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第 1章

序論

本研究ではシンプルな方法を用いて、乱れのある 2次元超伝導物質において bosonが空
間的に局在する絶縁体、Bose glass相と fermionが局在する Fermi glass相への相転移の
存在を発見し、物質によらずこの境目がユニバーサルな量子抵抗値であることを示した。

量子相転移の中でも、超伝導–絶縁体 (S–I) 転移、金属–絶縁体転移 (M–I) は、多くの
理論と実験が繰り返され、現在も議論され続けているテーマである。これらの転移では、
電子相関と乱れという 2 つの大きな要素が拮抗した役割を演じる。電子相関によって
Mott転移 [1, 2]、乱れによっては Anderson転移 [3, 4, 5, 6, 7, 8]が起こるが、それぞれ
これらの量子現象が絡み合い複雑な電子輸送現象を引き起こしている。これらの現象は
単純に切り分けることはできず、多くの実験結果をもとに理論的解析が進められている。
本研究は、乱れのある S–I 転移において、局在状態から超伝導状態に達する過程につい
て論じている。熱ゆらぎによらない量子局在領域における電気伝導は、それぞれ Fermi
glass[9, 10, 11, 12, 13, 14, 15] と Bose glass[16, 17] の観点から議論されてきた。しか
し、その S–I転移における超伝導状態に達する前の弱局在領域は、これら 2種類の局在が
どのようになっているのか、わかっていない。Fermi glassは、Mott局在と Anderson局
在から研究されている。特に Anderson局在は β 関数スケーリング [3, 18]により、弱局
在領域から強局在領域まで研究されている。一方、Bose glassは、Cooper対の bosonが
局在化した絶縁体であり、双対関係にある vortexによる bosonが超流動状態になってい
る。この強局在 bosonの研究は、乱れを含むMott-Hubbardに基づく Fisherスケーリン
グ [1, 19, 20]によって分析されてきた。しかしながら、これら Fermi glass と Bose glass
を結びつける理論は存在しない。乱れのある S–I転移において、局在状態から超伝導状態
に達する中で、Fermi glassのままなのか、それとも、Fermi glassから、boson-fermion
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mixture 状態、もしくは Bose glass への転移の存在があるのだろうか? あった場合はど
のような条件で臨界点はどうなっているだろうか。

図 1.1: T = 0における、乱れの大きさ∆を増減させた S–I転移の概念図。∆を小さくし
ていくと、ある ∆c にて、超伝導転移が起こる。超伝導になるまでの局在状態において、
Fermi glassだけなのか、それとも Bose glassが存在するのか。また Fisherスケーリング
は、臨界点付近の世界を表現しているが、β 関数スケーリングは強局在から弱局在までの
スケーリングを表すことができる。これら 2つのスケーリングの整合性はどうなっている
だろうか? β 関数スケーリングが、より ∆c に近づくことで、どういう振る舞いをみせる
のだろうか?

図 1.1に示すように、乱れの大きさ ∆による S–I転移の局在側の描像を明らかにする
こと、これが、本論文の目的となるテーマである。

本研究は、普遍性を議論するために実験試料として、乱れのある 2次元超伝導物質であ
るものの構造の異なる Nd系銅酸化物高温超伝導体と Pb超薄膜を用いた。さらに検証の
ために同じ Nd系でも Nd系 Pd酸化物の実験データを利用した。
本論文の構成は以下の通りである。
第 1章において、本研究の背景と動機について説明した。
第 2章において、本研究に関連する相転移について議論した。基本的な概念から相転移
に必要な臨界指数、ユニバーサリティについて説明した。また、3次元と異なる 2次元の
相転移の特徴と相転移を理解する上で必要な繰り込み群流れについて言及した。
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第 3章において、2次元金属–絶縁体転移について、主に局在側の機構について議論し
た。Mott転移、Anderson 転移について説明後、Anderson局在を理解する上で、不可欠
な β 関数を使ったスケーリング理論について述べ、その β 関数の特徴をまとめた。また、
Anderson 局在以外にも局在を起こす電子間相互作用の温度依存性も lnT であることを
説明した。
第 4章において、2次元超伝導-絶縁体転移について、Fisherスケーリングを使って、乱
れ・磁場を変調した S–I転移について解釈する方法を説明した。Fisherの 2次元超伝導体
の相図から、本研究の立場を再認識した。S–I転移で現時点で認められている Bose glass
発見の実験を示した。また超伝導転移温度よりも高い温度での Cooper対の発見やマルチ
フラクタル上での超伝導転移温度の上昇などの近年の研究を紹介した。
第 5章において、本研究に関連する重要な観点である 2次元弱局在領域の bosonの輸
送について、抵抗率の温度依存性がどうなるかを議論した。
第 6 章から第 9 章において、本研究で利用した実験資料について説明した。順に、

