωn) = niu
2D(ϵF)

∫ ∞

−∞
dξ

∫ 2π

0

dφ

2π

(iℏωn − ξ)Î

(iℏωn − E+)(iℏωn − E−)

= niu
2D(ϵF)

∫ ∞

−∞
dξ

∫ 2π

0

dφ

2π

1

2

[ 1

iℏωn − E+
+

1

iℏωn − E−

]
Î

= niu
2D(ϵF)

∫ ∞

−∞
dξ

∫ 2π

0

dφ

2π

Î

2

∑
ν=±1

1

iℏωn − ξ − νheff(φ)
(3.51)

と計算できる. そして ξ 積分は ξ′ ≡ ξ + νheff と変数変換することにより以下のように計算できる:∫ ∞

−∞
dξ

1

iℏωn − ξ − νheff(φ)
= −

∫ ∞

−∞
dξ′

1

ξ′ − iℏωn

= −
∫ ∞

−∞
dξ′

ξ′ + iℏωn

ξ′2 + (ℏωn)2
= −iπsgn(ωn). (3.52)

したがって, Γ̂(iωn)は以下のように計算できる:

Γ̂(iωn) = −iπniu
2D(ϵF)sgn(ωn)Î ≡ −i

Γ

2
sgn(ωn)Î . (3.53)

ここで,

Γ ≡ 2πniu
2D(ϵF) (3.54)

は不純物による散乱の強さを表すパラメータである. これをダイソン方程式:式 (3.46)に代入すると, 以

下の式を得る:

(ĝ(k, iωn))−1 =

(
iℏωn − ξk + iΓ

2 sgn(ωn) hx − ihy

hx + ihy iℏωn − ξk + iΓ
2 sgn(ωn)

)
. (3.55)

これは式 (3.41) の iℏωn が iℏωn + iΓ
2 sgn(ωn) になっているだけであるので, 式 (3.45) の iℏωn を

iℏωn + iΓ
2 sgn(ωn)に置き換えることで,

ĝ(k, iωn) =

(
iℏωn − ξk + iΓ

2 sgn(ωn)
)
Î − heff · σ̂(

iℏωn − E+
k + iΓ

2 sgn(ωn)
)(

iℏωn − E−
k + iΓ

2 sgn(ωn)
) (3.56)

となる.こうして不純物を考慮した電子のグリーン関数がボルン近似の範囲で求まった.
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3.3 磁化の緩和率の摂動計算

本節では, 界面における相互作用について摂動論を用いて, マグノンの自己エネルギーを求め, ギルバー

ト減衰の変化を計算する. まず, 系のハミルトニアンを, 以下のように非摂動項 H0 と摂動項 Hint の 2つ

に分ける:

H = H0 + Hint, (3.57)

H0 = H2DEG + HFI. (3.58)

ここで H2DEG, HFI, Hint はそれぞれ二次元電子系, 強磁性絶縁体, 界面相互作用を記述するハミルトニ

アンである. 第 2章で行ったように, マグノンの自己エネルギーを Hint の二次摂動によって評価すると,

Σ(k, τ) = −|Tk|2

ℏ
⟨Tτs

x′+
k (τ)sx

′−
k (0)⟩0 (3.59)

となる.式 (3.25)を代入し, 自己エネルギーの計算を続けると, 以下の式を得る:

Σ(k, τ) = −|Tk|2

ℏ
⟨Tτs

x′+
k (τ)sx

′−
k (0)⟩0 (3.59)

=
|Tk|2ℏ

4

∑
σ,σ′,σ′′,σ′′′

∑
k1

(σ̂x′+)σσ′(σ̂x′−)σ′′σ′′′gσ′′′σ(k1,−τ)gσ′σ′′(k1 + k, τ). (3.60)

これをフーリエ変換することで, 振動数表示のグリーン関数 Σ(k, iωn)が得られる:

Σ(k, iωn) =

∫ ℏβ

0

dτ eiωnτΣ(k, τ)

=
|Tk|2

4β

∑
k1,iωm

Tr
[
ĝ(k1, iωm)σ̂x′+ĝ(k1 + k, iωm + iωn)σ̂x′−

]
. (3.61)

ここで ĝ(k, iωn)は式 (3.56)で与えられる不純物を考慮した伝導電子の温度グリーン関数である.以下に

再掲する:

ĝ(k, iωn) =

(
iℏωn − ξk + iΓ

2 sgn(ωn)
)
Î − heff · σ̂(

iℏωn − E+
k + iΓ

2 sgn(ωn)
)(

iℏωn − E−
k + iΓ

2 sgn(ωn)
) . (3.62)

表記を簡単にするために, 式 (3.62)の温度グリーン関数を以下のように書き換える:

ĝ(k, iωn) =
AÎ + Bσ̂x′ + Cσ̂y′

D
, (3.63)

A ≡ A(iωm) = iℏωn − ξk +
iΓ

2
sgn(ωn), (3.64)

B = −(hx cos θ + hy sin θ) = −heff · m̂, (3.65)

C = −(−hx sin θ + hy cos θ), (3.66)

D ≡ D(iωm) =
(
iℏωn − E+

k +
iΓ

2
sgn(ωn)

)(
iℏωn − E−

k +
iΓ

2
sgn(ωn)

)
. (3.67)

ここで m̂ = (cos θ, sin θ, 0)は強磁性絶縁体中の局在スピンの期待値の向きを表している. 式 (3.62)を式

(3.61)に代入して計算すると以下の式を得る (詳しい導出は付録 Fで述べる):

Σ(0, iωn) =
|T0|2

β

∑
k,iωm

(A′ −B)(A + B)

DD′ . (3.68)
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ここで A′ ≡ A(iωm + iωn), D′ ≡ D(iωm + iωn)である. さらに松原振動数 ωn の和を複素積分を使って

評価し, 波数 k についての和を方位 φと化学ポテンシャルから測ったエネルギー ξ についての 2重積分

で置き換え, ξ 積分を実行する. さらに解析接続を行うことで, マグノンのグリーン関数の遅延成分の虚部

が求められる:

Im ΣR(0, ω) = −|T0|2A
4

∑
ν,ν′

D(ϵF)

∫ 2π

0

dφ

2π
(1−νĥeff(φ) · m̂)(1+ν′ĥeff(φ) · m̂)

× Γℏω
(ℏω + Eν

k − Eν′
k )2 + Γ2

. (3.69)

計算の詳細は付録 Gで示す.

3.4 ギルバート減衰の増大

ダイソン方程式より, マグノンの温度グリーン関数は以下のように与えられる:

G(k, iωn) =
2S0/ℏ

iωn − ωk + iαG|ωn| − 2S0

ℏ Σ(k, iωn)
. (3.70)

さらに解析接続 iωn → ω + iη を行うと, マグノンの遅延グリーン関数が得られる:

GR(k, ω) =
2S0/ℏ

ω − ωk + i(αG − 2S0

iℏω ΣR(k, ω))ω

≃ 2S0/ℏ
ω − ωk + i(αG + δαG)ω

. (3.71)

ここで, δαG はギルバート減衰の増大であり, 以下の式で与えられる:

δαG ≡ −2S0

ℏω
Im ΣR(k, ω). (3.72)

ここで自己エネルギーの実部の影響は無視した. また, ギルバート減衰の大きさは αG + δαG ∼ 10−4 ≪ 1

であるので強磁性共鳴の吸収スペクトルのピークは十分鋭い.したがって, 式 (3.71)のマイクロ波の周波

数 ω を強磁性共鳴の共鳴周波数 Ω = ω0 で置き換える.つまり, 式 (3.71)は以下のように変更される:

GR(0,Ω) =
2S0/ℏ

ω − Ω + i(αG + δαG)Ω
. (3.73)

これに伴い, ギルバート減衰の増大:式 (3.72)も以下のように変更される:

δαG ≃ −2S0

ℏΩ
Im ΣR(0,Ω). (3.74)

ここに式 (3.69)を代入すると, ギルバート減衰の増大は以下のようになる:

δαG(Ω) = 2πS0|T0|2AD(ϵF)
∑
ν,ν′

∫ 2π

0

dφ

2π

1−νĥeff(φ) · m̂
2

1+ν′ĥeff(φ) · m̂
2

× Γ/π

(ℏΩ + Eν
k − Eν′

k )2 + Γ2
(3.75)
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となる. ∆0 ≡ kFβ を用いて無次元化を行うと以下のようになる:

δαG(Ω) = αG,0

∑
ν,ν′

∫ 2π

0

dφ

2π

1−νĥeff(φ) · m̂
2

1+ν′ĥeff(φ) · m̂
2

F (ℏΩ + Eν
k − Eν′

k ), (3.76)

αG,0 = 2πS0|T0|2AD(ϵF)∆−1
0 , (3.77)

F (E) =
Γ/π∆0

(E/∆0)2 + (Γ/∆0)2
. (3.78)

ここで F (E)はローレンツ関数である. これが本研究の主要な結果である.

