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シリーズ「超伝導・超流動研究の接点j

スピン3重項p波超流動研究の新たな展開
ーアンドレーエフ束縛状態とその多面性-

岡山大学大学読自然科学研究科 水島鍵 I

(2011年 10月3日受理)

近年，スピン3重要超伝導・超流動体における Andreev束縛状態に注目が集まっている.量子

渦や表記で出現する Andreev束縛状態は Majorana性や奇周波数対振幅，さらiこはバルクに内在

するトポロジカル不変量等と密接に関わっており，非常に多彩な側面を持っていることが近年の

研究により明らかにされつつある.本稿では Bogoliubov-deGennes方程式の解析解を基にして，

スピン3重項超信導・超流動捧における Andreev束縛状態の出現やその多面性について解説する.

この系のフェルミ場の演算子の性質は Majorana場と類似性を持つ.Majorana零エネルギーモー

ドの特異性iこ起因して，その零モードが付随した量子渦は非可換エニオン統計に従う.

1 はじめに

今から 100年前の 1911年iこHeikeKamerlingh Onnesにより極低温iこおいて純金属の電気抵

抗が零になる超伝導現象が発見された.その歴史的発見の後iこBardeen-Cooper-Schrieffer(BCS) 

らはこの超伝導現象を電子のクーパ一対の織りなす巨視的量子現象として微視的に理解すること

に成功した [1]. この BCS理論によると，超伝導捧における 1粒子励起は電子的な励起と正孔的

な励起の重ね合わせで記述される“準粒子励起"として記述される. 1つの準粒子を励起するため

に必要なエネルギーはクーパ一対を破壊するエネルギーに椙当する.例えば単純な s波超伝導体

ではフェルミエネルギー近傍において準粒子状態密度が空となり，常に有限のエネルギーギャップ

2dが開く.フェルミエネルギー近傍の状態密度は比熱等の低温熱力学量を決定するため，超伝導

転移に伴うエネルギーギャップ形成により s波超伝導体の低温熱力学量は常伝導のそれと比べて強

く抑制される等の顕著な性質を示す [2う3].

当初 KamerlinghOnnesにより発見された超長導体拭 s波対称性を持つものであったが，その

後の長い超伝導/超流動研究の歴史の中でまず 3He原子の超流動現象が非s波型超流動研究の槍

舞台に立った.Leggett [4]により確立されたスピン動力学に基づく咳磁気共鳴の理解等かち 3He

超涜動現象がp波対称性を持つクーパー対に起因していることが揺るぎない事実として受け入れ

られている [5，5}. さらには，有機超伝導，酸化物高逼超長導，重い電子系超伝導，空間反転対称

性を持たない超伝導体等でも非s波型超転導体が発見されている [7].
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非s波望超伝導/超流動体2では，必ずしも全てではないが，運動量空間でのクーパ一対ポテン

シャルム(k)がフェルミ面上の特定の点〈隷)において零になるような点(線)ノード構造をと

る.このような運動量空間中でのギャップレスな準粒子励起に起冒して笛エネルギー状態密度が等

方的な s譲超伝導体iこ比べて顕著;こ増大する. 3次元フェルミ球上に点(線)ノード構造を持つ

場合，低エネルギー状態密震は N(E)αE2(ocE)に比例する.バルクの超伝導対称性が低エネル

ギー状態密度を決定し，その結果，例えば低温比熱は C(T)jTぽ T2(三xT)，熱伝導度は κ(T)弐 T3

(ocT2) ，核磁気緩和時間は T1ocT-
5件T-3)等の温度依存牲を示す [7].つまり，バルクの超伝

導対称性は低温熱力学量に反映される.ただし，クーパ一対波動関数の位相に関する直接的な情

報は失われる.磁場中の超伝導体や自転超流動体では，磁束謁糸(量子渦糸)に伴う低エネルギー

状態密度の増加により，この一連の熱力学的な関係式が鼓綻することにも注意しておきたい [8].

異方的超伝導体における点(線)ノード近傍の低エネルギー準粒子励起は，ある意味では運動量

空間における束縛状態とも言える.一方で 実空間における準粒子束縛状態は Andreev束縛状態

として知ちれる [9ぅ10ぅ11ぅ12ぅ13].超{云導物質が実空間において幾つかの領域に分割されたよう

なドメイン構造を考えよう.各超伝導ドメインの U(l)位相が異なる場合，その界面には必ず位椙

差に応じた低エネルギー準粒子励起が存在する.特にドメイン間の位相差がπの状況ではギャップ

レス分散を持つ準粒子が存在し，低温熱力学量， トンネル電流や輸送量等iこ大きな影響を与える.

Andreev束縛状態はドメイン構造に摂らず〉非常にー殻的な概念であり，量子謁(磁束溝〉状態や

異方的超伝導体の表面状態などもこの概念を用いて説明される.一般に，クーパ一対波動関数の

重心自由度或は栢対自由度;こ非自明な位椙構造が生じた場合位棺特異点罵りや界面iこAndreev

束緯状態が出現する.

ここでは，量子渦や異方的超伝導体の表面に出現する Andreev束縛状態について紹介する.先

述の通り， Andreev束縛状態は超伝導対関数の非昌明な位椙構造を重接的に反挟しており，このよ

うな準粒子を詳しく調べること誌超伝導状態を理解するためのプロープになる.Andreev束縛状

態という概念は鋸酸化物高温超缶導の超伝導対称性を d波に確定することに成功する等 [14]，以

前からその重要性については認識されていた.一方で 近年 Andreev束縛状態がトポロジカル

不変量や Major組 a性，さらには奇周波数対振幅等の多面牲を含んでいることが理論的に示唆さ

れており， トポロジカル量子現象という最近の大きな潮流の根幹を支える概念として注目されてい

る担当.特に，ギャップレスな分散を持つ Andreev束縛状態の出現は超伝導のバルク領域で定義

されるトポロジカル不変量が非自明になることに超因しているため，ギャップレスな束縛状態は不

純物や外部擾乱に対して強い耐性を示す [15，16， 17今回ぅ 19ぅ20]. これまでにトポロジカル超伝導

や奇周波数対振幅の物理については解説記事が既に幾つも出版されている (11，12ラ19ぅ20，21].そ

のためここでは，表冨や量子満等の様々な位栢欠諸に関じ込めちれた Andreev束縛状態について

主に解析的な測面から Majorana性やトポロジカル不変量との関連性等の特異な性質を紹介する.

本稿の講成は以下の通りである.まず次節では一般的な形での Bogoliubov-deGennes (BdG) 

方程式の導出と?、~ambu-Gor王ov 方程式との関連性について紹分する. BdG方程式はいわば超伝

2以下では“題流動"と“超伝導刊の違いは特に開題としないことにする.議場袋入長が超伝導コヒーレンス長より

も十分に長い第2種超伝導体の極罷を考えれば遮薩効果は無視されるため，超流動体との結果に定性的な違いはない.
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導版 Schrるdinger方程式であり，量子渦等の位椙欠詰中の準粒子状態を量子力学的に記述すること

ができる. 3節で本稿の中心的な概念である Andreev束縛状態について説明する.ここではやや

簡単な状況を考え，量子渦や表面束縛状態、を Andreev束縛状態と対志させて議論する.4節で超

流動 3豆eやスピン 3重項超伝導等の異体的な物質と対応、させる.Andreev東縛状態の Majorana

的な側面については 5節にて触れる.

ここで，この本稿を通しての注意点を整理する.まず，n=勾 =1とする.また， 1::0 tま4x4の
単位行列であり，I.xふ zは粒子一正孔空間での Pauli行列，。はスピン空間での Pauli行列とする.

αは4x4の行列であり &は2x2の行列である.また 繰り返される添字については暗に和をと

ることにする :αJμ=玄μα片μ・

2 Bogoliubov-de Gennes方程式

超伝導及び超流動状態iこ対する最も微視的な理論は Green関数に基づく Nambu-Gor'kov方程

式だろう.その Nambu-Gor王ov方程式より自然に BdG方程式が導出される3 この方程式は超

伝導体iこおける電子に対する一種の Schr凸dinger方程式と見なせる [2，3]. この簡では一般的な形

での BdG方翠式の導出とそのエネルギー固有状態の対称性等について整理する.特に固有状態

の対称性は、この系に内在するトポロジカル不変量と直接的に関わっている.

2.1 Nambu-Gor宝ov理論

まず，やや一般的なノ、ミルトニアンカヨら出発しよう.棺互作用ポテンシヤル zzhr12)を通して

相互作用する 2成分フェルミ粒子系のハミルトニアンは

冗 二 Jd計叫r1附1叫ψ込点山帆LukhLいh問r1刊1)伊)田H~O:)(r廿h州

と与えられる. ここでギリシヤ文字の添宇を j，↓とした.γη12三 Ir121ド二;同γr1-rη矧三寸21，はま栢対座標であ

り仏， 一粒子予/ハぺ、ミUルレ川トニアン密度がH弔;rFα叫)(r刷(ケ例γ刊)=一三古長(々 マ一→i泊拘A必)2十V町(ケr)ト一μ的日，1パと与えられるものとす
る.Aはベクトルポテンシャルであり，任意の外部ポテンシャルを V(r)で表す.

さて， Green関数立を Na凶 uスピノルを=[1þr ぅ 1þ1 ， '~i ， ψDT を用いて以下のように定義す

る[23]: 

三(Xl，X2)三 (TTr ¥T(xI)¥tt (勾)17-15(Z1A)F(zhitd|-TアG(日山山一山T12 (2) 
\~T L ~\oÅ' lJ"" ¥，A/LJJ/一 I :Ft(X1，X2) gt(X1，.:r2) Iーケ-

ただし，Xj二 (rjヲ勺)とした.また， ωπ=(2n + 1)πTはフェルミ粒子に対する松原振動数 (nモZ)

であり，Tは逼度とする.この Green関数に対する運動方程式 即ち Nambu-Gor 'kov方程式は

島問

一同区一山Jdrω州立川2;'i叫二ポヤ1一吋
3 Baym-Kadanoffの保存近叡に基づくよりー殻的会理論形式につい・ては文献 [22]が詳しい.

(3) 
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と与えられる.I.Qは 4x4の単位行列を表す.ここで， ζ は4x4の行列であり，平均場近似され

たハミルトニアン密度に対応する:

主~(rl ラ r2) 三 8(rl -r2)互(rl) 十 ~(r1 ，r2)十全(rI，r2). (4) 

ここで，互三diag(Hr，Hlぅ-H?ぅ-Hj)とした. ~(rl ぅ r2) は自己エネルギーの対角成分，会(rI，r2) 

は非対角成分であり，

^ fー-¥ー I 0 Ll(rlぅr2)I 
-げ1，'''2ノ=1 主(rI，r2) O 1 

iムr(rl)r2) ムil(rl，r2) I 
ム(rI，r2)三 i i 
iムlr(rlぅγ2) ム11(rI， r2) I 

(5) 

この非対角成分，つまり対ポテンシャルは Green関数立の非対角或分と有効引力相互作用 Vに

よって与えられる(ギャップ方程式): 

ムαβ(rI，r2)三 V(r12)Fsα(r2ぅrl;721 = 0十)= V(γ12)T li~ ) ~ ;::sa( r2， r1;ωn)e一山η(6)
η一→υ+-ーー

簡単のために，吾効引力相互作用 Vに関して誌スピン空間での回転対呑性を仮定した.通常の超

伝導体では 2は化学ポテンシャルへ繰り込めるためあまり重要ではない.Nambu-Gor‘kov方程

式 (3)とギャップ方程式 (6)は昌己無撞着な方程式となっている.

2.2 Bogoliubov-de Gennes方程式とギャップ方程式

さて， Green関数三(r1'r2; iwη)を求めるために，通常の手JI震に従い Bogoliubov変換を導入す

る.これはスピノル電(r)から準粒子演算子らへのユニタリ一変換に対忘する:

「 寸T

雪(rl)= Lliν(r1)ηνうら = l7Jv，↑，b，ii，げらIA • (7) 
ν 

νは適当な量子数の組みを表すものとする.準粒子演算子恥はフェルミオンの反交換関係を満た

している:{弘α，7Jt，s}二九〆v，/L' {ηv，a，7J/L，α}={ηらう7Jt，s}=0. 4x4の変換行列以r1)は以下
の重交条件と完全性を満たすものとする:

かt(r1)li/L(r1)dr1=らおう Lliv(r1)lit(r2) = 8(rl -r2)Z:O (8) 
ν 

この様なユニタリー変換を用いると， Green関数三(rlぅr2;ωη)は準粒子基底での表示と以下

のように対応する:

立(rl1r2;凶)= Lliv(rI)Gvμ(叫斗(r2) (9) 

この準粒子基底での Green関数立uμ(ωη)が文字通り自由粒子的な Green関数の援に対角化され

るためには変換行列ι(r)が以下の方程式を溝たしている必要がある:
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ここで，Ev三diag[EI，Etぅ-Eム-Et]Tでるる.式 (8)ぅ(9)，(10)を用いると Nambu-Gor宝ov方
程式 (3)は

[-iωnDJ + Ev]G叩 (ωη)=ιμI.o・ 、、B
E
，，，

宅

z
i
τ
i
 

J'SEE-

、、

となり，この解は直ちにエネルギー Evを持つ自由フェルミ粒子の Green関数

立ινμ山(ν糾ω叫)ニsιιωU叩川μバ[ト一ω叫匁勾ν+互ιLνv]九

となること古が宝わ古か亙る. ただ、し g一一-1汽(E)主 Z(ωJJπ+Eとした.

ここで，変換行列 1!v(r)について触れておく.まず，行列 K(r1ぅr2)は一般に以下のような対

称性を示すことに注意したい:

-I.xK*(r1ぅr2)工x= K(γ1ぅr2). (13) 

この対容性を尾いると，式 (10)より重ちに変換行列ι(r)が

|ι(r) v~(r) I 
-u(T)=l i !九(r) û~(r) I 

(14) 

となることがわかる.ただし， ι(r)ラ九(r)は 2x2の行列とする.つまり，独立な成分はむ(r)，
vv(r)であるが，ここで，

[ ι川(ケ例斗T吋)
vv(r) I L 

とおくと，式 (10)より， cpSl) (r)とψタケ)は行列瓦(r1ぅr2)の同じ国吾輩Evを持つ匡有関数で、

あることがわかる.そのため cpSl)(r)とcpi?¥r)は(少なくとも数値計算上では)区別がつかず，
ひとつの固有関数

(15) 

CPV二恒久T(r)ぅ包νふ(r)ぅvv，T(r)ヲVv，l(r)]T (16) 

を用いてまとめて表すことができる.結局，場の演算子を(r)はこの国有関数CPv(討を係数とし

て準粒子演算子[らう7Jt]を用いて以下のように震関される.

_ _ r UlI， I ( r )く?ケ)1 
を(r)ニヲてUlI(r)1η~ 1， Uv(r)=:[め(巾J山)]二 ihi(T)引r~ 1 
ケ iηづラージ ー I vlI，r(r) 叫 (r)I 

L VlI，l (γ) u~， l ケ) J 

この新たな孫数行苑の宣交条件と完全性誌式 (8)において Lケ)→Uv(r)としてやれば良い.結

局，変換行列ゐ(めが満たすべき条件式 10)は

(17) 

Jd山 1ラ山1I(r2)= Evめ (rl (18) 
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と簡単化される.これがBdG方程式である.

