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Предложена формула для расчета температурной зависимости лондоновской глубины проникнове-

ния магнитного поля в режиме сосуществования волн зарядовых плотностей (ВЗП) и сверхпроводимо-

сти (СП) с учетом зависимости обоих параметров порядка от волнового вектора. Показано, что из-за

зависимости параметра порядка ВЗП от волнового вектора в системе сохраняются аномально большой

диамагнитный отклик и конечное значение плотности сверхпроводящего тока даже при Tc ≤ T ≤ TCDW.
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Природа формирования псевдощелевого состоя-

ния в купратах находится в центре внимания совре-

менных исследований. Среди возможных сценариев

повышенный интерес привлекают режимы сосуще-

ствования сверхпроводимости (СП) с иными фазами,

прежде всего с фазами волн зарядовых или спино-

вых плотностей. Убедительные экспериментальные

факты, свидетельствующие в пользу существования

волн зарядовых плотностей (ВЗП), приведены в [1–

4]. Несмотря на то что режим сосуществования ВЗП

и сверхпроводимости начал рассматриваться еще на

заре исследований псевдощелевой фазы, многие во-

просы до сих пор остаются невыясненными. В част-

ности, это касается и ряда особенностей температур-

ной зависимости плотности сверхпроводящего тока,

которая обычно измеряется через лондоновскую глу-

бину проникновения магнитного поля в сверхпровод-

ник. Между тем интерпретация таких экспериментов

дает важную информацию о природе формирования

загадочной пока псевдощелевой фазы.

Описание магнитной глубины проникновения в

купратных высокотемпературных сверхпроводниках

(ВТСП), конечно, требует учета сильных электрон-

ных корреляций с факторами подавления зонных па-

раметров, свойственных модели Хаббарда. Однако

данный путь достаточно сложен. При этом не все-

гда очевидно, как отделить эффект сильных элек-

тронных корреляций от “паразитных”, обусловлен-

ных приближениями, которые приходится делать в

процессе расчета. Поэтому в качестве начального

1)e-mail: dasforrum@rambler.ru

шага теории (и определения корректного предель-

ного случая) мы выводим и анализируем формулу

для лондоновской глубины проникновения в рамках

хорошо разработанной стандартной модели ферми-

жидкости.

Вблизи оптимального уровня допирования куп-

ратов состояние электронной подсистемы моделиру-

ется гамильтонианом вида

H =
∑

k,σ
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+
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∑
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+
k+Q,σak,σ + (1)

+
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D∗
ka

+
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∑
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+
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+
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∑
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∆∗
ka

+
−k,↓a

+
k,↑.

Здесь εk – затравочный закон дисперсии квазича-

стиц, a+k,σ, ak,σ – операторы рождения и уничтоже-

ния, Dk – параметр порядка волн зарядовых плот-

ностей, ∆k – параметр сверхпроводящей щели, Q =

= (π, π).

Расчетная формула для температурной зависи-

мости глубины проникновения магнитного поля в

сверхпроводник выводилась через функцию Грина

типа “ток–ток” [5]:

1
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( e

c~

)2∑

k,σ

[

∂2εk
∂(kx)2

〈a+k,σak,σ〉 −

− 2πi

(

~

e

)2

〈〈ja(−q)|jα(q)〉〉ω→0,q→0

]

, (2)

где jα(q) – оператор плотности тока вдоль направле-

ния α в плоскости СuO.
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Для подсчета корреляционной функции и функ-

ции Грина “ток–ток” в (2) мы приводим гамильтони-

ан (1) к диагональному виду. Делается это при по-

мощи двух преобразований Боголюбова. Первое со-

ответствует случаю ВЗП-фазы (т.е. ∆k = 0):

ak = ukαk − vkαp,

ak+Q = v∗kαk + ukαp,
(3)

где

u2
k =

1

2

[

1 +
εk − εk+Q

E1k − E2k

]

, v2k =
1

2

[

1−
εk − εk+Q

E1k − E2k

]

.