式 (3.76)は次の 3つの項に分けることができる:

δαG = δαG,1 + δαG,2 + δαG,3, (3.79)

δαG,1 = δαG(ν = ν′) = αG,0

∫ 2π

0

dφ

2π

1 − (ĥeff(φ) · m̂)2

2
F (ℏΩ), (3.80)

δαG,2 = δαG(ν = −, ν′ = +) = αG,0

∫ 2π

0

dφ

2π

(1+ĥeff(φ) · m̂)2

4
F (ℏΩ − 2heff(φ)), (3.81)

δαG,3 = δαG(ν = +, ν′ = −) = αG,0

∫ 2π

0

dφ

2π

(1−ĥeff(φ) · m̂)2

4
F (ℏΩ + 2heff(φ)). (3.82)

3 つの項はそれぞれ異なる物理プロセスを表す. δαG,1 は共鳴振動数 Ω がゼロの時に最大となる. また,

フェルミ面上の電子が感じる有効磁場 ĥeff(φ)と強磁性絶縁体中のスピン m̂が直交する時に δαG,1 は最

大値をとる.したがって, δαG,1 は二次元電子系が強磁性絶縁体から界面の交換相互作用を通じて感じる横

磁場によってスピンフリップを起こす過程に対応している. δαG,2 は, 共鳴時のマイクロ波のエネルギー

ℏΩが, スピン軌道相互作用によるフェルミ面でのスピン分裂の大きさ 2heff(φ)と等しくなった時にピー

クを持つ. また, ĥeff(φ)と m̂が同じ方向を向く時に δαG,2 は最大値をとる.従って, δαG,2 はフェルミ面

近傍の電子がマグノンを吸収してスピンフリップする効果を表している. つまり, δαG,2 はマグノン吸収

の効果を記述する. δαG,3 は, 共鳴時のマイクロ波のエネルギー ℏΩが −2heff(φ)の時にピークを持つ.ま

た, ĥeff(φ)と m̂が同じ方向を向く時に δαG,3 は最大値をとる.これらより, δαG,3 はフェルミ面上の電子

がマグノンを放出してフリップする効果を表している.強磁性共鳴の実験では, Ω > 0の領域で実験を行

うため, δαG,3 の寄与は小さい.

次の章で, ギルバート減衰の振動数・磁化方位依存性を具体的に詳しく議論する.
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第 4章

計算結果

本章ではギルバート減衰の増大について, 共鳴振動数および磁化方位依存性を具体的に議論する.また

実験との対応関係についても議論する.

  

 

図 4.1 二次元電子ガスとの接合の効果によるギルバート減衰の増大 δαG. 横軸の Ω は強磁性共鳴の

共鳴周波数である. また, θ は強磁性絶縁体中の局在スピンが向く角度である. Rashba スピン軌道相

互作用 α と Dresselhaus スピン軌道相互作用 β の比はそれぞれ (a) α/β = 0, (b) α/β = 0.5, (c)

α/β = 1, (d) α/β = 3である. (c), (d)は文献 [23]より引用.
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4.1 周波数依存性と磁化方位依存性

図 4.1に δαG/αG,0 を無次元化した共鳴振動数 ℏΩ/∆0 の関数として示す. 図 4.1 (a), (b), (c), (d) は

それぞれ α/β = 0, 0.5, 1, 3の時のグラフである. また, 全てのグラフにおいて不純物強度は Γ/∆0 = 0.5

にしている.

図 4.1 (a) に示すように, α/β = 0 の時はギルバート減衰の増大 δαG は強磁性絶縁体中の局在スピン

の角度 θ に依存しない. これは有効磁場によるフェルミ面でのスピン分裂の大きさが電子の波数の方位

に依存しないことを反映している. α/β の値がゼロでない時の図 4.1 (b), (c), (d)では全て強磁性絶縁体

中のスピンの角度 θ に依存している. マイクロ波の周波数がゼロ付近では, θ = π/4(θ = −π/4) の時に

δαG が最大値 (最小値)をとる.このことは, 低周波数側では横磁場の効果 δαG,1 が支配的であることを示

唆する. また高周波数側では, 図 4.1 (b)では ℏΩ/∆0 が 3付近で, 図 4.1 (c)では ℏΩ/∆0 が 4付近で, 図

4.1 (d) は ℏΩ/∆0 が 8 付近でピークを持つ. いずれの場合も θ = −π/4(θ = π/4) の時に δαG が最大値

(最小値)をとる. このことは, 高周波数側ではマグノン吸収の効果 δαG,2 が支配的であることを示唆する.

フェルミ面での有効磁場によるスピン分裂の大きさを Egap とすると, 式 (3.32), (3.33)より

Egap = 2heff(φ) ≃ 2kF
√

α2 + β2 + 2αβ sin 2φ (3.33)

となる.従って, エネルギーギャップの範囲はそれぞれ以下のように与えられる:
Egap = 2∆0 α/β = 0の時,

∆0 ≤ Egap ≤ 3∆0 α/β = 0.5の時,

0 ≤ Egap ≤ 4∆0 α/β = 1の時,

4∆0 ≤ Egap ≤ 8∆0 α/β = 3の時.

(4.1)

図 4.1からわかるように, マイクロ波のエネルギー ℏΩが Egap の取り得る範囲にあるとき, δαG が大きな

値を持つ.

Rashbaスピン軌道相互作用の大きさ αが負になる場合については, δαG を α, θ, Ωの関数としてみた

とき, 以下の対称性が成り立つことを証明できる:

δαG(α, θ,Ω) = δαG(−α, θ − π/2,Ω). (4.2)

証明は付録 Hで詳しく述べる. これにより, αが負になった場合は, 磁化方位を π/2ずらした結果となる.

図 4.2に α/β = 0, 0.5, 1, 3のときの δαG を, 無次元化した共鳴周波数 ℏΩ/∆0 と磁化方位 θ の関数と

して示す. 図 4.2では磁化方位を縦軸にとっており, 図 4.1で現れた低周波数側と高周波数側のピークの

磁化方位依存性を明確にしている. 図 4.2から, δαG を θ, Ωの関数としてみたときに,

δαG(θ,Ω) = δαG(θ + π,Ω) = δαG(π/2 − θ,Ω) (4.3)

の関係が成り立っていることがわかる. この関係式の詳しい証明は付録 Hで述べる.

4.2 不純物強度への依存性

図 4.1 と同様に図 4.3 に δαG/αG,0 を無次元化した共鳴振動数 ℏΩ/∆0 の関数として示す. ただし,

図 4.3 (a), (b), (c), (d) は全て α/β = 1 に固定している. また, 図 4.3 (a), (b) はそれぞれ θ = −π/4,

θ = π/4における, 不純物強度が Γ/∆0 = 0.1, 0.2, 0.5, 1.0の時のグラフである.
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図 4.2 二次元電子ガスとの接合の効果によるギルバート減衰の増大 δαG の Contourグラフ. 横軸の

Ω は強磁性共鳴の共鳴周波数であり, 縦軸は強磁性絶縁体中の局在スピンの角度 θ である. (a), (c),

(d)は文献 [23]より引用.