展開式 (9)より， Green関数立(rl1r2;ωdがBdG方程式 (18)のエネルギー固有檀 Evと国
有関数 'Pv(めを用いて表すことができる:

I C(rl1 r2;叫) F(rl1 r2; iwn) Iやめ(rl ) 'Pt ( r2) 
立(rlぅT2;un)=|i 〉:

I Ft (rl， r2;叫 ct(rI，r2;叫)Iケ -iwn十Ev (19) 

Green関数に対する表式 (19)を式 (6)へ代入して松原援動数に対する和を実行すると，ギャップ

方程式がBdG方程式 (18)の国有関数を用いて以下のように表される:

ムαβ(rl，r2) = V(rl尺

ただし， lim1]→oエイコe1]Z=治二期x)である.
異常Green関数はフェルミ粒子のスピンと座標、そして時間の同時入れ替えに対して奇関数

である :F，βα(r21rl;-ωη) = -Fas(rlぅr2;ωη).つまり，クーパ一対ポテンシヤルのスピン状態

のパワティを Pspin 土1とし，軌道状態に関して Porbit二士1，松原振動数iこ関して ?ω=

士1とすると Fsa(rlぅr2;iwn) = Pspin:F;α，s(rl1 r2;ωη)ぅFa，s(r2，rl;ωn) = PorbitFas(rlラr2;ωサラ

Fαβ(rlぅr2;-ωη)二 ?ωFαポrlぅr2;ωρうである.上述のスゼン，座標，時間(振動数)の同時交

換に対するフェルミ粒子の対称性により，

PspinPorbit P，ω= -1 (21) 

が要請される [11ヲ12].つまり，クーパ一対相関 Fas(rlラr2;iwn)において可能な組み合わせは，c久pinlPorbit) = (-1， +1)， (+1， -1)日→
(22) 

(PspinぅPorbit)= (-1ヲ-1)ぅ(+1，十1) for Piω = -1 

である.中でも，松原振動数に対して奇ノミリティを示すものは奇周波数クーパー対振幅と呼ばれ，

超伝導体の界面や接合面等において異常な近接効果を示す富接的な原因であると指擁されてい

る [12].一方で，粒子関相互作用ポテンシヤルとして時間に依存しないような瞬間的な相互作用

Vケ12)8(ア'12)を考えると，奇周波数成分 ?ω=-1は対ポテンシャルムαβ(rl'r2)に寄与しないこ

とがわかる.つまり，奇周波数成分が対ポテンシャルムω(rlぅr2)に有援の寄与を与えるためには

椙互作用ポテンシャルが男波数に対して奇ノtワティを持っている必要がある.奇罵波数クーパー対

振幅 Fαβ(rl'r2;-ωη)二 -Fas(rlぅr2;zωη)の詳細に関して辻 Tanaka等による解説論文 [11ぅ 12]

治まある.

後々のために，対ポテンシャルムαβ(rlぅr2)を梧対座標に関してフーリエ変換した表示ムαβ(rぅk)

を導入するケ=(rl +r2)/2は重心産標).相対座標に関して自転対称性がるるとすると，ムαβ(rぅk)

は角運動量の富有関数である球面調和関数YR，m(k)を用いて展開される [5]: 

九州ゐ)二 Idr12e一地 T12ムαβ(rl1r2)ニヱムユ;n)(r)rR(k)及川島). (23) 
u R、m
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スピン3重項p波超流動研究の新たな展開

ただし，re(k)は椙対運動量 kの大きさに依容した関数であり，通常はじ(k)勾 kjkFとしておく.

この詳結については後ほど触れる.また，一般にぜ=0ぅ1，2γ ・ ，m=仏土1，'" ，fである.式 (22)

に示した対称性より， ~高周波数成分 ?ω=+1 の超伝導体の場合はスピン 1 重項状態 Pspin=-1で

は偶ノ号リティ軌道状態 Porbit二+1つまりぜ=0(8 i度)， f=2: (d波)等が許される.一方で，スピ

ン3重項状態 Pspin二十1で、は奇ノミリティ軌道状態 Porbit二 1つまり f=l(p 波)， fニ 3(1波)等

が選択される.

尚，スピン 3重項超流動状態を考えると，一般にム?↑ヲム11=ムU，Llllの3つのスピン状態が

在在する.そこで，f=lの球酉謂和関数Yl，m に骸い，新しい基底 Ix)ぅIy)ラIz)を導入すると便

利である [6]: 

i ". 1 
Ix) = ~ (-Iii) + I↓1))， !y)一一(!1'1)+ I↓↓))， Iz)二一(11'↓)+ I日))• (24) J2 ラ ゾ三

この基底を用いると スピン 3重項超流動の秩序変数は一般に

ムrrl↑1)++ムill1'l+↓1)+ム叶↓よ)='J2L !μ)ぅ (25) 
μ=X，y，z 

のように， 3つの dxうもう dz を黒いて表すことができる.これらから構成されるベクトル d二

(dxぅdyぅdz)はスピン空間での自転に対して 3次元ベクトルとして振る舞う.これを整理すると，

I Llr↑(rぅk) ムil(r，k)I ム(rぅk)=i i=iσμσydμ(れ k)，
| ムi↑(rうた) ムu(r，k)I 'tJ' yp  

(26) 

となる.

2.3 スピン1重項超流動

ここからは，縄罵波数成分クーパ一対のみを考える ?ω二十1.まず，スピン 1重項超伝導体を

考える.つまり， Pspin =-1であり，軌道状態は偶ノtリティ Porbitのみが許されるためスピン 1

重項s波 (l'=的或いは d波 (f=2)超伝導体などが対称性として許される.ここで，特定の軸〈例l

えばz軸)を量子信軸とした基底を用いて

ム(日2) 二 lh↑(日2) ム?↓(日2~ 1 = 1 。 ム叫日2)卜 (27) 
jム1r(rl， r2) ムi↓(rl，r2) I Iームsing( rl ， r2) 0 

と書ける.これを BdG方握式 (18)へ代入し，ユニタリ一変換を行なうと，スピン空嵩が2つの

セクターに分離することが分かる.具体的には，式 (18)の行列£を

I 1 0 0 0 I 

T K(日江?二 |κ(ーヲ同 八 o ¥ 1， T=T↑三 1 ~ ~ ? : 1ぅ (お)
I 0κ吋rl，r2) 1う I0 0 1 0 I 

I 0 1 0 0 I 

F
h
u
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水島薩

と部分対角化できることに詮意すると，式 (18)は

fd《 ih↑制 I_ D I uv，T(吋|r2κ(rlラT2)i i-||  
| 九 1( r2) I V I vv，l ( rl) Iラ

(29a) 

/AjCJ(T2)i--EzjW川!dr2κ(rlぅT2)i i-i  i 
I u~， l (r2) I V I u~， l (rl) I 

となる.つまり，式 (29a)は行列丈(rlぅr2)のエネルギー固有値 Evの国有状態でありう (29b)は

エネルギー固有値 -Evの国有状態である.この2式がスピン 1重項超伝導体に対する BdG方程

(29b) 

式である.ちなみに，

r 8(町2)HdI)(rl) ムsing( rl ， r2) 1 
κ(rl' r2)三!(i) ト (30)

L ム;ing(rl，r2) -8ケ叫H(/J*(rl)J 

とした.式 (29a)，(29b)の2っとも同じ行列 κ(rlぅr2)の国有状態であるから，少なくとも数値
計算上では区別できない.つまり，数檀計算では式 (29a)を計算すれば自然と式 (29b)に対応す

る国宥状態も含まれている.

しかしながら，簡単のために時勺)=再勺)三比例が成立している場合を考えてみよう.

この場合，

ーがσν)Je* (rlラr2)(iσy)T = Je(rlぅr2)ぅ (31) 

という関努性が成り立っていることに注意する.つまり， BdG方謹式 (29b)をP=iσyKという

ユニタリ一行列を用いて変換することで，エネルギー固有状態 Eν と-Evを対応づけることがで

きる (Kは複素共役湊算).これを粒子-正孔対称性と呼び，スピン 1重要超伝導体では P2=-1

である.具体的に，式 (29b)の富有関数は[も立↑(rI)ぅ〈ぷrl)]→[一Uv，l(rl)， vv，T(rl)]へと変換され

る.つまり，この対称性の下で式 (29b)はトUv，l(rl)，ら，↑(rI)]= [Uv，r(rl)， vv，!(rI)]の置き換えの

下で式 (29a)と等価になる. この関係 [-Uv，!(rl)うら，T(rl)]= [uり (rl)ラVv，l(rl)]はスピン 1重項超

伝導対ポテンシャルの対称性ム↑iニム↓↑を反挟しているお波対称性の場合は直ちに確かめられ

る).以上の性質を用いると，場の譲算子ψα(刊は準粒子演算子守νぅ4を用いて，

ψr(r) =乞い↑(r)ηv+ v;，T(州]=乞[UV，j(r)ην 十 VV，!(r )T/! ]う 。2a)
ν 1ノ

ψI(←L [vv，l(r)ην丸山川]=2二[VV，!(仇 -uv，↑(r )T/t]う (32b) 
ジ ν 

と展開される.このとき，エネルギー固有状態の対tr;関孫は

[UV，↑(r)ぅVv，↓(r)]T for Ev 特 [-V;，l(r) ， をL~， r(r))T for -EV1 (33) 

となる4

4H6川r)#Hat)(r)の場合については文献 [24]を参考にして頂きたい.
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スピン3重項p波超流動研究の新たな展開

2.4 スピン3重項超流動

ここで，式 (13)で示したハミルトニアン密度の対称性 -I..xK*(TlラT2)I..x= K( Tl， T2) ，こ注目す
ると，正のエネルギー匡有状態と負の固有状態との間に l対l対応があることがわかる.つまり，

スピン3重項超伝導体の場合は粒子ー正孔変換の演算子は p=九であり，P2=1となる粒子-正孔

対称性を持つ.ここで， I..jは粒子-正孔空間で、のパウリ行列とする.つまり，
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(34) 

ただし上述の通り， 1重項超伝導体の場合は [UV，r，vv，l]と(vvゎUv，l]のセクターが分離している

ため式 (34)辻意味がないことに注意しておきたい.

具体的に p、波超流動体を考えよう.この対ポテンシャルは式 (23)において f=1とすれば良い.

スピン3重項 p疲超流動体の秩序変数は軌道自邑度3っとスピン自由震3つの合計 3x3=9個の

ムZM)から成る(撮密にはこれに位相の自由度が加わる).この援な膨大な自由度を持つ超流動
体では様々なスピンと軌道状態の組み合わせが可能であり 存在し得る全ての秩序状態を挙げる

ことは難しい問題である.

この問題に対する解法として Vollhardt-Wるlfie[6]に従い，元々のハミルトニアンの部分群に基

づいた議論を紹介する.ただし，紙面の都合上，全ての秩序状態(部分群)を挙げることはせずに

超流動 3Heの秩序状態として代表的なもののみを考えることにする.ここでは簡単のために元々

のハミルトニアンがスピン空間と軌道空間における 3次元連続回転対祢性を持っていることを仮

定する.これは超流動 3Heでは成立しているが5，超伝導物質系では結晶構造の離散的な回転対

称性のため連続的な回転対帯性誌示さず，秩浮空間の自由度は超流動 3Heのそれに比べて低下す

る [7]. この意味でも超流動 3Heでは様々なパラメータ領域にて多様な自発的対称性の破れを待

う秩序状態、が存在し，スピン3重項超流動に対する教科書的物質であると言えよう.

さて，ハミルトニアンの対称性は G= 80(3)s X 80(3)L x U(1)というようにスピン及び軌道空

間での 3次元回転操作 80(3)sヲ SO(3)Lと位相変換操作 U(l)により持徴づけられているものと

する.超流動状態、は元々のハミルトニアンの対称性 Gを破った状態である.そこで，超流動転移

により自発的に鼓られる対称性を Rとし，超流動転移後も残る対幹性を H とすると，R=G/H 

である.超伝導転移後も生き残る対称性 H は元々のハミルトニアンの対称性 Gの部分群である

べきである.以下では，超流動 3Heで代表的な B栢， A相について触れる.

5厳密に言えば3He嘉子詞に辻小さいが有患の磁気的双極子相互作男が働く.そのためにスピン空詞と軌道空間と

が結合し SO(3)sXSO(3)Lの対韓性が低下している.ただし，この相互作用は非常に弱く摂動的に扱えるので秩序状
態の分類の設階では無摂する [6].
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2.4.1 超涜動 3HeB椙

B相にて残った対称性は H= SO(3)L+S，つまりスピンと軌道空間で、の同時自転に対する対称

性を保っている.この超流動転移において自発的に破られる対称性は

S0(3)s X SO(3)L X U(l) 
R= 二 SO(3)L-Sx U(l)， (35) 

SO(3)L+S 

となる.ここで，SO(3)L-Sはスピンと軌道空間の相対的な回転操作を表す.つまり， B相の秩

浮状患は相対的な回転操作 SO(3)L-Sに起因した縮退度を持っている.この自転軸を伐として回

転角を少とすると，一般的な B椙の秩序変数は

dμ(ιr) = dμνι= e~φRp，v(伐，'P)ムν(r)ι (36) 

と与えられる(ゅは U(l)位相を表す).ただし，Rp，v(危う'P)は自転軸ぬ局りの角度 ψの回転を表

す行列であち，自転操詐 SO(3)L-Sに起冒している.この行列の具体的な表現は

Rμv(合ぅ伊)= cos'P + (1 -cosψ)えμ九 -Eμジ1)合ηsm'Pぅ (37) 

と与えられる [6J.バルクの超流動 3HeB轄で、はエネルギーギャップはうムx-ムν=ムz三ムとす

ると，必瓦=ムとなり，等方的なエネルギーギャップを開く 等方的なギャップを持つ状態は

他の基底状態の候補 (A栢等〉に比べて凝縮エネルギーの初得があるため，バルク 3Heの超流動

椙図の大部分はこの B相によって占められている [6].

式 (36)より， B相の秩序状態は伐と伊によって表されることがわかった.それでは，平衡状

態ではずもと ψ辻どのような彊をとるのか?空間的に一様な秩序状態においてこれを罷るために

は，双極子椙互作用と磁場に起因したエネルギーを考えれば十分である.秩序変数の自由夏のみ

を考えると(即ち，準粒子の寄与を無視すると)，熱力学的安定性を議論する上で、重要なヱネル

ギーは凝縮エネルギー，勾配エネルギー，磁場エネルギー，双極子桔互作用エネルギ一等で、ある.

そこでまず、双極子相互作用エネルギーを考えよう:
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(38) 

ここで，NFはフェルミエネルギーで、の状態密震で、あり，入D は双極子相互作用の強さを表す因子

である [6J. また， (・・・)ん二Jdrlk/47r・・・はフェルミ面平均を表す.式 (38)は任意の秩序状態に
対する双極子椙互作用エネルギーの一般的な表式で、あるが，これに式 (36)を代入すると， B栢に

おける双極子栢互作用エネルギーが得られる:

ゐ=;刈 (39) 

ただし，ムzニムy二ムz三ムとした.式 (39)を最小化するのは ψ二cos(-~)勾士1040 のときであ

る (Leggett角度上尚，双極子椙互作用エネルギーはバルク領域で、は先に対する制約を与えない

が，表匡では伐の向きに対して影響を与える.これについては， 4.2.2節で触れる.
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一方で，磁場エネルギーはバルク B相において色の向きを決定する.一般に，磁場のエネル

ギーは

ん二 ixJμHvう (40) 

で与えられる.ここで，XJLVはスピン帯磁率を表すテンソルで、あり，秩序状態に依存する.ただ

し， B相の秩序状態 (36)のスピン帯磁率はムzニムジニムz三ムとすると等方的になるため，FH 
はすもや ψに依事せず、ユニークな橿をとる. しかし，磁気的双極子相互作用に起因したスピンー軌

道相互作用は B相の等方的なエネルギーギャップをわずかであるが歪める:ムz-::Fムm ムu・そのよ

うな高次の効果を考書、すると B椙における議場エネルギーは

FH = -~ÀDNF (ーで工τ)2(ぬ.H)2.
¥1 + Fo) 

(41) 

ここで.Foはスピン帯磁率に関連する Landauのフエルミ液体ノtラメータである.マは 3He原子

核の磁気回転比である.磁場エネルギーを最小にするためには，ゐIIHであることが要語される.