(4)

После этого преобразования гамильтониан принима-

ет вид
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∗
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(6)

При этом суммирование в (5) ведется по половинной

зоне Бриллюэна. Гамильтониан (5) диагонализуется

вторым преобразованием Боголюбова:
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В результате мы получаем две зоны с новыми бого-

любовскими квазичастицами:

H =
∑

k,σ

E1S,kc
+
k,σck,σ +

∑

k,σ

E2S,kd
+
k,σdk,σ. (12)

Далее стандартным образом мы рассчитываем кор-

реляционную функцию 〈a+k,σak,σ〉 и функции Грина

〈〈jα(−q)|jα(q)〉〉ω→0,q→0. В итоге формула (2) прини-

мает вид

1

4πλ2
=
( e

c~

)2

×

×















































































































∑

k,σ

∂2εk
∂(kx)2







u2
k[l

2
1kf(E1S) + n2

1kf(−E1S) + l22kf(E2S) + n2
2kf(−E2S)]−

− ukvk[l1kl1pf(E1S) + n1kn1pf(−E1S) + l2kl2pf(E2S) + n2kn2pf(−E2S)] +

+ v2k[l
2
1pf(E1S) + n2

1pf(−E1S) + l22pf(E2S) + n2
2pf(−E2S)]






+

+
1

2

∑

k









































∂f(E1S)

∂E
[Xuuvv(l

2
1k + n2

1k) + 2Xuvvu(l1kl1p + n1kn1p) +Xvvuu(l
2
1p + n2

1p)]
2 +

+
∂f(E2S)

∂E
[Xuuvv(l

2
2k + n2

2k) + 2Xuvvu(l2kl2p + n2kn2p) +Xvvuu(l
2
2p + n2

2p)]
2 +

+ 2
f(E1S)− f(E2S)

E1S − E2S







Xuuvv(l1kl2k + n1kn2k) +

+Xuvvu(l1kl2p + l1pk2k + n2kn1p + n2pn1k) +

+Xvvuu(l1pl2p + n1pn2p)







2

+

+
f(E1S) + f(E2S)− 1

E1S + E2S







Xuuvv(n2kl1k − n1kl2k) +

+Xuvvu(l1kn2p + l1pn2k − n1kl2p − n1pl2k) +

+Xvvuu(n2pl1p − n1pl2p)







2























































































































































, (13)

где

Xabcd =

{[
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]
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[

∂εp
∂px

+
∂εp+q
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]
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}

, (14)

а суммирование осуществляется по половинной зоне Бриллюэна.

Следует отметить, что при Dk = 0 выражение (13) в точности переходит в ранее полученное [6, 7] для

однозонной модели.

Также интересно рассмотреть случай, когда ∆k = 0, но Dk 6= 0. В этом случае (14) сводится к виду
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. (15)

Видно, что плотность сверхтока пропорциональна

производной параметра ВЗП по волновому вектору.

Подчеркнем, что при переходе металл–диэлектрик

по сценарию Пайерлса, когда Dk не имеет нулей

на поверхности Ферми и не зависит от волнового

вектора, сверхток действительно исчезает. В общем

же случае, когда вместо диэлектрической пайерлсов-

ской щели имеется псевдощель, зависящая от волно-

вого вектора (как в купратах), плотность сверхпро-

водящего тока в ВЗП-фазе остается конечной и при

Tc < T < TCDW. Здесь TCDW – температура, выше

которой ВЗП исчезают.

Происхождение слагаемых пропорциональных

производным параметра порядка по волновому век-

тору, можно пояснить следующим образом. Они воз-

никают при замене суммирования первого слагаемо-

го в (2) интегрированием по частям. Это делается

для того, чтобы формальное суммирование по всем

занятым состояниям преобразовать к интегриро-

ванию по состояниям вблизи уровня Ферми и одно-
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временно сформировать выражения для групповых

скоростей новых квазичастиц. Наличие вкладов,

пропорциональных ∂|∆k|
2

∂kα

, было отмечено ранее [6, 7].

В режиме сосуществования ВЗП и сверхпроводимо-

сти щель на уровне Ферми определяется как пара-

метром ∆k, так и параметром Dk. Таким образом,

признав наличие вклада, пропорционального ∂|∆k|
∂kα

,

логично ожидать и вклад, пропорциональный ∂|Dk|
2

∂kα

.

С физической точки зрения ток, пропорциональный
∂|Dk|

2

∂kα

, в фазе ВЗП, так же как и сверхпроводящий

ток, является коллективным когерентным откликом

на векторный потенциал внешнего электромагнитно-

го поля. Производные ∂|Dk|
2

∂kα

входят в выражения для

групповых скоростей новых квазичастичных состоя-

ний, формирующихся в фазе ВЗП.