以下に, ギルバート減衰の増大 δαG の数式を再掲する:

δαG = δαG,1 + δαG,2 + δαG,3, (3.79)

δαG,1 = δαG(ν = ν′) = αG,0

∫ 2π

0

dφ

2π

1 − (ĥeff(φ) · m̂)2

2
F (ℏΩ), (3.80)

δαG,2 = δαG(ν = −, ν′ = +) = αG,0

∫ 2π

0

dφ

2π

(1+ĥeff(φ) · m̂)2

4
F (ℏΩ − 2heff(φ)), (3.81)

δαG,3 = δαG(ν = +, ν′ = −) = αG,0

∫ 2π

0

dφ

2π

(1−ĥeff(φ) · m̂)2

4
F (ℏΩ + 2heff(φ)). (3.82)

ここで, F (E) = Γ/π∆0

(E/∆0)2+(Γ/∆0)2
はローレンツ関数である.

図 4.3 (a), (b)に示すように, 不純物強度 Γ/∆0 が小さいときは, ギルバート減衰の増大 δαG の高周波

数側のピークがより鋭くなる. これは高周波数側で支配的な寄与である δαG,2(式 (3.81))がローレンツ関

数 F (E) を用いて書かれており, 不純物強度が小さくなるにつれてローレンツ関数のピークが急峻にな

ることを反映している. 同様の理由で, 図 4.3 (b) の低周波数側のピークも急激に増大する. しかし, 図

4.3 (a)の低周波数側の δαG は不純物強度に依らず小さい値である.これは α/β = 1かつ θ = −π/4の時

は, 全ての電子の波数角度 φにおいて ĥeff(φ) · m̂ = 1であるため, 低周波数側で支配的であるはずの横

磁場の効果 δαG,1(式 (3.80))が低周波数側でゼロになるからである.

図 4.3 (c), (d) はそれぞれ Γ/∆0 = 0.1, 1.0 において, θ = −π/4 の時の δαG と θ = π/4 の時の δαG

の 2倍のグラフを重ねて描いた図である. 不純物強度が小さい場合 (図 4.3 (c))は, 高周波数側のピーク

付近において, δαG(θ = −π/4)値が δαG(θ = π/4)の値のちょうど 2倍になっている. これは以下のよ
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図 4.3 α/β = 1 と固定して, 強磁性共鳴の共鳴周波数 Ω の関数として描いたギルバート減衰の増

大 δαG. (a) 様々な不純物強度 Γ/∆0 における δαG. 強磁性絶縁体中の磁化の角度は θ = −π/4 で

固定している. (b) θ = π/4 に固定した時の δαG. (a) と同様に不純物強度を変化させている. (c)

Γ/∆0 = 0.1におけるギルバート減衰の増大 δαG. 赤線は θ = −π/4の時の δαG であり, プロット点

は θ = π/4の時の δαG の大きさを 2倍したグラフである. (d) Γ/∆0 = 1.0におけるギルバート減衰

の増大 δαG.赤線は θ = −π/4の時の δαG であり, プロット点は θ = π/4の時の δαG の大きさを 2

倍したグラフである.

うに説明できる. α/β = 1かつ θ = −π/4のときは, 任意の方位 φで ĥeff(φ) · m̂ = 1となっているのに

対し, θ = π/4では任意の方位 φで ĥeff(φ) · m̂ = 0となっている. 高周波数側で支配的である δαG,2(式

(3.81))の中で電子の方位に依存する因子は,

a(θ) =
1 + (ĥeff(φ) · m̂)2

4
(4.4)

である (ĥeff(φ) · m̂の一次の項は φ積分によりゼロになることに注意). この因子は a(−π/4) = 2a(π/4)

を満たすため, 図 4.3 (c) のような振る舞いが得られる. 一方, 不純物強度が大きい図 4.3 (d) では, 図

4.3 (c)で見られた関係式 (δαG(θ = −π/4) = 2δαG(θ = π/4))が成り立たなくなる. これは不純物強度

が大きい時は δαG のピークの幅が大きくなり, 低周波数側で支配的な δαG,1 のピークの裾の部分が高周

波数側のピークに影響を及ぼしているからである.
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4.3 実験との関係

伝導電子のスピンあたりの状態数を N とすると,

N =
∑
k≤kF

1 =
A

(2π)2

∫
k≤kF

dk 1 =
A

4π2
πk2F (4.5)

となる. そして, 単位面積のスピンあたりの電子密度を n′ ≡ 　 N/Aとすると

kF = 2
√
πn′ (4.6)

とかける. よって, 電子密度 n = 2n′ に対しては

kF =
√

2πn (4.7)

となる.

4.3.1 AlGaAs/GaAsの半導体ヘテロ構造

AlGaAs/GaAsの半導体ヘテロ構造において, Dresselhausスピン軌道相互作用に起因するスピン分裂

したフェルミ面のエネルギーギャップを計算する.電子密度 nと Dresselhausスピン軌道相互作用の大き

さ β は

n = 5.2 × 1015 m−2, β = 4 meVÅ (4.8)

である [38] .ただし nはゲート電圧がゼロのときの値を用いた.式 (4.7)より

kF =
√

2πn = 1.81 × 108 m−1 (4.9)

である.したがってエネルギーギャップ ∆は以下のように計算される:

∆ = 2kFβ = 0.145 meV. (4.10)

なお, Rashbaスピン軌道相互作用の大きさは α = 5 meVÅであり [38], Dresselhaus スピン軌道相互作

用と同程度の大きさである.

以下で図 4.2 (a), (b), (c), (d) それぞれの 2番目のピークの観測に必要な磁場を求める.エネルギー換

算表 [39]によると 1 eVは 1.72760 × 104 T(テスラ)に換算される.つまり, 1 meVは約 17.28 Tに相当

する.したがって,

∆0 ≡ ∆

2
= kFβ ≃ 0.0725 meV (4.11)

を磁場に換算すると

0.103 meV × 17.28 T/meV ≃ 1.25 T (4.12)

に相当する.したがって図 4.2 (a), (b), (c), (d) の二つ目のピーク位置を観測するために必要な磁場は以

下である:

(a) : 2 × 1.25 T ≃ 2.5 T, (4.13)

(b) : 3 × 1.25 T ≃ 3.75 T, (4.14)

(c) : 4 × 1.25 T ≃ 5.0 T, (4.15)

(d) : 8 × 1.25 T ≃ 10.0 T. (4.16)
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4.3.2 InGaAs/GaAsの半導体ヘテロ構造

InGaAs/GaAsの半導体ヘテロ構造において, Rashbaスピン軌道相互作用に起因するスピン分裂した

フェルミ面のエネルギーギャップを計算する.電子密度 nと Rashbaスピン軌道相互作用の大きさ αは

n = 1 × 1012 cm−2,　α = 4 × 10−11 eVm (4.17)

である [40].式 (4.7)より

kF =
√

2πn = 2.51 × 106 cm−1 (4.18)

である.したがってエネルギーギャップ ∆は以下である：

∆ = 2kFα = 20.1 meV. (4.19)

これは AlGaAs/GaAs ヘテロ構造を用いた時のエネルギーギャップの式 (4.10) より 100 倍以上大きい.

よって, マグノン吸収によるピークを観測するために必要な磁場も 100倍以上大きくなり, 数百 Tの磁場

が必要になる.ただし, 対称性の高い InGaAs/GaAsヘテロ構造 [41]を用いることにより AlGaAs/GaAs

ヘテロ構造を用いた時と同程度の大きさのエネルギーギャップを作ることが可能である.
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第 5章

まとめ

本論文では Rashbaスピン軌道相互作用と Dresselhausスピン軌道相互作用が共存する二次元電子系へ

のスピンポンピングを考察し, 強磁性共鳴の吸収線幅の増大 (ギルバート減衰の増大)を評価した. グリー

ン関数法を用いて界面相互作用に対する二次摂動を計算し, マグノンの自己エネルギーを二次元電子系の

スピン帯磁率によって記述し, ギルバート減衰の増大をマグノンの自己エネルギーの虚部を用いて定式化

した.ギルバート減衰の増大には, (1)横磁場によるスピンフリップ過程, (2) マグノン吸収過程, (3) マグ

ノン放出過程, の 3つの寄与があることを明らかにした. 横磁場の効果はマイクロ波が低周波数の領域で,

マグノン吸収の効果は高周波数側で, それぞれ支配的になることがわかった. さらに, Rashbaスピン軌道

相互作用と Dresselhausスピン軌道相互作用が共存する場合には, ギルバート減衰の増大の大きさが強磁

性絶縁体の磁化 (局在スピンの期待値)の方位に依存して変化することを示した. 最後にこれらの現象が,

実際に半導体ヘテロ構造で可能かどうかを具体的な物質パラメータを用いて議論した. 本研究の結果は,

半導体ヘテロ構造に限らず, スピン分裂幅・スピン分極方向がフェルミ面の場所によって異なる系への一

般的なスピンポンピングの特徴を定性的に記述していると期待される.