Schnyderら[16]は任意のハミルトニアンを時間反転対称性，帯電共役対称性，カイラル対称性

を基に分類し，それぞれの持つトポロジカル不変量を明らかにした.B椙の持つトポロジカル不

変量を紹介するために.B本自の秩序変数(36)を持つ BdG方程式 (18)の対称性を整理しておく.

まず，dμ(k，r)の詳細に依存せず，スどン 3重項超伝導体の場合は一般に式 (13)の形の粒子-正孔

対称性を保っている.加えて， B担の秩序変数 (36)の場合には BdG方程式 (18)の行列 κが以
下の対称性を示す:

( i勺 )K*(r2ぅrI)(-i勺)t=五二(rlぅr2). (42) 

これは時間反転操作の下で B桓が不変性を保っていることを示す.ただし，この対称性が保たれ

るためにはスピンに結合したゼーマン磁場等の効果が存在しないことが前提である.式 (13)の荷

電共役変換の演算子は r=LxK であり， r2二十1である (Ktま複素共役操作を表す).一方の
式 (42)で示される時間反転操作は T二 iむK であり，T2 =--1である.さらに時間反転と荷電共

役操作を同時に行う合成変換 C:::::::::Tx Tの下で、ハミルトニアンは不変である.このときカイラル

対称性を持つという.以上を整理すると， B相の秩序状態はー穀に T2二一1を満たす時間反転操

作，r2=+1を溝たす荷電共役操作，及び、カイラル操作 Cの下で、不変性を示すことがわかる.こ

の対称性を持つ秩序状態、は Schnyderら [16)の分類表に従うと classDIIIに分類される.この対

称性クラスは 1次元， 2次元空間では Z2対称性を持ち， 3次元空間で泣Z対称性を持つことが示

されている.つまり，外部議場等が存在しない限り 3He-B相は任意の次元において非自明なトポ

ロジカル不変量を持つトポヨジカル超流動体で、ある.真空でのトポロジーは常に自明であるから，

トポロジカル超流動体の表面で、はトポロジカル栢転移が生じていると見なせる.バルク領域での

トポロジカル不変量は準粒子構造の特異性を反挟しており，真空中での邑明な構造へ椙転移する

ためには一度準君立子励起スペクトルをギャップレスにして準粒子構造を“再構成ううする必要がある.

バルク・エッジ対応と呼ばれるこの性質はトポロジカル超流動体の表面や界面で、は常にギャップレ
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スな分散を持つ準粒子状態が存在することを示唆している.さらに，その準粒子状惑はバルクの

トポロジカルな性質に超国しているため，外部擾乱や不純物等に対して強い酎性を持つ.実際に，

3豆e-Bの表面においてギャップレスな Andreev束縛状態が出現することを 4.2.2節にて示す.

外部磁場が存在する場合の 3He-B相には時間反転対称性が破られており，その結果としてカイ

ラル対称性も破ちれる.つまり，荷電共役対称性のみが残る classDに分類される.この対称性ク

ラス誌 3HeA椙と等錨であり.3次元空間ではトポロジカルに自明である. しかしながら，磁場

中の 3次元 3He-B相においても依然として Isingvariable (25]や巻き付き数 (windingnumber) 

[26]等のトポロジカル不変量が定義で、きることが議論されている.

2.4.2 超涜動 3HeA椙

超流動 3HeA相は鞍道強磁性状態であり，その秩序変数は一般に，

dμ(k， r) =ム(r)e2φゐ(仇ν十 inv)ん (43) 

として， 3つの 3次元実ベクトル (dラ7弘前を用いて表現される [6].バルクの A相では仇ぅ伐

は単位ベクトルであり，互いに直交している(仇ょが.そのため，仇と会のいずれにも直交

したベクトルt三仇×合を定義すると覆和である.例えば，シンフ。ルな A相の秩手変数として
dμcxOμzdz(ι+iky)を考えよう.このとき， illiとなり，iはクーパ一対の軌道角運動量の方向を表
していることがわかる.準粒子励起のエネルギーギャッフ。はバルクA椙においてゾE亙=ム(1-勾)

であり， 3次元フェルミ球の北極と南極上にギャップレス励起(点ノード〉を持つ.クーパ一対の

軌道角運動量の方向と点、ノードの方向は一致するため，iベクトルは点ノードの方向も詣し示して
いる.点ノード構造を伴うために A相は B杷に比べて凝結エネルギーを獲得できないため，ス

ピン揺ちぎのフィードバック効果等を相互作用iこ繰り込まないと B椙に比べて熱力学的に安定に

ならない [27]. そのため，バルク超流動 3Heでは高温，高圧の限られたパラメータ領域でのみ安

定となり得る.一方で，サプミクロン程変の厚さに閉じ込められた超流動 3Heでは試料の壁の効

果に起因して低温，低圧の11;い領域で熱力学的に安定先することが理論的にも実験的にも護認さ

れている [28].

A 相の秩~変数を表す d と Z の 2 つの実ベクトルに注目しよう それぞれスピン自由震と軌

道自由度を表しているので， dベクトルは磁場と結合することが期待される.実際に，磁場エネ

ルギーの表式 (40)tこA椙の異方的なスピン帯議率を代入すると

FH二 jhLKEZ)(dH)2 (44) 

が得られる.ここで，XNは常流動状態でのスピン帯磁率を表し，お(T)はフェルミ面平均された

芳田関数である.式 (44)より，磁場エネルギーを最小包するための条件辻 dベクトルが磁場 H

に垂直であるということがわかる:dl_H. 
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一方の双極子椙互作用エネルギーはスピン状態と軌道状態を結合させる.式 (38)にA梧の秩

序変数 (43)を代入すると，

ワー /̂ ，̂ 2 
FD=-;入DNFð.~l d.l) (45) 

となり，d¥¥iを溝たすときに FDが最小化される.ただし，このスピンと軌道の結合は議気双種

子相互作用エネルギーに起因しているため非常に弱く，磁場のスケールではおおよそ HD=:::20G

程変である.H>>HDの大きな磁場のもとでは，双極子相互作用によるスピン・軌道結合dlliを

無視して， dベクトノレは H に堂に垂亘に向く.

A相における連続対韓性の破れは

SO(3)8 X SO(3)L X U(l) 
R二 二SきxS1 xじ(l)Lz，，p

じ(1)Sz x U(l )Lz，，p 
(46) 

として表される.ここで， Sきはスピン自由震に対応する dベクトルの長さを lに保った 3次元

自転に対r.tL，その 2つの自転角で、張られる 2次元球面を表す.同様にSlはtベクトルの長さ
を保った 3次元自転操作に対する秩序状態の縮退に対応する.U(l)Lz，，pは位椙ゆを回転する操倖

とtベクトル周りの回転操作とが等値であることを示しており，ゲージ・軌道対称性の破れた状

態と呼ばれる [6].具体的には，式 (43)において(仇+in)eZφ二 m'+治 f と書き亘すと，角度 φ

の栓椙回転操作がEベクトノレ罵りにやだけ仇と伐を自転させることに等価だということに対応

している.このことから， A椙では(仇，危うふの3つのベクトルが空間的な構造(織吾構造)を持

っと，そのゲージと軌道岳由度との結合のためにtベクトルの空間構造に起国した費量流が出現
する.これは所謂 Mermin-Ho関係式として知られている [29，30].

しかしながら， A相の秩序変数空間は式性的で法未だ完全ではない.秩序変数 (43)より見て

取れるように， A栢の秩序状態はほう仇ぅ向日(-dぅ-mぅ一刻のように実ベクトルの方向を同時
に 180度自転させても不変である.或は (d，争)←→(-dち争十π)のように dベクトルと同時にじ(1)

金栢を πシフトさせることで秩序変数は不変に保たれる.このように， A椙では連続的な対称性

に加えて離散的な対称性についても議論する必要がある‘結果的に A栢の秩序変数空間は

R=SるxS1 X U(1)Lz，，p/Z2 (47) 

として， Z2={0ぅ1}の離散対称性を加えた表現に拡張される.後にみるように，この離散対称性 Z2

によって A相ではトポロジカルに整数量子語以外にも半整数量子渦が存在し得る，この半整数量

子渦はスピン偏極した Majorana零モードを倖い，その統計性は非可換エニオン統計に従う.尚，

A 椙の秩序変数空間 (47) に関して d で表されるスピン自由度に起因した秩序変数空間 S~/Z2 は

超微細スピン自由度 F=lを持つ Bose-Einstein凝縮体 (BEC)のPolar相と等価である(厳密に

はこれにじ(1)位椙自由度が加わるに一方で，iで表される軌道自由更に起因したSlX U(l)Lz，φ 
はSO(3)と見なせるが，この秩淳変数空間は F=lBECの強磁註状態と等舗であり，この軌道

状態を軌道強磁註状態とも呼ぶ [31ぅ32ぅ33].

さらにtベクトルの示す方向は運動量空間にてギャップ関数が点状ノードを持っている方向と
一致する.つまり，超流動密度は Eの方向に強く抑制されており異方的である.この超流動密度

po 
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の強い異方性は£ベクトルの向きに対する強い制約を課す.例えば， .fに平行な壁を考えると，超

涜動密度が壁により強く抑制される結果，凝縮エネルギーを大きく損なう.一方で、，垂直な壁の

場合では超涜動密度が元々抵下しているため影響を受けない.つまり，凝縮エネルギーという非

営に大きなヱネルギースケーんで、tは壁iこ垂重に向くべきという強い境界条件が課せられる.

A相の秩序状態はクーパー対の軌道角運動量が特定の方舟にそろっており 時間反転対称性を

破っていることは自明である.しかしながら， r2=+1を、満たす荷電共役操作に対しては依然とし

て不変性を示す.そのため A相の秩浮状態は [16]の分類表に詫うと classDに分類される.この

対称性クラスは 1次元空間では1，2，2次元空間では Z対称性を持つことが示されている.つまり

観摂空間中での 3He-A相はトポロジカル超涜動鉢で、ある.一方で， [16]の分類表では3次元空間

ではトポロジカルで自明である. しかしながら，iベクトルが空間全捧にわたってある方向にそ
ろっているような状況では，巻き付き数が定義できる.非自明な巻き付き数は界面でのギャップレ

ス準粒子励起の存在を保証している.実際lこBdG方程式と準吉典Eilenberger方程式の数値計葬

によち， A栢でもギャップレスな分散を持つ表面 Andreev束縛状態、の存在が確認された [34].

3 準粒子束縛状態

超伝導状態の秩序変数は前説までで触れたように，少なくともじ(1)位椙の自由度を持っている.

この秩序変数の位椙が実空間或は運動空間中で侍らかの構造を持っと その位椙構造は低エネル

ギー準粒子易起スペクトルに大きな影響を与える.調えばAndreev東持状態や量子渦束韓状態等

がその典型例である.そこでこの笥では超伝導秩序変数の位椙が準粒子状態に与える影響を整理

しておく.

3.1 s波超伝導体における Andreev束縛状態

簡単な例として，国1の様な超缶導/常話導/超伝導 (SNS)接合系を考える.ここで，超伝導状

態は単純なほクーパー矧犬態を考えることにする この秩序変数は式(鉛よりム「判例=

ムTM)(め三2ftム(r)とおくことにする.数冨子は便宜上加えた さて，図1の援に接合面に

垂直な轄を z軸とし，左(右)側の超長導領域の位椙をやL(ゆR)とおく.ここで，接合匡に平行な

方自には超伝導状態の一様性を仮定しておく.また，常{云導領域の幅 Lは超伝導コヒーレンス長

x 

sc N sc 
ム(x)e桝 t

守一回+
L 

図 1:左囲は SNS接合系の概念図.右図iまj品度 κE1，を持つ量子渦状態、で、の秩序変数ムo，o(刊の

位椙を x-y平面で撞いた図.量子渦の中心“0"は原点 (x，y)=(Oラ0)に配呈されるとする.

つJ
U
F
O
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とに詑ベて十分に短いものとする (L<<1;，). このとき BdG方程式 (29a)はム(rlぅr2)=d(r12)ムケ)

とおくと

[ 一号-μ 山 ペ r Uv，r(x) 1 _ 17 rいいU川川川4んル州川山tν川川岬ノJ，r (拘r(が(いx)汁| 
ム以(x咋)eε一i坤仰φ剥仲(伊Z} 2岳益十μ !ハ|り%ν川，斗1(糾Z吟)1 -一 μωvlいUむν，1点i

と簡単化される.ここで，ムが実数になるように杓うりの位相を選んだ.また， x<oでは争(吟=(!>L

であり， x>oではや(x)二 φRとする.今はフェルミエネルギ- EF ニ k~/2M 近傍の準粒子のみ

に興味があるため， BdG方程式 (48)，こ Andreev近年lを施そう.Andreev近叡とは準粒子波動関

数 [Uv，r(r)ヲVv，↓ケ)]を与1程度の早い長さスケールを持つ振動項とご程度のゆっくりとした空間

変化を表すu(kラx)とに因数分解し，むと>>1の極限をとる:

(48) 

[川)I = eikFX I山 n
Vv，l(x) I I v↓(k，x) I 

このとき BdG方程式 (48)は1次元Andreev方程式

[ -iVFT3ゐ÷年-ut(伯仲)]I ~~ ~川 1 = Ev 1州;;I I Vl(k，x) I -V  I Vl(k，x) I 

として書き宣される.この式は x=Oにおいて質量項に位栢のとびを持つ 1次元Dirac方程式と等

倍である [9]. この位椙のとび、を持つ I次元Dirac方程式は，ム伊)=ム。のとき，簡単な解析により

(49) 

(50) 

E=お cos(宅金)ラ (51) 

というエネルギー固有値を持つことが示される [9ぅ35].特に，左右の超伝導韻域の位相差が争L-4>R=

πのときエネルギ一国有値は巌密;こ E=むとなり，その富有関数は

ド(k，x)卜岳…~川乱 同
町(kぅx)

となり，常伝導領域からコヒーレンス長ごの程変の領域に局在する状態である. この局在状態は

Andreev束蒋状態と呼ばれ 超伝導及び超流動体における様々な位梧欠揺馬りに出現する低エネ

ルギー準粒子状態を理解するためには不可欠で、ある.

3.2 s波超伝導棒の渦糸束縛状態:Caroli-de Gennes-Matricon状態

ここでやはり s波超伝導体の場合を考える.z軸に治った空間の一様性を仮定すると，量子渦

状態の秩序変数は

ムケ)=ム(p)eird1う κξ Z， rニ (ρ，()， z)ぅ (53) 

となる.対ポテンシヤルムιmケ)の一価性より渦度 κは整数のみが許される.図 1の右から見て

とれるように原点、 ρ=0において秩序変数は任意の位相をとり得る.このため位相が薙定しない

円
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位相特異点となるので，秩序変数の振輯は原点において零となる:lim P---'>Uム(ρ)=0.謁芯と呼ばれ

るρ=0での位栢特異点を横切る任意の直隷経路を見てみると，渦芯を挟んだ超流動ドメインの位

桓差は常に κπ となることから，語芯近傍の準粒子状態は位梧差 κπ を持つ SNS接合系のそれと

類似しているだろう.実際に. 1964年に Caroli-deGennes-1Vlatricon (CdGM) [36]が満度 κ=1

の場合において束縛状態が存在することを明らかにした.