На рис. 1 приведены примеры температурных за-

висимостей, рассчитанных по формуле (13). Пара-

Рис. 1. (Цветной онлайн) Рассчитанные температурные

зависимости глубины проникновения магнитного поля

для различных уровней допирования. Параметры за-

травочной зоны проводимости взяты из [8]. Дисперсия

Dk задавалась формулой (16) в соответствии с [9, 10],

температурная зависимость – по формуле (17), что со-

ответствует данным фотоэмиссии [11] и температурно-

му ходу сдвига Найта [12]

метры затравочной зоны проводимости были взяты

из [8]. Дисперсия параметра ВЗП задавалась в виде

Dk =
D(T )

2
(cos kxa− cos kya)×

×
1

2
[tanh 10(coskxa− cos kya| − 2Cmax) + 1]. (16)

Здесь Cmax – подгоночный параметр. Такая дис-

персия соответствует экспериментальным данным о

ферми-дугах [9, 10].

Для температурной зависимости параметра ВЗП

использовалась следующая функция:

D(T ) =







D0, T < Tc,
D0

2

[

cos

(

T − Tc

TCDW − Tc
π

)

+ 1

]

, T > Tc,

(17)

что соответствует данным фотоэмиссии и ЯМР

[11, 12].

Температурная зависимость сверхпроводящего

параметра порядка бралась в виде

∆(T ) = ∆0 tanh

(

1.3

√

Tc

T
− 1

)

. (18)

Видно, что по мере увеличения параметра D0 зна-

чение лондоновской глубины проникновения умень-

шается. Качественно это соответствует эксперимен-

тальным данным [13]. Наличие “хвоста” в интервале

Tc < T < TCDW отмечалось ранее в ряде экспери-

ментальных работ [14, 15] и предположительно свя-

зывалось с проявлением флуктуаций сверхпроводи-

мости. Однако указанная точка зрения не поддержа-

на независимыми экспериментами по рассеянию мю-

онов в монокристаллах La1−xSrxCuO4 [16]. При этом

было продемонстрировано, что “хвост” на темпера-

турной зависимости лондоновской глубины проник-

новения тянется гораздо дальше в сторону темпера-

туры возникновения псевдощелевой фазы T ∗ (кото-

рую мы идентифицируем с TCDW), чем можно ожи-

дать в случае флуктуационного сценария.

На рис. 2 продемонстрирован нетривиальный

эффект конкуренции сверхпроводимости и ВЗП.

Он может приводить к немонотонному поведению

λ−2(T ), сопровождающемуся изменением кривизны

температурного хода. Температурные зависимости

параметров порядка брались в следующем виде:

D(T ) =















D0 sin

(

π

2

T

Tc

)

, T < Tc,

D0

2

[

cos

(

T − Tc

TCDW − Tc
π

)

+ 1

]

, T > Tc,

(19)

∆(T ) = ∆0 tanh

(

2.5

√

Tc

T
− 1

)

. (20)

Заметим, что плотность сверхпроводящего тока,

пропорциональная производной ∂|Dk|
2/∂kx, связана

только с диамагнитной компонентой тока. Аномаль-

но большой диамагнитный отклик выше Tc наблю-

дался ранее в ряде работ [19, 20], но природа его оста-

лась невыясненной. Следует подчеркнуть, что он на-

блюдается только при включении магнитного поля
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Рис. 2. (Цветной онлайн) Температурная зависимость

глубины проникновения магнитного поля при конку-

ренции сверхпроводимости и фазы ВЗП согласно ряду

работ (см., например, [17, 18]). На вставке: сплошная

линия – параметр порядка сверхпроводимости, штрих-

пунктирная – температурная зависимость параметра

порядка ВЗП (19), (20)

перпендикулярно плоскостям СuO, что соответству-

ет формуле (5), так как в этом случае векторный по-

тенциал A лежит в плоскости CuO.

В заключение отметим, что проведенное рассмот-

рение, конечно, соответствует чистому пределу, т.е.

здесь не обсуждается роль примесей, которые, как

известно, могут подавлять состояние ВЗП при низ-

ких температурах [21]. Кроме того, вообще говоря,

вектор нестабильностиQ может отличаться от значе-

ния (π, π). В этом случае данное рассмотрение долж-

но быть модифицировано. Однако следует иметь в

виду, что в купратах характеристические темпера-

туры возникновения псевдощели T ∗ довольно высо-

ки (порядка 100 К). Мы полагаем, что два наших

важных качественных вывода в этом этом останутся

неизменными как при учете хаббардовских эффек-

тов подавления интегралов перескока, так и для дру-

гих векторов Q: 1) подавление фазой ВЗП значения

λ−2, 2) наличие остаточного диамагнитного откли-

ка и конечной глубины проникновения в диапазоне

Tc < T < TCDW при наличии дисперсии параметра

ВЗП ∂|Dk|
2/∂kx 6= 0).
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