本研究では マグノンの自己エネルギーの虚部に着目したが, 実部は強磁性共鳴の吸収スペクトルのエネ

ルギーシフトの情報を持っていると考えられる.また, 界面での乱れが小さいとして, 電子波数が保存する

界面相互作用模型を用いたが, 実際の物質では波数が非保存の場合も多いと考えられる. 自己エネルギー

の実部を計算することと, 界面相互作用模型を波数が非保存の場合に拡張することは今後の課題である.

さらに, ヴァーテックス補正を考慮してマグノンの自己エネルギーを計算することも今後の課題である.

最後に本研究のアイディアを元にして, フェルミ面近傍で複雑なスピンテクスチャを持つ他の物質へのス

ピンポンピングについても, 理論を構築していくことは重要な課題である.
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付録 A

スピン軌道相互作用

この付録ではまず, 原子のスピン軌道相互作用の古典的な説明をのべた後に, 相対論的補正を考慮した

表式を書く [42].

電荷 Zeの原子核の周りを電荷 −eの電子が半径 rの円軌道を描いて回っているとする.この時, 電子か

ら見ると原子核が電子の周りを回っていると考えることができる.原子核が電子がいる場所に作る磁場B

はビオ・サバールの法則を用いると以下のようにかける:

B =
µ0

4π

Ze

m

ℏl
r3

. (A.1)

ここで, µ0 は透磁率, mは電子の質量, ℏはプランク定数 hを 2πで割った定数, ℏlは電子の軌道角運動量
である. また, 電子の運動量を pとして l = r × pである. そして, µB をボーア磁子として電子のスピン

は µ = −2µBsの磁気モーメントを持っている (sは電子のスピン角運動量).つまり, 電子は以下のゼー

マンエネルギーを持っている:

−µ ·B =
µ0

4π

Ze2

m2

ℏ
r3

(ℏl · s). (A.2)

相対論的補正を考慮すると, 式 (A.2)は 1/2倍されることが知られている.それを考慮すると, スピン軌道

相互作用 HSOI は以下のようにかける:

HSOI =
µ0

4π

Ze2

2m2

ℏ
r3

(ℏl · s). (A.3)

一方で, 誘電率を ϵ0 として電子が感じる電場は

E ≡ −∇V =
1

4πϵ0

Ze

r3
r (A.4)

なので, 光速 c = 1/
√
µ0ϵ0 を用いると式 (A.3)は

HSOI =
−eℏ

2m2c2
s · (p×E) =

ℏ
4m2c2

σ · (p×∇V ) (A.5)

と書き直せる. ここで σ = 2sはパウリ行列である.

以上で原子のスピン軌道相互作用を述べたが, 半導体中でのスピン軌道相互作用も式 (A.5)と同様の形

で書くことができ, Aを定数として

HSOI = Aσ · (p×∇V ) (A.6)

とかける. これは Rashba型と Dresselhaus型の二種類のスピン軌道相互作用を生み出す.
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Rashba スピン軌道相互作用は界面の反転対称性の破れに起因しており, 二次元電子系界面に垂直に

E = Ezez の電場が存在する時, 式 (A.6)より以下の Rashbaスピン軌道相互作用のハミルトニアンが得

られる:

HR = (α/ℏ)(ez × p) · σ,
= α(kxσy − kyσx). (A.7)

式 (A.7)の第一項 (第二項)は x方向 (y方向)に移動する電子の y方向 (x方向)に有効的なゼーマン磁場

が働いていると解釈することができる.

一方, Dresselhaus スピン軌道相互作用は, 結晶構造 (バルク) の反転対称性の破れを持つ物質に現れ

る. Dresselhausはこのような物質には Γ点周りにおいて以下のようなハミルトニアンが現れることを導

いた:

HD′ = (γ/ℏ)((p2y − p2z)pxσx + c.p.). (A.8)

ここで, c.p. は循環置換である. 式 (A.8) は三次元系での式であるが, 以下で二次元の表式を導く. 界

面を x-y 平面とすると, 式 (A.8) の z 方向について波動関数の平均値に置き換えることで二次元での

Dresselhausスピン軌道相互作用が得られる:

HD = (γ/ℏ)[(p2y − ⟨p2z⟩)pxσx + (⟨p2z⟩ − p2x)pyσy]

= (β/ℏ)(pxσx − pyσy) + O(p3)

≃ β(kxσx − kyσy). (A.9)
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付録 B

半導体スピントロニクス

半導体ヘテロ構造上の二次元電子系での Rashbaスピン軌道相互作用の大きさは外部からのゲート電圧

により制御できる (図 B.1)[43]. 半導体ヘテロ構造を用いて作製されるデバイスの一つにスピントランジ

スタがある [44]. これは二つの強磁性体に二次元電子系を持つ半導体が挟まれた構造のトランジスタであ

り, Rashbaスピン軌道相互作用の大きさをゲート電圧を用いて制御している.

また, 半導体ヘテロ構造上の二次元電子系は, Rashbaスピン軌道相互作用だけでなく Dresselhausスピ

ン軌道相互作用も有する場合があり, この二種類のスピン軌道相互作用が共存する時に現れる物理現象に

ついて以下の 2小節で述べる.

Persistent Spin Helix状態

Rashba型と Dresselhaus型のスピン軌道相互作用が同じ大きさで共存する場合は電子は一軸方向の有

効磁場を感じ, Persistent Spin Helix (PSH)状態が実現する. 二次元電子系にこの有効磁場の方位と異な

るスピンが注入されたとき, 電子が伝導している間にスピンが歳差運動を起こす. 図 B.2[45]にその様子

を示す. スピンの向き (赤色の矢印)はある方向 x+ に進んだ距離のみに依存するので, x+ には電子の歳

図 B.1 外部ゲート電圧の Rashba スピン軌道相互作用の制御. 横軸は外部から印加するゲート電圧,

左の縦軸はギルバート減衰の大きさである. 文献 [43]より引用.

図 B.2 Persistent Spin Helix (PSH) 状態の模式図. 二つの電子の軌道を x+, x− 軸を用いて描いて

いる. 赤色の矢印は電子のスピンを表す. 文献 [45]より引用.
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図 B.3 Transient spin-grating spectroscopy (TSG)の模式図. 左図では偏極の向きが異なるコヒー

レントな光線を外部からサンプルに照射する様子を描いており, 右図はサンプルにスピン密度の濃淡が

現れることを表している. 文献 [46]より引用.

図 B.4 PSH状態とスピン緩和時間. 横軸は波数 q = 2π/Λである (Λは図 B.3に示すスピン密度波

の波長). Rashba型と Dresselhaus型のスピン軌道相互作用の大きさをそれぞれ αと β で表すとする

と, τE は α = β のときのスピン緩和時間, τR は α ̸= β のときのスピン緩和時間である. 文献 [47]よ

り引用.

図 B.5 AC効果の実験の素子の模式図. InAlAs/InGaAsを基盤とした二次元電子ガスのリングが並

ぶ. 文献 [48]より引用.

差運動が位相をそろえて生じ, 空間的にスピンが一定の周期で回転するような状態が生じる. これを PSH

状態と呼ぶ. PSH状態を調べるための有用な実験として Transient spin-grating spectroscopy (TSG)が

ある [47]. TSGとは図 B.3[46]に示すように, 異なる角度に偏極したコヒーレントな二つの光線を外部か

ら GaAsなどの物質に照射することで, その物質に空間的なスピン密度変調を生じさせる実験である.図

B.3のように spin-gratingの幅を Λとすると, その波数の大きさ q は 2π/Λで与えられる. 図 B.4は, 観

測されたスピンの緩和時間を波数 qの関数として描いたものである. 通常はスピン軌道相互作用があれば,

スピンの歳差運動は減衰するため, 図 B.4の青線のようにスピンの緩和時間 τR は短いが, PSH状態が実

現する場合は, 図 B.4の赤線のように特定の波数でスピン緩和時間 τE が急激に増大する. つまり PSH状

態特有の空間的スピン構造が実現していることが, この実験から強く示唆される.