一般的iこ，任意の渦震 κEZを持つ量子渦近傍に局在した CdGM状態のエネルギー固有値は以

下のように与えられる [37]: 

/κ¥ Wo ( κ_  1 ¥ I ~ k2 
Eη q，k = _ ( q _ i) /~ ~~ 1_  ~ ~ + ( n十一一 1111一一一九 n， q E Z. (54) 
'i，'" ¥i 2J、11ー必2/つ!vfII ' ¥ 2)  V 2Jv1μ 

ここで，幼児5手及び ω1寸ムoと見積もちれる(ムo三 I叫→∞ム(的) この固有関数は n次の
ベッセル関数よい)を用いて

[旬以朴が ikz[山州卜xpr _!_ rρ I-~ I山斗ゆ5)
Vn，q，k(1') εκθJq_κ(k_(α)ρ) I ~'~1' l Vμん

と表される.ここで，k土(α)は弱結合領域では台程度となる.尚，変数等については文献 [37]

か或辻本稿の Appendixを参考にしてほしい.Appendixはカイラル超伝導体の CdG1VI状態につ

いての解析解であるが同様の手順で式 (54)と(55)が導かれる.

式(問より，量子渦志の外憾の領域(kFρ>>1)において CdG斑状態の匡有関数は方∞S(kFP)ερ/と

の様に振る舞う.即ち，この CdG]¥!I状態は，量子浩志からと程度の半径に局をした束縛状態、であ

る.さらに強調すべき点は CdGM状態の最抵エネルギーが厳密に零になちないことである :κ が

奇数の場合は血inIEn宅q，kl=wo/2ぉムO/EF程度のエネルギーギャップが常に開く.CdG11状態の

最低エネルギーが有限になるという事実は BdG方程式の解析によって導かれるものであり，例え

ば準吉典 Eilenberger理論では CdG註状態は対関数や渦度によらずギャップレスとなる [38J.κ

が偶数の場合は ω1勾ム。程度の大きなエネルギーギャップが量子議芯で開く.これは S討S接合系

にマップして考えると，超伝導ドメイン間の位椙差が 2π の整数倍になっていることから理解でき

る.しかし，ある程慶大きな Iqlで、はエネルギーギャップは閉じるため，最低ヱネルギーの CdGM

状態は瀧中心周りに環状に局在することになる.

式 (54)で示された CdG11状態は走査トンネル顕微鏡 (STM)を用いて直接的に観濁すること

ができる.1990年頃に Hessら[39]によって NbSe2の超伝導体において議束渦糸に束縛された抵

エネルギー状態が初めて観測された.ST況の実験では局所状態密度N(1'ぅE)=乞σ=I，↓N(Y(1'，E) 
を直譲的に観瀕している.ここで捷宣上，局所状態密度入fケ，E)をスピン分解したものを定義す

る:科(1'ぅE)二 2:vIUv，j(1')lo(E _ Ev). NJ(1'ぅE)=乞vIvv，↓(1')IO(E十Ev).κ=1とκ=2を持
つ量子?晶状態、で、の局所状態密度を図2に示す [37J.上の議論の通り， κ=1で、の低エネルギー準粒

子状態は渦芯に束緯されており，E=O近傍においてそれらのエネルギー準位に離散性が見られ

る.この離散性は主ayashi[40ぅ41]らによる BdG方程式の数値対角化により始めて具体的に議論

され，量子極限における量子謁芯近傍でのキャリアー密度の低下等の亘接的な関係牲が示された.

-164-



スピン3重項p波超流動研究の新たな展謁

図 2:kFC=20での s波超伝導体の量子渦状態での局所状態密度〈左)と電磁性議気モーメントの

空間構造(右).上段が κ=1，下段が κ=2.E二 Oはフェルミエネルギーに相当する.

岳
噴
同
点
之
柏
町

式 (54)でも融れたように， ρ=0の局所状態密度はE=OよりもムO/EF程震の正備の領域でピー

クを持っており，謁糸中心で誌粒子的な状態、密度と正孔測の状慧密度が非対称になっていることが

わかる [40]. この量子渦中心での状態密度の非対称性は高解像度の極抵温 STM により Y~i2B2C

の超伝導体において観測されている [42].一方で， κ=2の渦中心では大きなエネルギーギャップ

が開いており，抵エネルギー準粒子状態は温周りに環状に出現している.通常の超伝導/超流動体

の場合， κ>1の謁糸は溝度 1の渦糸 κ本に分裂する [43]. しかしながら，メゾスコピック超詰

導体ではκ>1のE大な渦が安定に存在し得ることが実験的に示唆されている [44]. さちに，冷却

諒子気体BECでほ超微細スピン自由度を外場により制御することでベリ一位相を焼き付け，渦度

κ=2や 4を持つ巨大渦の生成に実験的に成功した [45].

この局所状態密度をバンドの震からフェルミエネルギーまで積分することで絶対零震での粒子

密度 η(r)=njケ)+町ケ)が得られる.豆ayashiら[41]により CdGM状患の分散と渦芯近梼での

粒子密度n(r)との関連性が議論され，渦糸中心での桂子-正孔対称性の破れの場結として渦芯で

の粒子密度抵下が示された.中性フェルミ京子気体系において BCS-BECクロスオーバー領域に

おいて量子渦が実験的に観測されたが，その際iこ，渦芯での桂子密度低下を介して Abrikosov格

子状態等が直接的に観測された [46].

カイラJ(， p波超伝導体の溝糸束縛状態3.3 

等方的なギャッ 7
0

関数を持つ s波超{云導体中の量子謁束縛状態と比較するためにも，スピン3重

ただし，簡単のためスピン昌由度は考えず，スピン編極し項 p波超伝導体の量子渦を考えよう.

たp波超伝導体を考える:

(56) ム(たうトム+1ケ)(ι 十九)+ム 1(付 (ι 一九)十 ~o判長z

戸

h
U6
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この超伝導対ポテンシャルを仮定すると， BdG方程式 (18)は

[肋)Il(r) I I ulI(r) I 円 IulI(r) I 
-耳*(r) -Hoケ)I I VlIケ)I -J_jll Iら(r)I 

ヨ(r)= ;~ L Iムm(r)Pm+ ~Pmð.m(r) Iぅ ?土I三芋(δj;I i8y) ， Po三 δzぅ (問
~ m=O土1L ~ 

と局所的なポテンシヤル開題に簡略化される [47ぅ48，49]. ただし，この BdG方程式を簡略化す

るためにクーパー対のサイズが零極限の近似を行っていることに注意したい.式 (57)は元々の

BdG方程式のエルミート性を失っていることから，その固有値 Eジはー設に複素数となり得る.

式 (57)の非エルミート註はクーパ一対のサイズを零極限近叡したことに起因しており，自在{直の

虚部の出現は非物理的である.特iこ，実龍のエネルギ一国有植が零となる場合は詞時に結虚数の

可能性も排除できないため，数誼計算を行う際は注意が必要である [50].

スピン偏極したp波超伝導・超流動捧は軌道自由度に起因した多成分秩序変数で表されるため，

実現可能な秩宰状態も自明ではない.具体的には， (ム+1，ムoぅム-1)とx:(1ぅ0，0)となる軌道強磁性状

態と呼ばれるものと(ム+1ぅム0ラム-1)cx (0，1ぅ0)の極性(ポーラー)状態、とが基底状態の訣構である.

官官者は時間反転対称性を自発的に破っており カイラル状態とも呼ばれる.3次元フェルミ球を考

(57a) 

えると，このカイラル p波超伝導状態はアエルミ球の北極と南極において点、ノードをもち，kx-ky 

平面において巻き数 +1の位相勾配を停う.極性状態のギャップ関数は赤道上に線上のノードを持

ち，フェルミ球の北半球と南半惑では金椙がπずれている.亘接的な傍は超流動 3Heににおいて

現れるん梧がある.単純な BCS理論に従うと，極性状態は線上にエネルギーギャップがつぶれ

ているため，点ノードを伴うカイラル状態に比べて凝結エネルギーを損している.そのため，ここ

ではカイラル超伝導体の量子渦を考えよう.なお，極性状態のうち最も単純なム(丸r)=ムoケ)ι
の量子渦は s波超伝導体の CdGM解においてム→ムkz/kFとおき富すことで得られる.

さて，この軌道強磁性状態の量子渦開りの準粒子励起を考えてみる:ム+l(r)ニム+1(ρ)eZκo弱

結合極限 kFC，勾 EF/ム>>1では， 3.2節での s波超伝導体量子渦の CdGM状態の分散が以下のよ

うに変更される [48ぅ49ぅ50ぅ51]: 

/κ+  1 ¥ωo  . (κ1  ¥ 1. k2 
En，q，k二 ( q一一一 i 十 (n+~) ¥/1-一一ω1ヲ (58) 
¥ ノゾ1ーが/2Mμ ¥ 2}  V 2Mμ 

ここで， ω0，1は式 (54)におけるそれらと同等である.このとき固有関数は.q次の Bessel関数

Jqヤ)を用いて

[ 
匂川山q付川山州k以印刷(ケ例T吋斗)
山川(r吋)I十一 I~みq一叶ιl\;+l(kポ(怜kιM山一イ4ρω作)片εけ一1)0同θ exp l-v~μL 的叫州山rう')d斗 祁仰側9釣) 

となる.詳細については Appendixを参照されたい.Nは規格化国子であり，k士三ん土]¥;[Ei，n/ん
とした.式 (58)とs波での結果 (54)との違いは右辺第1項であり，この結果として，軌道強磁

性状態での量子謁束霧状態は

κ十 l
q=-T E Zぅ (60) 

po 
po 
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を満たす場合に厳密に零エネルギーを持つことがわかる.qE'Aの要請より，渦度 κが奇数の場合

にのみエネルギ一国有植が厳密に零になり得る.さらに，式 (58)より，零エネルギ一国有状態は

kに対する分散を持たないフラットバンドを示すことがわかる [34].

Tewariち[52]はAndreev近似が成立する様な弱結合領域 kFc>>lにおいて，量子渦状態の BdG

方程式 (10)が賞量項を伴う 1次元Dirac方程式(薮密には Majorana方程式)ヘマップできるこ

とを示した.さらに，渦夏 κが奇数のときには位椙差πを持つSNS接合系のBdG方翠式(50)へ

完全にマップすることができる.一方で，謁度 κが偶数のときは符号変化を伴わない質量項を持

つ1次元Dirac方程式と等値になり， CdG~l 状態iこは有患のギャップが開く.

式 (58) は弱結合極摂 kFé， ~EF/ム >>1 での結果であるが， Andreev近似が適用できないような強

結合極限における量子渦束縛状態について触れておきたい.式(54)で導出したような CdGM状露の

分散をAndreev近似無しで解析的に求めることは難しい問題である.そこでGurarie-Radzihovsky 

(GR) [53]はあらかじめ零エネルギー匝有種 E=Oの存在と対称性に基づく毘有関数の性費

UE=O(r)=vゐ(r)三 λrfo(ρ)♂{κ+1)0/2ヲ (61) 

を仮定(Ansatz)することで，零エネルギー固有状態の解を任意のパラメータム/EFとμに対し

て求めることに成功した.結論として， μ>0を満たす限り常に量子渦束縛状態の最抵エネルギー

は厳密に零となることが示された.彼らの結論を詔介するために捷利なパラメータんごを導入す

る.ここでん=J2MJLは化学ポテンシヤルから定義される長さケールである. kJ-Lç~kFÇ~l は

弱結合極限に対応し，んご=0はトポロジカル相転移点、を示す [54].渦志での秩序変数の空間変化

を無視するロンドン近似(ム(ρ)=ム〉を適用すると，零エネルギー状態の固有関数 (59)はんご>1

では

fo(p)二 J出 (似し-p/t;
人、11-(んと0)-2)' 

となり kf程変の量子振動を伴う.んご<1で辻変形ベツセル関数ιを用いて，

fo(ρ〉二I!tl1_ ( /. ~p，p" _) e-p/ご
2¥ゾ(んと0)-2- 1 ) 

(62) 

(63) 

となる.式 (62)と(63)に現れている指数関数因子は零エネルギ一酉有状態が束縛状態であるこ

とを示しているが，Iq(吟の x>>lでの指数関数的発散により椙殺される.つまり， トポロジカ

ル担転移近祷 9くんご0<1では零エネルギー準粒子状態は渦芯束縛状態ではなく，系全体に誌が

りを持つ.ただし. GRの解析では秩序変数の空間的な一様性を仮定しているという点で不完全

である.文献[48ラ49]で、は広範囲なパラメータ領域において BdG方程式(10)とギャップ方程式の

自己無撞着な計算が実行され， トポヨジカル椙転移点近傍における零エネルギーAnsatzに基づく

GRの解析は定性的に正しいことが示された.
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3.4 力イラル間三1波超流動での表面束縛状態

非s波超伝導体では，運動量空間におけるギャップ関数の位相構造を反映して超伝導体表面や界

面に束縛状態が出現する.これも CdGM状態と河様に Andreev束縛状態として理解されるが，

同時にバルクで定義される非自明なトポロジカル不変量を反映している(バルク・エッジ対志). 

ここでは簡単のために，カイラルIflと1波超流動での表面束縛状態を考えよう.そのためにスピ
ン自出度を含む BdG方程式 (18)から出発する:

J dr2[川 h(r2) ム川~2) [ i i vャ(r2)= Ev'Pv(r2)' 
1 ーム*(rl)r2) -8(r12)h(r2) I 

さて，超伝導体の表面を考える為に Andreev近似を導入する.肖，表面で辻鏡面反射のみを考え

ることにする.式 (10)に現れる準粒子波動関数 'Pv(討をと程度のゆっくりとした空間変化を表

すやと存1<<と程度の振動国子とに分解する:

(64) 

伊v(r)= C+や+ケ)ekF十r_c_φ(γ)eikF，_'r. (65) 

これを BdG方程式 (10)へ代入すると， Andreev方程式が得られる:

トt吟，土 • VI.z +企(kF，::!::，r)]φ土(r)= E宇土(γ).

なお，匂F，::!::=のFkF，土法フェルミ速度であり，対ポテンシヤル会決F辻?土)は

r dk ^ I L _ ¥ _ik.r _， ^ I L _ ¥ I 0 ム(kFぅr)I 
会(rr，r2)= I /::ーム(k，r)eik.r勾会(kF， r) I ̂"' I .V ¥ '-" ¥ ，.，;' '} I J (2付3ーラ I A*(kFl r) O I 

、も
zz
，J
co 
nio 
/，
zzミ
、

(67) 

簡単のために，対ポテンシャルの空間変化は無担することにする.

問題を具体的にするために壁を γ=(xぅy=oぅz)に震き，壁に垂重な軸を u軸とする.x及び、

z軸に沿って一様な系を考え，壁r=(xぅy=oぅz)での境界条件を 'P(γ)=0とする.そのとき準粒

子の波数ベクトルを kF土二kF(sin8cos争ぅ土sin8sinφぅcos8)と書くことにする. このような状況で

はAndreev方程式 (66)は1次元問題へ簡単色される:

i干iVFsÌIゆsin8δ~I.z+会(士ゅう8)]や::!::(y)= E長土(y). (68) 

さて，カイラJvf読超伝導体 (Ifl三1)のAndreev束縛状態について考えよう.このギャップ関

数は一般に

/ ^ . .. ~ ¥ IRI ....μ 
ム(k，r) = D(8) (ん+isgn(のち)• = D(8)εωう D(8)三 D(8)sinlε18ぅ (69) 

と与えられる.ここから誌簡単のためにスピン自由度を無視しよう.また，D(8)は{壬意の O欽存

性，すなわちん依存性を含んでいるものとする.このような状況に対して Andreev方程式 (66)

は以下のようになる:

[芋初F叫 s同会z+ iJ (8)âxe~i山] CP:J: (y)二 Eや:J:(Y) (70) 

Q
O
 

舟
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Stone-Roy [35]の方法に従い，古典的な軌跡に沿った座標系ιを導入する:色三士VFsiι泊。=
むFSMlφ)羽 0・この産標系を用いるとぎ軸に対する空間徴分項は土VFsinBsin手ゐ=匂士となり，故

にAndreev方程式 (70)は

[一九九十D(帆 e山 φ]ι(色)二 E手土〈必

として書き宣される.