Aharonov-Casher効果

スピンは磁気モーメントを持つため, 磁場と相互作用するが, スピンはスピン軌道相互作用により電場

とも相互作用する. Aharonov-Casher (AC)効果 [50]とは電子のスピンと電場の相互作用により, 電子の

波動関数の位相がスピンに依存して変化する現象である. スピン軌道相互作用がある二次元電子系では
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図 B.6 AC抵抗の振動. 横軸は外部から印加する DC磁場であり, 縦軸は AC抵抗である. (a)は実

験の生データであり, (b) は振動周期を見やすくするために (a) を補正した図である. 文献 [48] より

引用.

図 B.7 AC抵抗の異方性. 横軸は Rashbaスピン軌道相互作用の大きさであり, 縦軸は面内の磁場の

向きが φ = π/4と φ = 3π/4の時の AC抵抗の差をとったものである. また面内の磁場の大きさを変

化させて, 赤と緑と青の三つのグラフを描いている. 文献 [49]より引用.

AC効果が観測されている. 図 B.5および図 B.6に InAlAs/InGaAsを基盤とした二次元電子ガスの微小

リング構造での実験例を示す [48]. 図 B.5は実験で用いられた素子を示す. この素子に磁場を垂直に加え

ると, 図 B.6に示すようにリングの抵抗が磁場の関数として振動する.この振動抵抗は AC効果による効

果であり, AC抵抗と呼ばれる.図 B.6 (a)は実験の生データであり, 図 B.6 (b)は振動抵抗の周期が見や

すくなるように補正したものである. この抵抗はリングを貫く磁束 2h/eを周期として振動しており, h/e

を周期として振動する Aharonov-Bohm (AB)効果とは振動周期が異なっている.

AC 効果の実験では, Rashba スピン軌道相互作用だけでなく, Dresselhaus スピン軌道相互作用も重

要となることが知られている. 図 B.7 に AC 抵抗の異方性を Rashba スピン軌道相互作用の大きさの

関数として描いている [49]. 図に示すように Rashba スピン軌道の大きさ α が −2.4 × 10−12 eV · m と

−1.5× 10−12 eV ·m付近で, AC効果による磁気抵抗の振動の符号がマイナスからプラスに符号反転する.

前者の符号反転は Rashbaスピン軌道相互作用の効果として理解できるが, 後者の符号反転は Rashbaス

ピン軌道相互作用のみでは説明できず, Dresselhausスピン軌道相互作用を考慮することで説明できる.
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付録 C

グリーン関数の時間並進対称性とフーリ
エ変換

この付録ではまず, (2.8):

gσσ′(k, τ) = −1

ℏ
⟨Tτ ckσ(τ1)c+kσ′(τ2)⟩ (C.1)

= −1

ℏ
⟨Tτ ckσ(τ)c†kσ′⟩, (−ℏβ < τ ≡ τ1 − τ2 < ℏβ) (2.8)

のように電子の温度グリーン関数が時間並進に対して対称であることを示す.式 (C.1)は τ1 > τ2 の時は

以下のように変形できる:

gσσ′(k, τ) = −1

ℏ
⟨Tτ ckσ(τ1)c+kσ′(τ2)⟩

= −1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)ckσ(τ1)c+kσ′(τ2)

]
= −1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)e(H0−µN)τ1/ℏckσe

−(H0−µN)τ1/ℏe(H0−µN)τ2/ℏc†kσ′e
−(H0−µN)τ2/ℏ

]
= −1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)e(H0−µN)(τ1−τ2)/ℏckσe

−(H0−µN)(τ1−τ2)/ℏc†kσ′

]
= −1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)ckσ(τ1 − τ2)c†kσ′

]
= −1

ℏ
⟨ckσ(τ1 − τ2)c†kσ′⟩. (C.2)

下から三番目の等号ではトレースの巡回性を用いた.τ2 > τ1 の時もトレースの巡回性を用いると以下のよ

うに計算できる:

gσσ′(k, τ) = +
1

ℏ
⟨Tτ c

+
kσ′(τ2)ckσ(τ1)⟩

= +
1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)c+kσ′(τ2)ckσ(τ1)

]
= +

1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)e(H0−µN)τ2/ℏc†kσ′e

−(H0−µN)τ2/ℏe(H0−µN)τ1/ℏckσe
−(H0−µN)τ1/ℏ

]
= +

1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)c†kσ′e

(H0−µN)(τ1−τ2)/ℏckσe
−(H0−µN)(τ1−τ2)/ℏ

]
= +

1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)c†kσ′ckσ(τ1 − τ2)

]
= +

1

ℏ
⟨c†kσ′ckσ(τ1 − τ2)⟩. (C.3)
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式 (2.8)は式 (C.2)と式 (C.3)を虚時間についての時間順序積 Tτ を用いて書いた表式である.こうしてグ

リーン関数が時間並進対称性を持つことが示せた.

次に, フェルミオンのグリーン関数が式 (2.11)の周期性:

gσσ′(τ) = −gσσ′(τ + ℏβ) (2.11)

を持つことを示す.そしてそれにより式 (2.14)-(2.13)のフーリエ変換:

gσσ′(k, τ) =
1

ℏβ
∑
n

e−iωnτgσσ′(k, iωn), (2.14)

gσσ′(k, iωn) =

∫ ℏβ

0

dτe+iωnτgσσ′(k, τ) (2.13)

が導入できることを示す.ただし ωn = (2n+1)π
ℏβ はフェルミオンの松原振動数である. −ℏβ < τ < 0とし

て, 式 (2.8)をトレースの巡回性を用いて変形する:

gσσ′(k, τ) = −1

ℏ
⟨Tτ ckσ(τ)c†kσ′⟩ (2.8)

= +
1

ℏ
⟨c†kσ′ckσ(τ)⟩ =

1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)c†kσ′ckσ(τ)

]
=

1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)c†kσ′e

(H0−µN)τ/ℏckσe
−(H0−µN)τ/ℏ

]
=

1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e(H0−µN)τ/ℏckσe

−(H0−µN)τ/ℏe−β(H0−µN)c†kσ′

]
=

1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)e(H0−µN)(τ+ℏβ)/ℏckσe

−(H0−µN)(τ+ℏβ)/ℏc†kσ′

]
=

1

ℏ
· 1

Ξ
Tr

[
e−β(H0−µN)ckσ(τ + ℏβ) · c†kσ′

]
=

1

ℏ
⟨ckσ(τ + ℏβ)c†kσ′⟩ =

1

ℏ
⟨Tτ ckσ(τ + ℏβ)c†kσ′⟩

= −gσσ′(k, τ + ℏβ). (C.4)

ここで, τ + ℏβ > 0であることに注意. 式 (C.4)より, フェルミオンの温度グリーン関数は虚時間が 2ℏβ
増えると, グリーン関数の符号が元に戻ることがわかる. したがって, gσσ′(k, τ)を −ℏβ < τ < ℏβ の関
数と考えて, ωl = 2πl

2ℏβ , (lは整数)とすると, 以下のフーリエ変換を考えることができる:

gσσ′(k, τ) =
1

ℏβ
∑
l

e−iωlτgσσ′(k, iωl), (C.5)

gσσ′(k, iωl) =
1

2

∫ ℏβ

−ℏβ
dτ e+iωlτgσσ′(k, τ). (C.6)

さらに, 式 (C.6)は以下のように変形できる:

gσσ′(k, iωl) =
1

2

∫ ℏβ

−ℏβ
dτ e+iωlτgσσ′(k, τ) (C.6)

=
1

2

[∫ ℏβ

0

dτ eiωlτgσσ′(k, τ) +

∫ 0

−ℏβ
dτ eiωlτgσσ′(k, τ)

]
=

1

2

[∫ ℏβ

0

dτ eiωlτgσσ′(k, τ) +

∫ ℏβ

0

dτ eiωl(τ−ℏβ)gσσ′(k, τ − ℏβ)

]
=

1

2

[∫ ℏβ

0

dτ eiωlτgσσ′(k, τ) − e−iωlℏβ
∫ ℏβ

0

dτ eiωlτgσσ′(k, τ)

]
. (C.7)
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ただし, 下から二番目の等号では τ → τ + ℏβ と変数変換した.ここで, l を奇数とする (nを整数として

l ≡ 2n + 1)と,

−e−iωlℏβ = −e−i(2n+1)π = 1 (C.8)

となる.つまり, ωn = (2n + 1)π/(ℏβ)に対して, 式 (C.5)と式 (C.7)は以下のように書ける:

gσσ′(k, τ) =
1

ℏβ
∑
n

e−iωnτgσσ′(k, iωn), (2.14)

gσσ′(k, iωn) =

∫ ℏβ

0

dτe+iωnτgσσ′(k, τ). (2.13)

こうして式 (2.14)と式 (2.13)を導出できた.
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付録 D

電子の運動方程式の導出

この付録では, 式 (3.37)で与えられる電子の生成消滅演算子に関する運動方程式を導く. まずは温度グ

リーン関数の定義式 (3.35)を, ステップ関数 θ(τ)を用いて書き直す:

gσσ′(k, τ) = −1

ℏ
θ(τ)⟨ckσ(τ)c†kσ′⟩ +

1

ℏ
θ(−τ)⟨c†kσ′ckσ(τ)⟩. (D.1)

これを虚時間 τ で微分すると以下の式を得る:

∂

∂τ
gσσ′(k, τ) = −1

ℏ
δ(τ)⟨ckσ(τ)c†kσ′⟩ −

1

ℏ
θ(τ)

〈( ∂

∂τ
ckσ(τ)

)
c†kσ′

〉
− 1

ℏ
δ(−τ)⟨c†kσ′ckσ(τ)⟩ +

1

ℏ
θ(−τ)

〈
c†kσ′

( ∂

∂τ
ckσ(τ)

)〉
= −1

ℏ
δ(τ)⟨{ckσ(τ), c†kσ′}⟩ +

〈
Tτ

( ∂

∂τ
ckσ(τ)

)
c†kσ′

〉
= −1

ℏ
δ(τ)δσ,σ′ +

〈
Tτ

( ∂

∂τ
ckσ(τ)

)
c†kσ′

〉
. (D.2)

∂
∂τ ckσ(τ)は以下のように計算できる:

∂

∂τ
ckσ(τ) =

∂

∂τ
(eHkinτ/ℏckσe

−Hkinτ/ℏ) =
1

ℏ
eHkinτ/ℏ[Hkin, ckσ]e−Hkinτ/ℏ

=
1

ℏ
∑

k′σ′σ′′

(ĥk′)σ′σ′′eHkinτ/ℏ[c†k′σ′ck′σ′′ , ckσ]e−Hkinτ/ℏ. (D.3)

生成消滅演算子の反交換関係から,

[c†k′σ′ck′σ′′ , ckσ] = c†k′σ′{ck′σ′′ , ckσ} − {c†k′σ′ , ckσ}ck′σ′′

= −ck′σ′′δk′,kδσ′,σ (D.4)

となるので, ∂
∂τ ckσ(τ)は以下のように計算される:

∂

∂τ
ckσ(τ) = −1

ℏ
∑
σ′′

(ĥk)σσ′′eHkinτ/ℏckσ′′e−Hkinτ/ℏ = −1

ℏ
∑
σ′′

(ĥk)σσ′′ckσ′′(τ). (D.5)

したがって, 式 (D.2)は以下のようにかける:

−ℏ
∂

∂τ
(gσσ′(k, τ)) = δ(τ)δσσ′ +

∑
σ′′

(ĥk)σσ′′gσ′′σ′(k, τ). (D.6)

これを行列によって書き直すと, 温度グリーン関数の運動方程式(
−ℏÎ

∂

∂τ
− ĥk

)
ĝ(k, τ) = δ(τ)Î (D.7)

が得られる.
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付録 E

波数の和を積分に変更する公式の導出

この節では電子の波数についての和を積分に変更する公式:

1

A
∑
k

(· · · ) ≃ D(ϵF)

∫ ∞

−∞
dξ

∫ 2π

0

dφ

2π
(· · · ) (3.48)

を導出する.ここで Aは接合界面の面積である. 式 (3.48)の左辺は以下のように変形できる:

1

A
∑
k

(· · · ) =

∫
d2k

(2π)2
(· · · ) =

1

4π2

∫ ∞

0

dk k

∫ 2π

0

dφ(· · · ). (E.1)

以下で, フェルミ波数 kF がエネルギーギャップなどの他のエネルギーよりも大きいとして, 線形近似:

ξk = ℏvF(|k| − kF) (E.2)

を用いる.ここで, vF は電子のフェルミ速度である.式 (E.1)の積分変数 k を ξ ≡ ξk に変更する.k の積分

範囲は k : 0 → ∞であるので, ξ の積分範囲は kF → ∞として ξ : −∞ → ∞となる.また, 式 (E.1)の k

を kF で近似して積分の外に出すことにする.すると, 式 (E.1)は以下のように近似できる:

1

A
∑
k

(· · · ) =
1

4π2

∫ ∞

0

dk k

∫ 2π

0

dφ(· · · ) (E.1)

≃ kF
4π2ℏvF

∫ ∞

−∞
dξ

∫ 2π

0

dφ(· · · ). (E.3)

この係数を状態密度 D(ϵF)で表すことを考える.まずフェルミエネルギー以下のスピンあたりの状態数を

N とすると,

N =
∑
k≤kF

1 =
A

(2π)2

∫
k≤kF

d2k =
A

(2π)2

∫ kF

0

dk k

∫ 2π

0

dφ =
A

(2π)2
· 1

2
[k2]kF

0 · 2π

=
A
4π

k2F =
A
4π

ℏ2k2F
2m∗

2m∗

ℏ2
=

A
2π

m∗

ℏ2
ϵF (E.4)

である.したがって, 単位面積あたり, スピンあたりの状態密度 D(ϵF)は以下のようになる:

D(ϵF) ≡ d

dϵF

N

A
=

1

2π

m∗

ℏ2
. (E.5)

一方, フェルミ速度 vF は以下である:

vF ≡ d(ϵk/ℏ)

dk

∣∣∣
k=kF

=
d

dk

ℏk2

2m∗

∣∣∣
k=kF

=
ℏkF
m∗ . (E.6)
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フェルミ速度を用いると, 状態密度 D(ϵF)は以下のように書き直せる:

D(ϵF) =
1

2π

m∗

ℏ2
=

1

2π

kF
ℏvF

. (E.7)

これより式 (E.3)は以下になる:

1

A
∑
k

(· · · ) ≃ kF
4π2ℏvF

∫ ∞

−∞
dξ

∫ 2π

0

dφ(· · · ) (E.3)

= D(ϵF)

∫ ∞

−∞
dξ

∫ 2π

0

dφ

2π
(· · · ). (E.8)

こうして式 (3.48)を導出できた.