導入された座標系色を 1次元座標 ρに対応させる:つまり，長十日ρ>0， i) ←→ρ<0とする.

この新しい 1次元座標系 ρを用いることで， Andreev方程式 (71)は質量ドメインを伴う 1次元

(71) 

Dirac (立ajorana)方程式

[ωz十郎)axe-idzd(ρい(ρ)ニ Eψ(凡 (72) 
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(73) 

として定義した.以下では， <TL一ゆRξ[0ラ2π]の範囲の中で Dirac方程式 (72)の解析解を示す.

まずは Dirac方程式 (72)の零エネルギー固有誼の分事に対する指数定理を示しておく.Jackiw 

とRebbi[55]は賀量項を律う 1次元 Dirac方程式において零エネルギー固壱値の存在を議論し，

質量項の位椙が (2n-1)πいをZ)シフトするようなキンク状態において厳密に零エネルギー固有
誼が1つ存在することを示した この指数定理に従うと カイラルt波超伝導体に対する Dirac

方程式 (72)の零エネルギ一国有状態は

=い-~ ) 1:1 E [0， ir]ぅ日)¥.- 2} Ifl 

を満たすや即ちんにおいて現れることがわかる.この零エネルギ一国有状態の数は η の取り

得る誼で決まっており，上式より直ちに η=1ぅ2，...，Iflとなることがわかる.結局，カイラルぜ
波超伝導体の A吋 reev束持状態はぎ個の波数LPにおいてギャッブ。レス分散を持つことが示さ
れる:
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(75) 

図 3:超伝導体表面近傍の概念図と運動量空間での対関数.カラーマップは対関数の位椙を表し， 0 

(暗)から 2f7r(明)に対応する.超伝導体表冨近傍の電子〈実線)は表面において鏡面反射し，超

伝導体内部では正子L(点線)とともに Andreev反射される.
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Dirac方程式 (72)は一般に束縛状態 E<D(めと散乱状態 E>D(B)に対して解くことができ

る.ここでは束縛状態のみに興味があるが，一般的なエネルギ一国有値とその固有関数について

は文献 [35]の Appendixが詳しい.カイラル t波超伝導体の Andreev束縛状態、のエネルギ一分

散は 2つの超伝導ドメイン留の設相差。R-4>Lに依存し，

φL-φR E(k) = D(B) cos YL一一一ぅ やL-4>Rε[0，2π]う
2 

(76) 

と与えられる.例としてカイラル p波超伝導体仔=土りを考えよう.ゆR一丸ε[0ぅ2π]に注意す

ると，各ドメインの泣栢は

ゆRニ 2ゅう

と与えられる.すなわち，

iπーやゆε[0ぅπ/2]

仇={

l 2π-4> 4>ε[π/2ぅπl

E(k)二一剰供与
κF 

(77) 

(78) 

となり， ドメインに垂直な波数んに対して線形な分散を持つ一方で，ギャップ関数 (kx土iky)よ

りポイントノードの方向 kzに沿って分散がないことに詮意したい.つまり，ギャップレスな分散

は kz方向に沿ってフラットバンドを構成する [34].式 (78)に対応するエネルギー富有状態の国

有関数は

r.p(r)二品川 (79) 

で与えられ，表面y=oからコヒーレンス長ご程度の長さスケールで、局在する.ただし， rllこいうりう

k" = (kx， kz)ぅkl_=kyとした.

R=2のカイラル d波超缶導体 (kx+ iky)2の場合も司様;こして Andreev束縛状態の分散が計

算される.R=土Iの場合と詞様にして，

I 2π-2争
φR=2φ? ゆL={

l 4π-2手

とおくと， Andreev束縛状態のエネルギー分散は

。ε[0ぅπ/2]
争ε[π/2，πj

|ムi
E怖い -sgn(ん)す (2k;-kt)， 

向 F

となることカまわかるー

4 現実的な系

(80) 

(81) 

前箆にて， Andreev束縛状態が超伝導・超流動体における量子謁や異方的超伝導体の表面に現

れる束縛状態を理解するための共通的な概念であることをみてきた.この節では，異体的な系と
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して超流動 3Heを考えて，その量子渇及び表面Andreev束蒋状態が出現する状況について詳しく

述べたい.2.4節で触れたように，液体 3Heは非常に高い対称性を保った系であり，スピン 3重

項超流動研究を行なう上で教科書的物質でるる.

4.1 P波超流動体にお甘る半整数量子渦状態

A相の秩序変数法式 (43)で与えられているが，これを量子渦状態へ拡張しよう :ι(ιめニ
ム(ρ)ei"，q;dμ(mv十九)んここで，重心座標に対しては円借座標系を用いた:r=(pラ争ぅz).κは渦

度を表すノtラメータであり，秩序変数 dμ(k，r)の一個性によりその取り得る誼は制設される.自

明な超伝導体(掬えば s波超伝導体)の場合は謁度は整数誼しか許されない :κEZ. しかしなが

ら.A梧ではスピン自由度に起因して， κは整数以外の値も取り得る.

このことを観るために，図3左iこ示されるような狭い容器に関じ込められた回転超流動 3He-A

を考え，その軌道邑由度を ι+ikyに固定する.この軌道強議性状態〈カイラル状態)はサブ
ミクロン程度の厚さの試料に 3Heを閉じ込めることで実現される.2.4.2節で触れたように，壁

との強い境界条件のために Eは常に壁に垂重な方向に国定される.便宜上 壁に平行に強い磁場

(H-:THD)をかけて.dベクトルを x-y面内に制限しておく.2.4.2節で触れたように，磁気的双

極子相互作用は.e11 dの状況を好む.しかしながら，双極子相互作用エネルギーの長さスケール辻

10μm程度と比較的長い.つまり，サブミクロン程変の厚さの試科では tベクトルは常に壁に垂

亘に国定されており，空間変化はエネルギー的に許されない.このときの A相の秩序変数は

dμ(k，r)=ム(ρ)etκOdμ(ん牛込ν)ヲ (82) 

となる.

さて.A詔の秩序変数空間は 2.4.2蔀で触れたように，離散対称性 Z2={O， 1}を男いて表現さ

れる.この離散対称性はじ(1)世相を πずらす操作と dベクトルを π回転させる操作を同時に行

なうことで.A相秩序変数 (43)が不変であるということを表す.つまり，渦度を半整数鐘κEZj2

とすると因子♂ゅよりや=0ぅ2π において必ず uとび"が生じるが，同時に dベクトルを π回転

させることで，その不連続性を吸収し秩序変数の一面性を保つことができる.半整数量子渦と呼

D喧金金色l~ 7τ 

。
図4: (左)厚さ Dの容器中に閉じ込められた超流動 3He-Aの概念図.双極子磁場よりも大きな

磁場 H>>HDrv20Gを容器に垂産にかける.さらに，その容器を回転 (rl)することで整数或いは

半整数量子渦が生成される.事さ Dは双極子相互作用エネルギーの長さスケールは 10μmより

も十分狭いとする.右図は半整数量子渦 (HQV)と整数量子渦 (SV)のむ(1)位相と dベクトル

(矢印)の空間構造.
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ばれるこの謁構造は Volovik-Mineev[56]により初めて指摘され，現在に至るまでその実験的観測

が様々な超伝導・超流動系において試みられている.半整数量子渦状態の秩序変数は式 (82)にお

いて例えば，

( o. o¥ 
κ二十~， d f-7 d( r) = ~ cos ~ぅ S吋)ラ (お)

とすれば良い [57ぅ58ぅ59，60]. この空間構造については国3右を参照.因に，渦夏 κは賞量流に

関連しており，一方でdベクトルの巻き数はスピン流を生み出す.半整数量子混は質量流が通需

の整数渦の半分であり，同時にスゼン流が渦周りに存在する.質量流とスピン流の速度場 Vm酪 h

Vspinはいずれも量子渦中心で仏芯討を持ち，遠方では 1/ρ で減衰する.

z轄をスピン量子化軸とする表示で半整数量子j晶状態の対ポテンシャルを書き童すと，

ud 
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となる.つまり， 2つのスピンセクターに完全に分離することができ (Equalspin pairing状態L
ム?↑ i対局がない状態である.その結果，↑スピンセクターで、の準粒子励起はバルク A椙のそれと

等価である.一方で、，ム11は整数詞状態であると見なせる.半整数量子湯状態での低エネルギー

準粒子励起は実費的にスピン偏極したカイラルp波超流動捧の量子瀧のものと等価であり，その

ため，↓スピンセクターで、は厳密に零ヱネルギーを持つ準粒子励起が存在する.半整数量子、渦に束

縛されたスゼン編極した零エネルギー準粒子は Majorana零モードと見なすことができ，半整数

量子渦の統計性を非可換にする [61]. これについては 5.2箆にて触れる.

一方で，依然として，式 (82)において渦度を整数とすることも可能である.整数量子渦と呼ば

れるこの渦は例えばκ二十1， d = (1ぅ0)と与えられる(図3右上半整数量子渦の議論を拡張す

ると，この漏状慧はムIIとム11ともに整数量子渦を持った状態であるといえる [58ぅ59ぅ60]. その

ため，整数量子渦には渦芯に束縛された零エネルギー準粒子が必ず、存在するが，半整数量子渦の

それと異なり，スピン結退している.そのため整数量子渦は非可換統計性に従わない [60].

サブミクロン程度の厚さの試料に超流動 3Heを閉じ込めて自転させると費量流を伴う量子渦

が生成される.しかしながら，整数量子混と半整数量子渦の熱力学的安定性を定量的に議論する

ことは非常に難しい問題である.例えば， ρ ;:S~程度の渦芯の情報を無視した所謂 London 近叡

を考えよう.ここで，ム(ρ〉ニムとする.費量流及びスピン流を伴う超流動速度場はりm掛川spin

はいずれも 1/ρ で減衰する.この速度場に起因して，費量流及びスピン流によるエネルギーは

Ginzburg-Landau理論の範囲内において

1 r ~ 4πN2-nni~ (R¥ 
Fmass，spin 三二 lρmass，spinV~ass，spindr二 山中。叩uρma町 pinln (云 j

Z I -------'-r--- m ¥ t I 
(85) 

ここで， ρmass，，ρspinは超流動費量流及びスピン流密度を表し R は試料の半径である.つまり，

速度場の 1/ρ の減衰に起因して，量子渦のエネルギーは質量流及びスピン流ともに対数発散する.

式 (85)に現れる変数 Nmassぅ-lVspinはそれぞれじ(1)位椙と dベクトルの巻き数を表しておち，式
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(84)で表される半整数量子渦では(1¥弘剖SラNsp心=ほうむ，整数量子渦では (Nm悩ラNspin)二 (1うめ

である.

式 (8めから指摘できることは以下の通りである:まず，渦のエネルギー Fma民 spinは巻き数の

2乗に比例しているので，量子満1本で比較すると半整数瀧がエネルギー的に安定になる.しかし

ながら，試料の回転速度を上げていくにつれて費量流を獲得するために半整数渦が2本の状態が整

数量子渦1本とエネルギー的に競合する.式 (8めから明らかなように，半整数渦2本が1本の整

数量子揖に比べて熱力学的に安定イとするための条件は ρspin<ρmassである.これは超流動 3豆eで

は一般的iこ満たされている関係式であり，そのため，制摂空間中の自転超流動 3He-Aでは半整数

量子渦の春在が期待される [57]. しかしながら，この理論は渦芯の喜在を無視しているという点で

不完全である.Kawakamiら[58ぅ59ぅ60]は渦芯を考憲したより精密な理論を用いて熱力学的安定

性を議論し，量子、渦芯近傍ではスピン揺らぎのフィードパックに起因した強結合効果が半整数量子

渦を桓対的に不安定北させる働きがあることを見いだした.この計算結果により，半整数量子渦の

熱力学的安定性は自明な問題ではなくなった.実際に，割隈空間中の呂転超流動 3He-Aにおいて

半整数量子溝を探す実験的試みがなされているが，半整数量子渦の直接的な証拠は得られていな

い [62].Yamashitaらの実験 [62]では 10μm程度の厚さの試料を用いて，さらにバルクで A相が

安定するような比較的高圧下において回転実験が行なわれた.しかしながら Kawakamiらの理

論によると高圧領域で辻むしろ強結合効果が重要となり，半整数量子渦は整数量子濡に対して相

対的に不安定化する傾向がある.半整数量子渦を観澱するための最適な状況は，サプミクロン程度

の摩さの試料を用いて，さらに強結合効果が弱くなる零定方で回転実験を行なうことである.尚，

Kawakamiらを含む半整数量子渦の熱力学的安定性に関する理論の誌とんどは Ginzburg-Landau

理論に基づいており よりミクロな理論に基づく解析が将来の問題として残されている.

以上は電荷を持たないカイラルp波超流動体で、の議論で、為るが，その熱力学的安定性はカイラル

p波超伝導体でのそれと定性的に異なる.一般に，超{云導体に一様磁場をかけると磁束量子渦が生

成されるが，議東量子渦周りに流れる費量流(電流)に辻遮蔽効果が働くことでその速度場 Vmass

は磁場侵入長入程度で指数関数的iこ減衰する.一方のスピン流に対しては遮薮効果は働かず，遠

方では依然として 1/ρで減衰する.この振る舞いの違いにより，質量流に起因した量子渦のエネル

ギーは Fm出 scxln(入/ご)となるが，スピン涜については依然として対数発散を持つ:Fspin cxln(R/~). 

このように，遮薮効果は半整数量子渦に対して不利に偉くため，超伝導体で誌半整数量子掲は安

定しにくい.カイラルp波超伝導体で半整数量子渦を安定fとさせるための条件は以下の通りであ

る[63]: (i)メゾスコピックな試料を準情する，つまり，試料半径 Rを入程度に抑える.或いは，

(ii)スピン涜が逆向きの 2対の半整数量子渦を考えると，お互いのスピン流が遠方では相殺し合

い，スピン流のエネルギーの対数発散を掠えることができる.実際に，近年，メゾスコピックな

サイズの環状の超伝導体 Sr2Ru04において，半整数量子渦の存在を示唆する実験結果が報告され

ている [64].

以上のマクロな Ginzburg-Landau理論に基づく解析から，芋整数量子謁の熱力学的安定住を決

定する重要なファクターはフェルミ液体補正 ρmass/ρspin[57]，スピン揺らぎのフィードバックに
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起因した強結合効果 [58ぅ59，60]，及びスピン流のエネルギーの対数発散 [63]等が挙げられる.し

かしながら， Vakaryuk-Leggett [65]は粒子数保存を満たすように拡張された BCS変分関数を用

いた計算により，半整数量子掲の場合には微少だが自発的に磁気モーメントが生じることを詣掃し

た.半整数量子渦の秩序変数は2つのスピンセクターに分離することができ，各々の過度は異なる

ということを先述した.この満度の違いに起因して スピンセクター関には運動エネルギーの差が

生じる.この運動エネルギーの差のためにスピンセクタ一関の相対的な粒子数比が不均衡となり，

マクロな磁化が生じる.整数量子渦ではこのような磁化は生じないため， Vakaryuk-Legge討のシ

ナリオは有最磁場効果が半整数量子議を相対的に安定包させる傾向があることを示唆している.

4.2 P渡超涜動体 3Heにおける表面東欝状態

4.2.1 表面束縛状態 :A担

超流動 3Heにおける表面束縛状態について考えよう 3耳eでの代表的な超流動桓には A椙と

B椙とがある.しかしながら， 4.1節にて触れたように， A栢は独立な2つのスピン編極したカイ

ラルp超流動体に分けることができる.そのため，表面束縛状態の性質はスゼン偏極したカイラ

Jv P超涜動体のそれと同じである.つまり，式 (43)の秩号変数を想定し，壁に垂重な軸を u軸

とすると，表面 Andreev束縛状態のエネルギ一分散は式 (81)より

1.6.1/01-2 12 
E(k) = -sg叫ん〉τ7(2ki-KB)ヲ

山 F
(86) 

となる.式 (43)より明らかなように， A栢のエネルギーギャップは kz方向にギャップレス(点

ノード)であり，その方向では超流動密度が低下している.ただし，ギャップレスな分散を持つ表

面 Andreev束縛状態が出現するのは点ノードの方向が壁に平行な場合のみであるということに注

意してほしい.部で触れたように，点状ノードの方向 (11i)が壁に垂重な場合で辻壁での散乱を通

して準粒子は対ポテンシャルの符号変北を感じず，表面 Andreev束縛状態も出現しない.超流動

3He A椙において表面 Andreev束縛状態を観諒するためには厚さがサプミクロン程度の薄い試料

に閉じ込める必要がある [34].

配分散 (86)はスピン成分に依存せず同じ線形分散で表され，表面に束縛された準粒子は同じ

群速度 vx=δE/θkx<Oを持つ.つまり， A椙の壌では表面束縛状態に起因した有摂の質量流が

自発的に流れていることが期待される.具体的に表面束縛状態のエネルギー固有状態 (IEI<ム)だ

けでなく連続状態 (IEI>ム)を含む全ての酉有状態の寄与から角運動量を計算すると，ちょうど

N/2となる (Nは全粒子数)(35].興味深いことに，この角運動量の誼はN留の 3He原子が全て

角運動量ーはを持つクーパー対状態丸+ikyを形成したときの角運動量の総和と等価で、ある.質

量流と軌道角運動量の総和の関連性は異方的超流動体における固有角運動量のパラドックスとも

諜く関わっていると思われる (66].
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4.2.2 表面東縛状態 :B担

次に， B栢の表面Andreev束薄状態について異捧的に計算してみる.B栢の秩淳変数は SO(3)L-S

の自転軸伐と回転角少を用いて一般的に式 (36)として表現される.秩序変数となるぬと ψは

3豆e原子関に動く磁気的双極子相互作用により決定されるのだが，ここではまず，仇と pについ

ては任意性を残したまま 任意の方向に掛けられた磁場 H のもとでの表面束縛状態の分散を求

めてみよう.

便宜上，壁に垂直な方向を zとして，鏡面反射な壁を z=Oにおくことにする.そのときの

Andreev方程式試式 (66)より

[=t=れJFcos {}aI...z +立十会(kF ，:!:， r ) )φ:!:(z) = Eφ土(z)， (87) 

となる.ただし，kF土=kF(cosゆsin{}ぅsin<tsin{}ぅ土COSめであることに詮意.また，式 (87)にて現

れる立は一様磁場 H による Zeemanエネルギー主=μBHμdiag(むう 弓)に対応する.

Andreev方程式 (87)に含まれる対ポテンシャル会は SO(3)S-Lの自転行列 RJ-Lv(合ヲめを含ん

でおり，護雑な形をしている.しかしながら，毘転行列の性質 RJ-LvRTJv=RvμRVTJ=むηを用いる

ことでう Andreev方程式 (87)は以下のような簡単な形式へ変換される:

[一向吋δ山一 μ叫 (ii，<P)afL70 +ム山)仇7村山)= E4.>k(Z). (鎚)

ここでう k= kF( COS <t sin {}ぅsinφsin{}ぅCOS(})ラ μニ民払Z 等とした.式 (88)において自転行列

Rμν(合ぅψ)と外部磁場 Hμ を関連づけるベクトルら(九ψ)三HvRvμ(札ψ)jHとスピン演算子

九三九(合?ψ)二 (JvRvμ(合ぅ引を導入した.これらは Volovik[25]により導入されたものであり，特

にらの定義は A椙における tベクトルとは異なるので注意が必要である.さて， Andreev方程式

(88)を解析的に計算するために，スピン演算子むを σμ に変換するユニタワー変換Mを導入し

よう :σμ 二 Uaμut，UtU=UUt ='Lo・さらに，ユニタリ一行列 λイ三(7もσzεifJ九十九σzeiVσz)Uj，;2

(ただし，。=3÷5)を導入すると，式 (88)は

[ -iVF叫 δ九一μ民 (n，<p )(J~ 70ーム上吋仇ーム11ω町 ]M4.>k(Z)ニ EM岳山)ぅ(鈎)

となる.ここで，便宜上ゲ=[-σzsin争+σyCOSφ?σzCOS手+σysinφぅσx]，ムょ三ムz.ムII=sx=ムy

を導入した.

磁場がない場合.H=O，式 (89)は2つのスピンセクターに対して部分対角イとされている:

1 
η十三万[1ぅGヲ-i，O]Tぅη 三万[0ぅ1ラ0，i]T. (90) 

ただし，スピン量子化軸は ιを対角北する表示として選んだ.結果的に得られる各スピンセク
ターにおける Andreev方謹式辻スピン偏極したカイラルp波超伝導体における (3.4節を参照)そ

れと等儒になる.z=oでの鏡映反射の境界条件争(z=O)=0より，表面 Andreev束縛状態のエ

ネルギ一分散が菖ちに求まる:

ポ )(kx， ky)二土手21厄五7
I¥;F v 

、1
1ノ

1
2
i
 

Q
d
 

/
t
a
¥
 

-175-



水島健

ただい磁場がないのでム1I二ムょ三ムoとした.最終的なヱネルギ一分散 (91)は会と vに依存

しない.この分散関係は Chung-Zhang[67]， Nagato-Higashitani-Nagai [68]ぅVolovik[69]らによ

り仇=2の場合に対して導出された.

磁場が導入されると 一般には 2つのスピンセクターが結合することでf民エネルギースペク

トルが Zeeman分裂する.しかしながち， 3He-Bの表面束縛状態の驚くべき特徴として，必ず、

しも Zeeman分裂が起こるわけではなく，磁場の方向等に敏感であるということが挙げられる.

Chung-Zhang [67]とNagatoら指針は独立に元二£の状況を考え，表面束縛状態のエネルギー分

散に対する議場の効果を計葬した.壁に垂直な磁場をかけると表面束縛状態のエネルギ一分散は

Zeeman分裂し，ギャップが開く. しかしながら，壁に対して重重な磁場をかけても表面束持状態

のエネルギ一分散はギャップレスのまま残る.結果として，壁近傍でのスピン帯議率は Ising的な

強い異方性を示す.バルクの B栢の秩序状態ではスピン帯磁率は等方的であるために，壁近傍で

の Ising的異方性の出現は驚くべきことである.さらにこの Ising異方性は表面束縛状態をマヨラ

ナ粒子として見なすことで説明される [63].ちなみに，外部議場に対する表面束縛状態の異方的

な応答については2次元カイラルp波超伝導悼を想定した Stone-Roy[35]により初めて指摘され

たものであり， Chung-Zhang [67]とNagatoら[68]の理論はそれを 3次元かつ時間反転対称性を

持つ p波超長導体;こ拡張した.一方で， Volovik [25]はB椙が不安定となり A相への相転移が

起こるような高磁場極袈を考えた.その状況では Ising異方J性は消失し，磁気応答誌等方的にな

ると指損した.

さて，ここでは， Chung-Zhang [67]や Nagatoら[68]に加えて Volovik[25]を含む全ての理論

を繋ぜるために，任意のn，ψラ H に対する表面 Andreev束縛状態のヱネルギ一分散を求めよう.
有限の磁場 H手0のもとで，エネルギ一分散は

E(kx) ky) =士伊川うん)1
2+いBHι(n，<p) 12う

で与えられる.この結果は表面 Andreev束韓状態のエネルギ一分散がギャップ

(92) 

min !E(kx1 ky)1 =μBHμIRμ(会ぅψ)¥ラ (93) 

を開くということを示唆している.この結果より，もしぬが壁に垂直に国定されている場合体=2)，

そのエネルギーギャップは minIE(kx， ky)1 =μBHzとなり，磁場の z方向への成分のみが表面

束縛状態と結合するという Ising異方性が再現される.しかしながち，例えば磁場を壁に平行

にかけた場合 H=(HぅOぅ0)，そのエネルギーギャッブは min!E(kxl ky)¥ =μBHIRxz治，<p)I と

なり，表面束縛状態のエネルギーギャップは(危うψ)に強く依存する.ゐ=2であれば明らかに

rnin ¥ E (kx， ky) I = 0となり表面束縛状態は壁iこ平行磁場に応答しない.一方で，ギャップが最大iこ

開くのは，合と vとが IRxz(合ぅψ)1=1を満たすときである. 2.4.1節で触れたように回転角 ψ

は一般に ψ二cos-1(-j)忠士1040 に国定される (Leggett角度).このとき，IRxz(n，<p)1二1を謁

たすカベクトルは，例えば，

九=去(1，-V3， 1)ぅ (94) 
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である.nベクトルがこの方向に国定されているならば，表面束縛状態は最大エネルギーギャップ
min jE(kxぅky)j=μBHを開く.

一方で，熱力学的に仇ベクトルの向きはどのように決まるのか?Ginzburg-Landau理論の範囲内

では，壁近傍での合ベクトルの向きは磁気的双極子相互作用によって決定され，ぬを壁に垂亘に向

けることを好む:伐二Z. しかしながら，磁気的双撞子相互作用の磁場スケール辻 HD-::::20G程度で

るり，伐の向きは外部磁場により容易に回転される.結果として，H>>HDを満たす高議場極限では

伐ベクトルが式 (94)の向きに国定され，表面束縛状態はエネルギーギャップminjE(kx， ky)j =μBH 

を聞くことが予想される. しかしながら，ここまでの議論は Andreev方程式の解析解を基に議論

しており，対ポテンシヤルの振幅が空間一様等のやや荒い近似を用いている.定量的な議論を行

なうためには，準古典 Eilenberger方翠式と双極子相互作用を伴うギャップ方程式を自己無撞着に

計算することが要求される.

以上は， BdG方程式から直譲的に引き出される結論であるが，この微視的理論と既知のマクロ

な理論結果，即ち Ginzburg-Landau理論に基づく結果との対応関孫を明確にしておくことは重要

である.Ginzburg-Landau理論によると B相の表面近梼で、の磁場のエネルギー密度は

FH = -ES[んR，w(伐ラ伊)H，μ]2， (95) 

として，壁に垂重な単位ベクトルち =djzと回転行列 R，w(九ψ)で与えられる [70].採数に現れて
いる句法 ES 三 ~O(XN -XB) > 0として 2相と需流動栢の帯磁率に依存しており，正定値をとる.

つまり，磁場エネルギーを最小化するための条件は FHcx: -[Rμ(九ωHJ-t]2より，IRμz(九千)I二1
であることは容易に分かる.つまり， Ginzburg-Landau理論による磁場エネルギーを最小化する

ための条件は表面 Andreev束縛状態のエネルギーギャップが最大となる条件と等櫨であり，それ

を満たす B相の秩序状態は ψ=cos-1(-j)と式 (94)の伐を用いて表される.NDち，H>>HDを

満たす強磁場極限において，上記の表面束縛状態の解析に基づく徴槙的結論と Ginzburg-Landau 

理論に基づく既知のマクロな結論とが一致した.

5 Majorana粒子

スゼン 3重項超伝導・超流動体のフェルミ場の演算子は Major組 a場との類似性を持っている.

旺ajorana場或いはlVlajorana粒子とはそれ自身の反粒子と等価な棺対論的粒子である [71]. こ

の簡では Dirac場と Majorana場について紹介した後に，スピン 3重項超伝導・超流動体フェル

ミ場の演賀子と Majorana場との類似性について述べる.さらには， Majorana場に直接的に起

因して，量子渦に付髄した零エネルギー準粒子が非可換統計性に従うことを示す.

5.1 Dirac場

場の理論に従うと， Lorentz変換の既約表現として邑然な形で2種類のスピン 1/2のフェルミ

粒子が導きだされる.一つは壬成分スピノルとして表される Dirac粒子であり，もう一つは 2成
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分スピノルの IVIajorana粒子である.Majo主ana粒子とは EttoreMajoranaによって提案された

桑のエネルギー酉有佳を持たない相対論的方程式に従う粒子のことである [71]. この2種類のフェ

ルミ粒子の顕著な違いはラグランジアンの賞量項に現れる.Dirac粒子の質量項はDiracスピノル

のじ(1)変換に対する不変性が保たれているため Noetherの定理より電荷〈或は粒子数)が保存

される.一方でJ¥1ajorana粒子の質量項はじ(1)対称性を持たないため，粒子数保春期が成り立

たない [72].

もうひとつ顕著な違いが零エネルギー富有モードの性質に見て取れる [73]. まずは比較のため

にDirac場と Dirac零エネルギーモードについて触れておく.質量 m の自出 Dirac粒子の第2量

子化されたハミルトニアンは

冗D=J d吋
と与えられる.ここで， α三 γ0"β三 γ0とした.Dirac場曹Dは反交換関係を満たす.Heisenberg 

方程式iatψ=[ψ?冗Dlより所謂Dirac方程式がずゐ-m)脅D(rぅt)= 0が得られる.ここで，ずは

4x4の行列であり， Cli宣ord代数の関係式{ずうず}=2gJ.lV を満たすことが要求されるが，それ以外は

任意牲がある.この壬意性により， Dirac行列はユニタリ一行列lV(WtW=wwt二 1)を用いて一

般化される:ザ~wザwt . このとき，上記の粒子-反粒子対称性に関する行列も r~w*rwt=r 
とユニタリ一変換される.

冗D(刊のエネルギ一酉脊状態を考えるため嘗D(r，t)←→CPE( r )e-iEtとすると Dirac方程式は

(-iα. V+sm)伊E(γ)= EcpE(r)， (97) 

となる.もちろん，CPE誌購直交条件Jd叫(向(何回rと完全性の条件LECPE(叫(〆)=
8(r -rうを満たしている.この Diracハミルトニアン密度冗D(刊は以下の変換のに対して不変

であることに注意しておく

rπちE↑=一万Dぅ r=r↑三一σyTy. (98) 

r2=1であり，この変換は荷電共役変換(粒子・反粒子変換)を表す.rの具体的な形はず行列
のとりかたに依存する.Dirac方程式 (97)は正のエネルギー固有状態と負のエネルギー富有状態、

の両方を伴い，その 2つの冨宥状態は式 (129)の粒子・反粒子変換を通して 1対1対応する:

伊-E(r)= rcpE(r). (99) 

Dirac方程式 (97)が正と負の再方のエネルギ一国有状態、を伴うことから， 4成分 Diracスピノ

ルはスピン 1/2と粒子ー反粒子の自岳度に起国している.つまり，正のエネルギー固有蓋 E を持

つ粒子の生成演算子をαLとし負のエネルギー固有誼 -Eの反粒子cp-E=rcpEの生成演算子を
らとすると， 4142.bLlbL-10)を基底として Fock空間が張られる.これにより，第2量
子化された Dirac場雪(rうのは

雷もD(ケれ吋，t← L二[い枠μ伊御似E討(作一町E+叩ψ-E(r)εd内z
E>u 
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と粒子と反粒子からなる全てのエネルギー固有モードを用いて屡関される.この Dirac場の荷電

共役変換を考えると，粒子と反粒子の自由度に起罰して，

Fをも(rぅt)ヂWD(rうのう 、、‘a
F
J

1
2
4
 
nυ 
t
a
i
 

〆
''Z
毛、、

となることは明らかである この Dirac場において叙に E=Oの臣有状態が存在したとする.そ

のとき，曾D は

雷WD(例Z吋←)=ψ向凶土日=0ぱ印制(伊糾伸Z吟中)α +2::二 [枠伊防阿Eポ凶(伊Z吋作)片γe円一
E>O 

となる.つまり， Diracの零エネルギー固有状態は粒子と反粒子が等価に寄与することで形成され

ている.ここで， α。-::pboはともに反交換関係を満たすため，零エネルギー酉吾状態、の演算子 αも
フェルミ粒子として振る舞う :{αラat}=lヲ{αぅα}={α¥ぷ}=0. Dirac方程式における零エネル

ギー毘有モードの分布については 1十 1次元系では Jackiw-Rebbi [55]によって指揺され， 2十1

次元では [74，75)等の仕事がある. 3節等でも触れたように，位栢ドメイン講造を持つ超伝導体

の BdG方程式も 1次元 Dirac方程式ヘマップされる.Dirac零エネルギー固有状態の典型例とし

て， SNS接合系やダークソリトン状態， Fulde-Ferrell-Lar kin-Ovchinnikov状態などに現れるミッ

ドギャップ状態がある [12ぅ76ぅ77].