47

付録 F

式 (3.68)の導出

不純物を考慮した伝導電子の温度グリーン関数 (式 (3.56)):

ĝ(k, iωn) =

(
iℏωn − ξk + iΓ

2 sgn(ωn)
)
Î − heff · σ̂(

iℏωn − E+
k + iΓ

2 sgn(ωn)
)(

iℏωn − E−
k + iΓ

2 sgn(ωn)
) (3.56)

を以下のように書き直す:

ĝ(k, iωn) =
AÎ + Bσ̂x′ + Cσ̂y′

D
, (F.1)

A ≡ A(iωm) = iℏωn − ξk +
iΓ

2
sgn(ωn), (F.2)

D ≡ D(iωm) =
(
iℏωn − E+

k +
iΓ

2
sgn(ωn)

)(
iℏωn − E−

k +
iΓ

2
sgn(ωn)

)
. (F.3)

以下で B,C を求める.式 (3.27)の座標変換より,

σ̂x = cos θσ̂x′ − sin θσ̂y′ , (F.4)

σ̂y = sin θσ̂x′ + cos θσ̂y′ (F.5)

である.したがって, 式 (3.56)の分子の −heff · σ̂ は以下のようにかける:

−heff · σ̂ = −hxσ̂x − hyσ̂y

= −(hx cos θ + hy sin θ)σ̂x′ − (−hx sin θ + hy cos θ)σ̂y′ . (F.6)

したがって,

B = −(hx cos θ + hy sin θ) = −heff · m̂, (3.65)

C = −(−hx sin θ + hy cos θ) (F.7)

である. ここで, m̂ ≡ (cos θ, sin θ, 0) は強磁性絶縁体中の局在スピンが向く方向である. 式 (3.61) に式

(F.1)を代入すると, 以下の式を得る:

Σ(0, iωn) =
|T0|2

4β

∑
k,iωm

1

DD′ Tr
[
(AÎ + Bσ̂x′ + Cσ̂y′)σ̂x′+(A′Î + Bσ̂x′ + Cσ̂y′)σ̂x′−

]
. (F.8)

ここで, A′ ≡ A(iωm + iωn), D′ ≡ D(iωm + iωn)とした. 式 (F.8)に現れるパウリ行列の演算は以下の

公式:

σ̂2
j = Î , (F.9)

[σ̂j , σ̂k] = 2iϵjklσ̂l (F.10)
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を用いて計算できる (ただし, j = x′, y′, z′ であり, ϵjkl はレビチビタの記号である):

σ̂x′+Î σ̂x′− = (σ̂y′ + iσ̂z′)(σ̂y′ − iσ̂z′) = 2(Î + σ̂x′) = 4P̂+, (F.11)

σ̂x′+σ̂x′ σ̂x′− = (−iσ̂z′ − σ̂y′)(σ̂y′ − iσ̂z′) = −4P̂+, (F.12)

σ̂x′+σ̂y′ σ̂x′− = (Î + σ̂x′)(σ̂y′ − iσ̂z′) = 0. (F.13)

ここで, P̂+ は以下の数式で表される射影演算子である:

P̂+|x′+⟩ = |x′+⟩,　P̂+|x′−⟩ = 0. (F.14)

また, 射影演算子であるので P̂ 2
+ = P̂+ である.これらより, 式 (F.8)は以下のように計算できる:

Σ(0, iωn) =
|T0|2

β

∑
k,iωm

1

DD′ Tr
[
(AÎ + Bσ̂x′ + Cσ̂y′)(A′P̂+ −BP̂+)

]
=

|T0|2

β

∑
k,iωm

A′ −B

DD′ Tr
[
P̂+(AÎ + Bσ̂x′ + Cσ̂y′)P̂+

]
=

|T0|2

β

∑
k,iωm

A′ −B

DD′ ⟨x′ + |(AÎ + Bσ̂x′ + Cσ̂y′)|x′+⟩

=
|T0|2

β

∑
k,iωm

(A′ −B)(A + B)

DD′

=
|T0|2

β

∑
k,iωm

A′ −B

DD′ ⟨x′ + |(AÎ + Bσ̂x′ + Cσ̂y′)|x′+⟩

=
|T0|2

β

∑
k,iωm

(A′ −B)(A + B)

DD′ . (3.68)
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付録 G

式 (3.69)の導出

この付録ではマグノンの自己エネルギー (式 (3.68)):

Σ(0, iωn) =
|T0|2

β

∑
k,iωm

(A′ −B)(A + B)

DD′ (3.68)

を解析接続によって計算し, 式 (3.69)を導出する.

A/D と 1/D は以下のように部分分数分解できる:

A

D
=

iℏωm − ξ + iΓ
2 sgn(ωm)

(iℏωm − ξ − heff(φ) + iΓ
2 sgn(ωm))(iℏωm − ξ + heff(φ) + iΓ

2 sgn(ωm))

=
1

2

∑
ν=±

1

iℏωm − Eν
k + iΓ

2 sgn(ωm)
, (G.1)

1

D
=

1

(iℏωm − ξ − heff(φ) + iΓ
2 sgn(ωm))(iℏωm − ξ + heff(φ) + iΓ

2 sgn(ωm))

=
1

2heff

∑
ν=±

ν

iℏωm − Eν
k + iΓ

2 sgn(ωm)
. (G.2)

これらを式 (3.68)に代入すると, 以下の式を得る:

Σ(0, iωn) =
|T0|2

4

∑
k

∑
ν=±

∑
ν′=±

(1 − νĥeff · m̂)(1 + ν′ĥeff · m̂)

× 1

β

∑
iωm

1

iℏωm − Eν
k + iΓ

2 sgn(ωm)

1

iℏωm + iℏωn − Eν′
k + iΓ

2 sgn(ωm + ωn)

=
|T0|2

4

∑
k

∑
ν=±

∑
ν′=±

(1 − νĥeff · m̂)(1 + ν′ĥeff · m̂) · Iνν′ , (G.3)

Iνν′ ≡ 1

β

∑
iωm

1

iℏωm − Eν
k + iΓ

2 sgn(ωm)

1

iℏωm + iℏωn − Eν′
k + iΓ

2 sgn(ωm + ωn)
. (G.4)

ここで, ĥeff ≡ heff/heff として, 式 (3.65)から得られる式:B/heff = −ĥeff · m̂を用いた. z = iℏωm とし

て解析接続を行うと, 電子の松原振動数 ωm についての和は以下のような積分になる:

Iνν′ = −
∫
C

dz

2πi
f(z)

1

z − Eν
k + iΓ

2 sgn(Im z)

1

z + iℏωn − Eν′
k + iΓ

2 sgn(Im z + ωn)
. (G.5)

ただし, ωn > 0としている. ここで f(z) = 1/(eβz + 1)はフェルミ分布関数である.また, Cは図 G.1 (a)

の経路 Ca,Cb,Cc の和である.
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図 G.1 松原振動数の和を積分に変更

経路 Cは図 G.1 (b)の 4つの経路 C1,C2,C3,C4 の和に分解できる.経路 C1, C2 では z = E とし, 経

路 C3, C4 では z = E − iℏωn として Iν,ν′ は以下のように計算できる:

Iνν′ = −
∫

dE

2πi
f(E)

[
1

E − Eν
k + iΓ/2

× 1

E + iℏωn − Eν′
k + iΓ/2

(C1)

− 1

E − Eν
k − iΓ/2

× 1

E + iℏωn − Eν′
k + iΓ/2

(C2)

+
1

E − iℏωn − Eν
k − iΓ/2

× 1

E − Eν′
k + iΓ/2

(C3)

− 1

E − iℏωn − Eν
k − iΓ/2

× 1

E − Eν′
k − iΓ/2

]
. (C4)

ここで eiℏβωn = 1であるので, f(z − iℏωn) = f(z)となることを用いた.また, 経路 C2 と C4 は Re z の

正から負の向きの経路であるので, マイナスがついていることに注意.

C1 と C2, および, C3 と C4 の項をまとめると，

Iνν′ = −
∫

dE

2πi
f(E)

[
−iΓ

(E − Eν
k)2 + (Γ/2)2

× 1

E + iℏωn − Eν′
k + iΓ/2

+
1

E − iℏωn − Eν
k − iΓ/2

× −iΓ

(E − Eν′
k )2 + (Γ/2)2

]
(G.6)

となる．第一項は E′ = E − Eν
k と, 第二項は E′ = −(E − Eν′

k )と変数変換することにより以下の式が

得られる:

Iνν′ = −
∫

dE′

2πi

−iΓ

E′2 + (Γ/2)2

[
f(E′ + Eν

k) − f(−E′ + Eν′

k )

E′ + iℏωn + Eν
k − Eν′

k + iΓ/2

]
. (G.7)
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これを用いると, 式 (G.3)は以下のようにかける:

Σ(0, iωn) =
|T0|2

4

∑
k

∑
ν=±

∑
ν′=±

(1−νĥeff · m̂)(1+ν′ĥeff · m̂)

×
∫

dE′

2π

Γ

E′2 + (Γ/2)2

[
f(E′ + Eν

k) − f(−E′ + Eν′

k )