5.2 Majorana場

一方の Majoranaスピノルは 2成分だけで講成される.先述の通り， Lorentz変換の既約表現と

して自然に導かれるものだが [72]，ここでは簡単のため Dirac方程式 (97)より Majorana方程式

を導くことにする.まず¥V"eyl表示を用いると， ，0，が部分対角的になることに注意する.そこで，

DiracスピノルををD=(曹むを2)Tの様に2成分スピノル舎はを用いて分解すると.Dirac方程式

(97)はがδt-iσ.V)曾1=m守2. (iat + iσ. V)曹2=m曾lとなる.ここで，曹2二 UYyを?とおく
と上記2つの方程式は2成分スピノル守三曹1に対する単一の方程式(iat- iσ.V) 曾 =~mη雷*

に帰着される.この方程式は椙対性理論の根幹をなすローレンツ不変笠に矛麗しない.以上から，

4成分表示でのl'vIajoranaスピノル量M は2成分スピノル曹を用いて

をM=(す byV)¥ (103) 

と表現でき，可約であることが分かる.

エネルギーE有状態曾M←→ψEケ)e-iEtに対する 4成分表示では日ajorana方程式は Dirac方

程式 (97)と等舗であり，

r cp~)(r) 1 
(-iα.V+βm)ψEケ)= EcpE(r)ラザE(r)= I ~勺) | 

i 円伊~)*(r) I 

となる 尚.cp~)(r) は 2 成分スピノルで、ある. Dirac場に対して導入された荷電共役変換に対す

る不変性も依黙として保たれており，式 (99)のエネルギー固有状態の 1対1対応の関係性も成立

(104) 
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する.ただし， 4成分立ajoranaスピノルは可約で、あり，本質的には2成分スピノルを用いて表現

できることから，式 (99)の対応関係は粒子と反粒子の等価性を示唆する.これを具体的に観るた

めに， Majorana (或いは Dirac)方程式 (104)において α三千γ=diagほう σ)， s三，O=TX とす
る.このとき，荷電共役漢算子は F二九円と書くことができ，式 (99)の対応関係は

I U -1，σ.， ¥ 
ψ-E(r)二|二 λ Y I伊Eケ)= 'PE(γ)う

¥ 1，σy U J 

となる.これは正のエネルギー富有状態と負のエネルギ一国有状態とが等価であることを意味す

(105) 

る.即ち， Majorana場の表現では粒子と反粒子が同一視される.

さて， Majorana場雪M を考えよう.Ivlajorana場¥TM の量子化は Dirac場のときと同じ手頚

で行なわれる.ただし式 (105)の粒子・反粒子の等緬性より，反粒子の生成漢算子らを粒子自身

の生成湊算子αLに読み替える必要があることに注意したい このとき，量子化された Majorana
場¥TM は

世M(吋)=乞 [ψEケ)e-iEtaE+ r吟 (r)ε刊はう
E>O 

¥
I
'ノ

£

υ
 

Q
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1
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毛、、

として，E>Oを持つ固有状態の生成・治滅演算子を用いて展毘できる [73].Dirac場とは対照的

に荷電共役変換の下で自分自身に戻る:

F言む(r，t) =守M(r，t)う (107) 

これは Majorana粒子がそれ自身の反粒子と等僑であり， 4成分表示は2成分表示に対して可約で

あることを示唆する.

乱fajorana場が零エネルギー固宥モードを伴う場合，

も(吋)二府=耐α÷乞[凶作一沼tαE+r凶作iEt叫ヲ α二α0+α;う (日8)
E>O 

となり， Majorana零エネルギ一国脊状態はその消滅演算子 αがそれ自身の生成演葬子 α?と等

価になる :α=aJ.実際に， Majorana場の正準交換関需を要請すると直ちに，主主ajorana零エネ

ルギー匝有状態の演算子は Clifford代数の交換関係 {αぅα}=1，{αヲαE}={αヲα討=0(E手0)を
溝たすことが示される.即ち この零エネルギー粒子はフェルミ統計性に従わないことがわかる.

フェルミオンの反交換関係を回復するためには， αと同じ性質 α2=1/2をもっ零エネルギー演算

子 βを導入し

c=主(α÷が)ぅ ct =主(αーが)ぅ (附
\/~ V~ 

という新たな演算子 c，ctを定義すれば良い(ゾ三は規格化因子).α とβはともに零エネルギー

演算子であるから， cも同様に零エネルギー演算子であるが，反交換関係 {cぅct}=l，c2=ct2=0 

を回復しているという点、で、異なる.この cにより記述される粒子は“complexブエルミオン円とも

呼ばれる.sの物理的な意味ほ次節で触れる.
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5.3 スピン3重項超伝導体における Majorana場

椙対論的粒子，却ち，線形な分散を持つ〈準〉粒子によって構成されるフェルミ場が式 (107)で

示される Majorana条件を満たす場合，そのフェルミ場で表される粒子のことを Majoranaフェ

ルミオンと呼ぶ. 1Vlajorana フェルミオンの顕著な性質として，零エネルギ-~有モードの自己共

役性 α=ポが導かれた.この零モードのことをしばしばl¥lajorana零モードと呼ぶことがある.

次第で示すように量子渦に Majorana零モードが詩随した場合，量子渦の統計性が非可換エニオ

ン統計に従うことが指摘されている.この非可換統計牲を示す前に， Majorana粒子とlVlajorana

零モードという場の理論の概念を超伝導・超流動系に適用しておく.

まず，超伝導のフェルミ場を Majorana場として見なすための条件は， (i)ハミルトニアンが式

(129)で示されるような荷重共役変換のもとで不変性をもっている (rの具体的な形は関わない〉

こと，そして， (ii)量子場が式 (107)で示されるように荷電共役変換に対して自分自身に戻ると

いうことである.加えて， (iii)準粒子のエネルギ一分散が線形(椙対論的)であるということが

条件として挙げられる.超伝導/超流動系の言葉では条件。)は粒子・正孔対称性であり， 2.3笥と

2.4節で示したようにスピン状態によらずこの不変性は保たれている.スピン 1重項超伝導体の場

合， r=-i九であり， 3重項ではr=らである.条件 (ii)については注意が岳要で為る.スゼン
1重項超伝導体の場合は明らかに式 (107)で示されるような量子場の関係式は成立しない.一方の

スピン3重項超伝導体でのフェルミ場はr=むを用いて，

を(ト乞[恥(r)1JE 十 r~'k(叫] ， (110) 

と書ける.ただし，伊=[Ut， U!ぅVi'V!lTとした.つまち，スピン3重項超缶導体のフェルミ場雪(r)

はMajorana的な荷電共投変換の関係性 (107)を溝たしている.このこと辻，却ち，スピン 3重

項超伝導体のエネルギー固有状態は正(或い誌負〉のエネルギ-~有状態のみが独立な自由度と

して残る.しかしながら，スピン 3重項超伝導体のフエルミ場空(r)をl¥IIajorana場と晃なすた

めには条件 (iii)を満たす必要がある.これに注目しながら，表面束蒋状態と量子渇束縛状態が存

在する場合のスピン 3重項超伝導体のフェルミ場を観ていくことにする.

5ふ 1 Majorana条件と表面束縛状態

3.4や 4.2節でみたように 線形的なエネルギ一分散は表酉 Andreev束緯状態にて現れること

から，スピン3重項超f云導体の表面近傍の物理現象は線形分散を持つ表面 Andreev束縛状態に支

配されており，そのフェルミ場は Majorana場として粒子・反粒子等個性 (107)を講たす.ただし，

IEIミムの項エネルギ一国有状態は隷形分散を持たないため， l¥IIajorana場と見なすためには十分

低温領域 (T<{(:_ Tc)に摂られることに注意したい.加えて，強調すべきことは，スピン3重項超伝導

捧の表面 Andreev束縛状態、の準粒子波動関数は弱結合極摂ム<<EFにおいて匂E，a(r)=8vEσ(r)

の関係性を示す (8は 1812=1を満たす位詔因子).即ち，十分な低温領域 (T<<乙)において，表

Q
O
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面 Andreev束縛状態が寄与するフェルミ場は式 (110)より

面的 = L 'PE(r) [ηE十S叫十札制勾ダwt(r)ぅ
。<E;SIムi

(111) 

となる.ただし，守bulk(刊は IEIミムからの寄与を表す.この関孫式は Stone-Royにより時間反
転対称性を持たない 2次元カイラルp波超伝導体において初めて指摘された.その後，時間反転

対称性を持つ超流動 3He-B桓 (63ぅ68Jや制限空間中の超流動 3He-A椙 [34]において詞様の関係

式が成立することが示された.この関保式雷勾曾?は非常に持異な笠質を持つ.文献 [35ぅ63]で

示されたように，密度演算子等は恒等演算子に置き換わるが，唯一，特定のスピン演葬子のみが

非自明な湊算子として残る.この結果， 1.1ajorana場で表される表面束縛状態は特定の方向の磁場

にのみ結合するという Ising的な磁気応答を示す.

5.3.2 量子渦束縛状態

一方で，量子渦束縛状態が存在する際のスピン3重項超缶導体のフェルミ場はどのような性糞を

持っているのだろうか?3.3や 4.1節で示したように，カイラルpi度超伝導体や超流動 3He-Aの

整数渦や半整数量子溝等に出現する量子渦束縛状態は厳密に零エネルギーの固有状態を持ち，式

(58)に示されるように量子数 qξztこ線形なエネルギ一分散を持つ.しかしながら，式 (59)で示

されるように，量子渇束簿状態の準粒子波動関数はE=Oの国有状態、については

句 =0ケ)=往=0ケ)う (112) 

が成立している.一方で，Eチ0に対しては u計約ラ向去(r)である.このため，量子渦束縛状態で

は表面束縛状態の場合と異なり，式 (111)の関誌式が成立しない.

しかしながら，式 (58)で示される量子渦束蒋状態、のエネルギ一分散はム2jEF記号jTF程度の

エネルギースケールで、離散化されていることに注意したい.担lえば，超流動 3Heでは Tcrv 1mK 

に対して TFrv1Kであり，この離散性は非常に小さい. しかし，p波超流動椙転移が期待されて

いる冷却フェルミ原子系ではフェッシュバッハ共鴫という手詰を用いることでえを制御すること

ができ，TcバトI'V0.01かち 0.1程度まで増輯することができる.このような強結合領域での量子

渦束縛状態は大きなエネルギーギャッフ。を持っており，T<<T;jTFの量子極限で、辻零エネルギー

園育状惑は{也の脊眼エネルギー状態から十分に孤立している [48ぅ49].

このような菰立した零エネルギ一国有状態の演算子辻 {ηE=O，1JE=O} = 1の Majorana零モード

の関係性を満たしているため，前節でみたようにこの零エネルギー状態の真空状態を定義するこ

とができない.この困難を回避するために，式 (109)では日吋orana零モードの関係性を持つ渓

算子を準備してやり，それらの線形結合として complex栓子“♂を導入した.例えば， 4.1箭で

みたような制限空間中の邑転超流動 3He-A椙の半整数量子掲では片方のスどンセクターでのみ零

エネルギー状態が出現する.Ivanov [61]はこのスピン幅極した Majorana零モードを討隠した半

整数量子渦に着目し，その統計性が非可換エニオン統計に従うことを示した.ボース統計やフェ

つム0
0
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ノレミ統計，可換エニオン統計等は粒子(渦)交換に伴い多体波動関数の位椙が回転する.一方の，

非可換エニオン統計は基誌状態がある程度縮退していることが要求される.粒子(渦)交換操作

により基底状態が裂の縮退した基底状態ヘユニタワー変換され、そのユニタリー演算子が非可換

であるときその統計性を非可換エニオン統計と呼ぶ.基底状態の縮退は複数本の半整数量子渦を

考えれば良い.2N本の半整数量子謁では N対の co訟 plex粒子が定義され，その占有・非占有

から 2N-1次元の豆ilbert空間が張られる.ここで， 2で割ったのは全準粒子数が mod2で保存

することを反映している.零エネルギー状態は量子渦芯からコヒーレンス長程度に局在している

ので，量子渦間隔が十分に離れていれば零エネルギー準粒子関のトンネル効果は無規で、き，2N-1 

f国の状態は零エネルギーに縮退している.尚，渦糸が奇数本の場合は超伝導体の表面に現れる表

面 Andreev束縛状態のエネルギーが厳密に零になることで，零エネルギー富有状態の総数は偶数

留に保たれる [48ぅ49，50].

半整数量子満が非m換ヱニオン統計に従うことを示すには 基底状態の縮退と零エネルギー準
粒子のJ¥;lajorana埜 {ηtぅ勺}二九に加えて量子渦特有の位相講造が重要になる.半整数量子渦の

位椙講造は国4に示しているが，スピン量子化軸を z軸に取った表式 (84)に示されるように片方

のスピンセクターが整数量子渦を持つ.対ポテンシャルの位栢が d変化した場合ム←→ムeid，そ

の位相変化分は準粒子波動関数の位争目をルケ)←→ゐケ)e{}/2ぅvv(r)←→ら(r)e-id/2と回転するこ

とで吸収されることが BdG方程式 (18)よりみてとれる.つまり，量子謁罵りには必ず対ポテン

シャルの位椙が 0から 2π に変化している線(プランチカット)が存在するが，そこを準粒子が

横切ると対ポテンシャルのおの位椙変北を感ヒ取り uケ)←→-uv(r)うら(r)日ーら(r)と変化す

る.式 (110)より準粒子演算子は

ηE二 Jdr [ら (r)雷σ(r)吋 σ(判(外 (113)

と与えられるので，このブランチカットを横切ることで準粒子演算子は可E←→-ηEと符号変化す

る.この位相構造法超伝導対称性によらず(渦震が奇数の場合に隈るが〉一般的であり，準粒子

のエネルギ一等にも依存しない.