E′ + iℏωn + Eν
k − Eν′

k + iΓ/2

]
(G.8)

となる.ここで, 波数の和を積分に変更する公式:(式 (3.48))を用いると以下の式が得られる:

Σ(0, iωn) =
|T0|2A

4

∑
ν,ν′

D(ϵF)

∫ ∞

−∞
dξ

∫ 2π

0

dφ

2π
(1 + νĥeff(φ) · m̂)(1 − ν′ĥeff(φ) · m̂)

×
∫

dE′

2π

Γ

E′2 + (Γ/2)2
f(E′ + Eν

k) − f(−E′ + Eν′

k )

E′ + iℏωn + Eν
k − Eν′

k + iΓ/2
. (G.9)

この式においてエネルギー ξ に依存するのは分布関数の部分のみであり, 以下のように計算できる:∫ ∞

−∞
dξ (f(E′ + Eν

k) − f(−E′ + Eν′

k ))

=

∫ ∞

−∞
dξ (f(E′ + ξ + νheff(φ)) − f(−E′ + ξ + ν′heff(φ)))

= −(2E′ + (ν − ν′)heff(φ))

= −(2E′ + Eν
k − Eν′

k ). (G.10)

そして, 解析接続 iωn → ω + iη を行うと, 自己エネルギーの遅延成分の虚部が得られる:

Im ΣR(0, ω) = Im Σ(0, ω → ω + iη)

=
|T0|2A

4

∑
ν,ν′

D(ϵF)

∫ 2π

0

dφ

2π
(1−νĥeff(φ) · m̂)(1+ν′ĥeff(φ) · m̂)

×
∫

dE′

2π

Γ

E′2 + (Γ/2)2
(−1) × (2E′ + Eν

k − Eν′

k ) × (−Γ/2)

(E′ + ℏω + Eν
k − Eν′

k )2 + (Γ/2)2
(G.11)

となる.ここで, 積分公式∫ ∞

−∞

dx

2π

a2

x2 + (a/2)2
x + b/2

(x + b + c)2 + (a/2)2
= − ac

(b + c)2 + a2
, (a > 0) (G.12)

を用いると, 式 (G.11)は以下になる:

Im ΣR(0, ω) = −|T0|2A
4

∑
ν,ν′

D(ϵF)

∫ 2π

0

dφ

2π
(1−νĥeff(φ) · m̂)(1+ν′ĥeff(φ) · m̂)

× Γℏω
(ℏω + Eν

k − Eν′
k )2 + Γ2

. (G.13)

これにより, 式 (3.69)を導出することができた.
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ギルバート減衰の増大に関する対称性

まず, Rashbaスピン軌道相互作用の大きさに対する対称性を表す関係式 (4.2)を証明する. 以下の記号

を導入する:

α′ ≡ −α,　θ′ ≡ θ − π

2
.　φ′ ≡ φ− π

2
. (H.1)

これらの文字に対して以下の式が成り立つ:

cos θ = cos
(
θ′ +

π

2

)
= − sin θ′,　 sin θ = sin

(
θ′ +

π

2

)
= cos θ′　 cosφ = − sinφ′　 sinφ = cosφ′.　

(H.2)

式 (3.76)で与えられる δαG において, ĥeff(φ) · m̂の形を通してのみ電子の波数の角度 φおよび強磁性絶

縁体中のスピン方位 θに依存する. ただし, 式 (3.51)で述べたように, ĥeff(φ) · m̂の一次の項は φ積分で

ゼロになり, 二次の項のみが効いてくる. 以下で, ĥeff(φ) · m̂ ≡ heff (φ)
heff

· m̂を α′, φ′, θ′ を用いて書き直

す. まず, 式 (3.9), (3.33, (3.65)より,

heff = (hx, hy, 0) = kF(−α sinφ− β cosφ, α cosφ + β sinφ, 0), (3.9)

heff(φ) ≡ |heff | ≃ kF
√

α2 + β2 + 2αβ sin 2φ, (3.33)

heff · m̂ = (hx cos θ + hy sin θ) (3.65)

が得られる.また, 式 (H.2)より以下の式が得られる:

heff(α, φ) = kF

√
α′2 + β2 − 2α′β sin 2(φ′ +

π

2
) = kF

√
α′2 + β2 + 2α′β sin 2φ′

= heff(α′, φ′), (H.3)

[ĥeff · m̂](α, φ, θ) =
kF

heff(α′, φ′)
· [(−α′ sinφ + β cosφ) · sin θ′ + (−α′ cosφ + β sinφ) cos θ′]

=
kF

heff(α′, φ′)
· [(−α′ cosφ′ − β sinφ′) · sin θ′ + (α′ sinφ′ + β cosφ′) cos θ′]

= −[ĥeff · m̂](α′, φ′, θ′). (H.4)

つまり, 変数変換:式 (H.2)について, 変数変換前と変数変換後で ĥeff · m̂の二次の項は一致する.よって,

式 (4.2)が成り立つ.

次に式 (4.3)の最初の等式を示す.

cos(θ + π) = − cos θ, sin(θ + π) = − sin θ (H.5)
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であるので,

[ĥeff · m̂](Ω, θ) = −[ĥeff · m̂](Ω, θ + π) (H.6)

である.したがって, 変数変換前と変数変換後で ĥeff · m̂の二次の項は一致する.よって, 式 (4.3)の第一

式が成り立つ.

最後に式 (4.3)の 2番目の等式を示す.

[ĥeff · m̂](Ω, θ) =
kF

heff(α, β, φ)
· [−(α sinφ + β cosφ) · cos θ + (α cosφ + β sinφ) sin θ]

=
kF

heff(α, β, φ)
· [α sin(θ − φ) − β cos(θ + φ)] (H.7)

である.従って

[ĥeff · m̂](Ω,
π

2
− θ) =

kF
heff(α, β, φ)

·
[
α sin

(π
2
− θ − φ

)
− β cos

(π
2
− θ + φ

)]
=

kF
heff(α, β, φ)

·
[
−α sin

(
θ + φ− π

2

)
− β cos

(
θ − φ− π

2

)]
(H.8)

である.ここで, heff(α, β, φ)は sin 2φの形で φに依存する.そして,

sin 2(
π

2
− φ) = sinπ · cos 2φ− cosπ · sin 2φ = sin 2φ (H.9)

であるので, φ → φ′ = π/2 − φと変数変換する.すると以下の式を得る:

[ĥeff · m̂](Ω, φ,
π

2
− θ) =

kF
heff(α, β, π

2 − φ)
· [−α sin(θ − φ′) − β cos(θ + φ′ − π)]

=
kF

heff(α, β, φ′)
· [−α sin(θ − φ′) + β cos(θ + φ′)]

= −[ĥeff · m̂](Ω, φ′, θ). (H.10)

そして, φ′ ≡ π
2 − φの積分を ∫ π

2

− 3π
2

dφ′　→ 　
∫ 2π

0

dφ′ (H.11)

と変更した後に φ′ → φとすることができる.こうして式 (4.3)の第二式が成り立つことが示せた.
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Pacilé, Patrick Bruno, Klaus Kern, and Marco Grioni. Giant Spin Splitting through Surface

Alloying. Phys. Rev. Lett., Vol. 98, p. 186807, May 2007.

[10] J. Hugo Dil, Fabian Meier, Jorge Lobo-Checa, Luc Patthey, Gustav Bihlmayer, and Jürg Os-

terwalder. Rashba-Type Spin-Orbit Splitting of Quantum Well States in Ultrathin Pb Films.

Phys. Rev. Lett., Vol. 101, p. 266802, Dec 2008.

[11] Koichiro Yaji, Yoshiyuki Ohtsubo, Shinichiro Hatta, Hiroshi Okuyama, Koji Miyamoto, Taichi

Okuda, Akio Kimura, Hirofumi Namatame, Masaki Taniguchi, and Tetsuya Aruga. Large

Rashba spin splitting of a metallic surface-state band on a semiconductor surface. Nature

communications, Vol. 1, No. 1, pp. 1–5, 2010.

[12] Olivier Rousseau, Cosimo Gorini, Fatima Ibrahim, Jean-Yves Chauleau, Aurélie Solignac, Ali
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