Ivanov [61]辻これらの零エネルギー準粒子の特徴と量子渦特有の往橿構造を利用することで，

手整数量子過の非可換エニオン統計性を見いだした.具体的に 4本の半整数量子、高を考え，各々

に付関する零エネルギ-:r..1ajorana演算子を町 (j=1，'"ぅ4)とする.架空図鑑距離が十分に離

れている場合は， 2つの complex粒子は適当な渦対間で形成される;例えばc}= (η1 + iT/2)/V2， 

C2 = (η3+叩)/V2.結果として 4通りの基底状態が縮退する:100)ラ 110)三 ct100) ぅ 101) 三 c~IOO) ，

111) 三 c~ c!100). しかし，準粒子数の縄奇性を考えると， 100) と 111) 三 c~clI00) とで張られる 2 次元

耳ilbert空間と，準粒子数が奇数個のセクターとに分かれる.Ivanovは零ヱネルギー準粒子譲算

子のJ'vIajorana性と濡に付随した準在子がブランチカットを横切る際に準粒子演算子が ηj←→ ηj

iこ変わる事実を用いて，渦交換操作によって 2次元 Hilbert空間の状態ベクトルが離散的に回転

することを示した.具捧的に "2"番目と“3"番目の渦を交換する操作の表現行列Uを用いて，任

q
J
 

Q
O
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意の基底状態ベクトル IG)は

1 I 1 -i I 
IG)三 α100)+ b 111) ←→ IG') = U IG)ぅ u= ~ I ト (114)

v'2 I -i 1 I 

と回転する [61]. ここで，仏bECは適当な係数であり，行列の基露は 100) と 111) 三 c~clI00) と

で張られている.明らかに U2=-i九であり，これは "2"番目と“3"番自の湛交換操作を 2回

繰り返して元の渦配置に戻すと基底状態ベクトルが 100)から 111)へ回転していることを示唆す

る.つまり，半整数量子渦の渦交換は非可換エニオン統計に従うことがわかる.詳結については

Ivanovの論文 [61]や Nayakらのレビュー [78]を参照されたい.肖， Wilczek-Zee [79] は 1984

年iこ，縮返した基底状態を持つ量子系の断熱的な運動を考えると必然的に非可換な幾向学的位椙

(Berry位相)が生じることが示された. しかしながち， Sternち [80]は， Majorana零モードを

伴う系でiまこの非可換な幾何学的金椙は結果的に消失することを示した 即ち 半整数量子渦の

非可換統計性は幾何学的泣椙に起因しているのではなく，零エネルギー準粒子演算子の Majorana

性と量子満に付諾したブランチカットの影響によるものである.

尚， 4.1簡でも触れたように，制隈空間中の回転超流動 3He-Aでは整数量子渦が半整数量子渦

と競合する.整数量子渦で泣 2つのスゼンセクターが同じ揖度を持っているため，零エネルギー

状態、は各々のセクターで出現する.この場合， complex粒子は 2つのスピンセクターをつなげる

ように定義され得る :c=(ηj+向け/v'2(簡単のため ηE=O三 ηとした).このような事雷のため

整数量子過の統計性が非可換エニオン統計に従うかどうかは複雑な開題である.詳結については

Kawakamiら[60]や Yasuiら [81]の仕事を参照していただきたい.

また，量子満開のJle離が接近すると渦に束縛された準粒子爵のトンネル確率が指数関数的に増

大し，零エネルギ一回壱{直が有摂信へ分裂する.具体的に溝間痛が Dvのときの零エネルギー準

粒子波動関数のオーバーラップに起因する零エネルギーの分裂8Eは

守主王=cos ( kF Dv + ~)εDv/ç Dほんと>>1
vκFDv ¥ 当/

8EてX (115) 

戸
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、A

e
 

--八一E-r氏、ァk
、八一ム for kμご<1

と見積もちれる [50]. ここで，入=、/1-(kバ)2とした. Che時ら [82]は量子渦交換に対する非

断熱的な効果を謂べ，渦交換に伴い多体波動関数が獲得する栓相がこの零エネルギー固宥値の分

裂i偏に依穿した量だけシフトすることを指摘した.

6 おわりに

本稿ではスピン3重要超伝導・超流動体の表面や量子満に束縛されるギャップレス準粒子状態に

ついて紹介した.主iこBdG方程式の解析解を基に，量子渦及び表面束縛状態が Andreev束縛状

態として統一的に理解できることを示した.さらに，このギャップレス Andreev束縛状態が具体

d
斗・
口
δ
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的に現れる例として，超流動 3Heの A相及び B椙について紹介した.スピン 3重項超長導・超

涜動体特有の粒子・正子L対称牲に起罰して，そのフェルミ場の演算子辻一般に Majorana場とし

て記述されることを示し，さらにギャップレス Andreev束縛状態はl¥1ajorana性の帰結として奇

妙な代数構造を持つことを示した.この Majorana性は Ising的な磁気応答や非可換エニオン統

計といったエキゾチックな量子現象を抽出することに成功してきた.一方で， Andreev束縛状態

はバルクに内在する非自明なトポロジカル不変量の直接的な帰結で、あり，さらに，近年の理論的

な研究により奇周波数クーパー対振福とも関連していることが明らかに会りつつある.この奇周

波数対振幅の存在はその Andreev束縛状態が異業な近接効果を含有することを示唆している.こ

のように，ギャップレス Andreev束鶏状態がl¥1ajorana性， トポロジカル不変量，奇周波数対振

福等といった多彩な側面を持っていることが明らかになってきた.紙面の都合上，残念ながらト

ポロジカル不変量や奇周波数対振幅については十分な解説がで、きなかったが，興味のある読者は

文献 [12今 19ラ20ラ21]等を参考にしていただきたい.

当面の課題は Andreev束縛状態の Majorana性を観測することであろう.Majorana準粒子の

特徴の 1っとして外部擾乱に対して強い酎性を持っていることが挙げられるが一方でこの強い耐

性は Majorana準粒子を観測することを困難にしている.Majorana性を観測する最も直接的な方

法は Majorana準粒子間の干渉効果 [78]を利用することであるが，これは理論的にも実験的にも

非常にチャレンジングである.しかしながら，非可換エニオン統計に従う立ajorana準粒子は外

部擾乱に強い耐性を示す量子演算として応用できると期待されている [78ぅ83].現在， Majorana 

粒子に関する物性研究が爆発的な勢いで進展しており，p波超伝導・超流動のみならず様々な物質

で Majorana粒子を探す蟻烈なしースが展開されている.
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Appendix:カイラ)vp波超伝導体の Caroli-deGennes-Matricon状態

この AppendixBにて，スピン編極したp波超伝導体の BdG方程式の CdGM解を導出する.

ここでは，カイラノレ kx+ iky対状態が支配的な状況を考え，kz成分について辻無視する.この

カイラル状態は空関次元等によらず，スピン編題した p波対状態において安定である.このとき，

謁糸解として次のような軸対称な渦状態を考えることにする:

ム+l(r)ニム+1(ρ)eiK，8う ム l(r)ニム-1(ρ)et作品)θ. 、屯E
B
'
〆

氏
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ここで， 1ム+11>>1ム-11である.クーパー対のカイラリティと渦夏が反平行な渦 κ=-1の CdGM

解については Kopnin-Salo組織 [38]により導出され，その後，より一般的な状況での CdGM解が

Stone-Chung [84]や Volovik[85]ちにより与えられた.さらに， Tewariち[52Jはカイラル p波

超伝導渦の BdG方程式をアンドレーエフ近似の範囲内ご》K51において 1次元マヨラナ方程式;こ

マップすることで，カイラJvP波超伝導満に束縛された準粒子に対する指数定理を導出すること

に成功した.このとき，渦慶 κに関する需報誌マヨラナ方程式における質量項として置き換わる.

特に潟度κが奇数の場合には 1次元的な質量ドメインウオールを伴うため， Jackiw-Rebbi [55]に

よる 1次元ディラック方程式に対する指数定理との類似性から，零エネルギー固有値の分布が示

された.さらに，より一般的に任意の渦度 κを持つ量子渦の CdGM解が導出された [49].特に，

主成分ム+1に対して逆向きのカイラワティム-1が混在する場合でも零エネルギー解かや安定に存

在し得ることが示される.

さて， BdG方程式かち出発しよう.ここで，kこんゾ1-sin2(α)<<九三d万回言と仮定する
と， BdG方程式は以下の様に簡単化される:

[ d 1 dD 伊例) ， D いω山)泊如九ヤJ+」竺斗(←D←一一÷一 色い山十リ2叫い)kF l--" 1 dρ2  dρ2ρ  

r(κ十 1)(正一千)"- ， lvID+(ρ)R 一千~1 
= lρ2 い KF-7711%(ρ)ヲ間)

ただし，D土(ρ)三ム+1(ρ)土ム 1(ρ)ぅ匂ν(ρ)= [Uv(ρ)， VV(ρ)]Tぅジ=(ηうぎぅk)とした また，乙m 三

五主+誌一手+k~sin2(n)として，'m=ρ2 _ (κ+ 1)ぜ÷当主及びM 単位行列九=di矧い)
を導入した.詣， μ<0の領域では零エネルギー解は穿在しないので，ここでは μ>0のみ考える

ことにする.

文献 [49]の手頭に従いうカットオフ半径 ρcを導入する.この半径内においてム(γ)=0とする.

以下の条件を満たす場合に BdG方程式 (117)の解析解を得ることができる (i)IRI ~ρckF<<kF乙

(ii) kFc>> 1， (iii) IEvl<< 1t-t12目n2(α)，及び (iv)1 ム+1(ρ)1>>1~-1(ρ)1. 特に，領限 (i) と (ii) のため

に，弱結合極限を考えることになる.

ρ<ρcの領域において， BdG方程式 (117)の解は重ちに求まる:

I Jc(k+ (α)け I L / _ ¥ _ L ~~__ / _ ¥ I Ev 
ジ(γ)=NI し ι(α) ::= kJ1-sin(α)土一一一 (118) 

I Jp_ー κ-1(k_ (α)γ) I μ V/-t(αr 

ただし X は規格化定数であり，むμ(α)=んsin(n) /111とした.

一方で， ρ>ρcの領域における解を求めるためにう準粒子波導関数を kt程度の早い振動を伴

う Hankel 関数 H~)(ん sin(α)ρ) とと程度のゆっくりとした空間変化を記述する関数約(ρ〉に分

解する(アンドレーエフ近似): 

Uv(ρ)二 Hg)(kμsin(α)ρ)伊l(ρ)+ H~)(ん si叫α)ρ) 'P2(ρ). (119) 

これをBdG方程式 (117)に代入し，さらに上記の条件 (i)-(iii)を用いると BdG方程式は

トdhml -[-A DJ一千 八(ι 川 (f一寸《一〕判的一 一一(一一 目的).(120) dρ kF J T i¥r 1 L -L kFv/-t ρ1  V/-t 211;I Vμρ2 f 

co 
oc 
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尚， 4'2 (ρ) CX: T34'i(ρ)という関係が成立することに注意しておく.また，D士三D土(ρ)，匂三Uμ(α)

とした.上記の条件 (i)-(iii)を適用すると，式 (120)の右辺は左辺と比べて非常に小さな摂動と

みなすことができる.このとき，式 (120)の解は直ちに
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γ xhZLPL(介 (121) 

となることがわかる.ただし， 1ψ1，2(ρ)1<<1であることを用いた.また，引(γ)=-ψ2(γ)三ψ(けで

あり，

ψ(ρ)二一川主_ (I'i: + 1HrT) 出町一千レ山')-x{叫 (ロ2)
んいμ(α) 21¥1匂(α)ρ'一 Vp Nlvμ(α〉〆J

以上で，各領域 ρくんとん<ρ においてそれぞれ固有関数が得ちれた.ここで，式 (118)では

ん(α)に，式 (121)では位相 ψ(ρ)にエネルギー富有値 Evが含まれている.これら 2つの額域で

別々に得られた固有関数は境界ρ二んにおいて連続的に繋がらなければならない.この波動関数

の連続性より，エネルギー固有値に対する関係式が得ちれる. Bessel関数 Jc(z)及び Hankel関

数Ej川z)の z>>lflにおける漸近展開を利用すると?韻域 ρ<ρcにおける囲有関数 (1叫が

(. " f2 -t 2f + 1 ¥ 
I cos 1 k+(α)p+一一」一一一一一π121V[ I ~--¥ 'VT，-/r '2k+(0;)p 4"  J 

Uv(ρ)勾 λ(.. .1=一一 I /' ベト (123) 
μ(α)ρI (1 (¥ . f; -~ 2ん十 1¥ 
I cos 1 k_(α)ρ÷ 」-ー一一一一πi

¥ 'v-，-;r ' 2k_(α)p 4"  J 

と展開できる.一方で，領域 ρ>ρcにおける式 (119)は式 (121)を用いて ρkp>ρckp>>Iflにて

展開すると

い I21¥1 e-xωiV+hB2e-t判的 l
v "-' ¥1 7rVμ(α)ρI iB1 ei1]-(ρ)十iB2ε 時 (p) I 

(124) 

ここで，

m2t 2m-+-1 
Mρ)三 Alv/1Jα〉ρ十 吐 一一一π土利ρ).

f"，-/r ' 2Mvμ{α)ρ4 
(125) 

さて，係数 Bl，2を決定しよう.これは式 (123)と(124)で示された 2つの領域での波動関数

Uv(ρ)を ρこんにて接続するための条件から求まる.まず，係数 BL2を一般住を失うことなく，

位栢パラメータマを用いて以下のように表すことにする:

B1二十 B2二子-η (126) 

この係数 B1，2を用いて式 (123)と(124)とを比較することで ψ(ρ)が以下のように決定される:

Ev ， (κ+ 1)(ぜ一号勺
ψ(ρ)ぉ一一一ρ÷ ー +一(m-f)一小

μ(α) r'  2I¥llり，，(o;)D '2 
(127) 
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同援にして，式 (123)と(124)より判的に対する岩の表現が

(κ+ 1)(i!一平) π 
ψ(ρ)信一一ρ+ 一一(m-f+κ+1) +γ-n1f， (128) ぷα)" 211/Iv~(α)ρ2 

と与えられる.ただし， nEZである.まずマに注目しよう.判的に対するこれらの 2つの表現

(127)， (128)が等価であるためには γが以下のように講たされている必要がある:

η
 

π
一2
÷
 

¥
1
1
t
Iノ

4
2え
一+一
2
κ
一十

刀
V
むm

 

/
I
t
-
-
¥
 

π
一2一

一γ
 

(129) 

ψ(ρ)の2つの表環式 (122)とE弓・ (127)にγの関係式 (129)を代入すると，この2つの表現は

ρ=ん において等価でるるべきである.ρ=Pcでの ψ(p)，つまり，波動関数匂v(ρ)の接続条件よ

りBdG方程式 (57)のエネルギー固有値が

ι=ーや一千)ω0+(n一千)sin(a)w1 (130) 

として求まる. ここで，

f∞h1ム+1(ρ')-κ-1ム-1(へ-2χ内 ρf
J
pc 

kpρF 
ωo三 d f-'c r∞ ラ ω1三 r∞ μ(131a)

I e-2χ(〆)dρ， 2M I e-2x(〆)dρf

式 (130)で得られた固有エネルギーは文章夫 [38ぅ35}で得られた結果を再現しており，たとえマイ

ノリティー成分ム-1が渦罵りで出現したとしても零エネルギー固有値は変わらずに存在し得るこ

とに注意したい.尚，下で示すように零エネルギー固有状態の波動関数もマイノリティー成分の

有無に依存しない.

CdGM状態の国有関数についても整理しておく.式 (124)から (129)を式 (127)へ代入すると

直ちに CdG沼状態の酉有関数が得られる:

[htq〈ρ?]叶叫(α)P)lexf MP p{ 一F f [凶凶ムム』ω+刊吋吋+l(p'巾μω(ωぱωρ〆めfう山)Vnη，eι句，々ぷq(ρ)I 
-
I J，正一κ一1(k一(α)ρ)I 

--
~ 

l kF Jo 

ω0.1のエネルギースケールを評価するために，語芯周りでの対ポテンシャルの形を以下のように

仮定しよう:ム+1(ρ)=ムtanh(ρjf，)， ム-1(ρ)=0.この仮定の下で式 (131)の積分は直ちに実行す

ることができ， ffe-2χ(〆)dρ'-ごに注意すると具体的に， ω1寸ム及び ωo白 κ会jとなることが
わかる. 故に，エネルギー毘有佳 Evは2つの異なるエネルギースケールムとム2jEpとから

成ることがわかる.
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