Nd2–xCexCuO4 薄膜、Nd2CuO4–xFx 単結晶、Nd2–xCexPdO4 薄膜、Pb 超薄膜につい
て述べ、製造方法、研究成果についてまとめた。
第 10 章では、前章にて説明した実験資料から本研究で利用するデータをグラフ化し、
過去からの研究結果の確認を行った。
第 11章では、シンプルな実験的 β 関数を使って分析した結果をもとに、乱れのある 2
次元超伝導物質において boson が空間的に局在する絶縁体、Bose glass 相の存在を明ら
かにした。Bose glass相の存在する条件を調査した。また Bose glass相から fermionが
局在する Fermi glass相への転移に対して Fisher スケーリングを用いて解析を行い、相
転移の存在の可能性を示唆した。
第 12章では、本研究の総括を行った。図 1.2では、本研究で明らかとなった 2次元超
伝導物質の相図を示す。

3



図 1.2: 本研究で明らかとなった 2次元超伝導物質の相図。T = 0にて、乱れを増減させ
た赤い双方向矢印では、Fermi glass から Bose glass へのユニバーサルな変化が β 関数
スケーリングにて発見された。また、Fermi glassから Bose glassの境界である臨界面抵
抗は、h/e2 程度であることがわかった。T = 0 で磁場変調をしている黒い点線矢印は、
Bose glassが認められた Paalanenらの実験 [17] を表している。

付録として、過去の実験データの復旧方法およびアナログデータのデジタル化方法につ
いて解説した。本研究成果の一部は、2023年 8月 1日公開の Scientific Reports誌に掲
載された [21]。なお、この論文中での「本研究」という言葉は、平成 29年 (2017)から令
和 5年 (2023)に行った学位論文研究を示す。
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第 2章

相転移概要

本研究の背景にある相転移 (phase transition)という現象について整理する。相転移は無
数の微視的 (ミクロ)な要素が集まって、巨視的 (マクロ)に生み出される「協力現象」の
一種である。現在、解明しきれないほど豊かで非自明な相転移と臨界現象が多く存在して
いる。20世紀までは相転移は、長距離秩序と対称性の破れの観点で理解できると考えられ
ていたが、近年はさらに異なる無秩序状態の間の相転移 (乱れた基底状態を持つ自明相と
Haldane相)であるトポロジカル相転移が注目を浴びて研究されており、相転移の奥深さ
が広がっている [22]。

2.1 相転移、オーダーパラメーター、ゆらぎ、相関長
我々のまわりにある物質は、いろいろな状態で存在する。任意のスケール (大きさや長
さ)で物質の性質が一様な状態を、相 (phase)という。より厳密にいえば、他の同様な領
域との間に、それぞれの性質の違いによって両者を区別できるはっきりとした境界があ
るときそれぞれの部分を相という。水を例えに使えば、氷、液体の水、水蒸気はそれぞれ
水の相を示している。相のもっとも重要な特徴は、それが単一の熱力学関数 (自由エネル
ギーやエンタルピーなど)で表されることである。熱力学関数は、温度や圧力など数個の
パラメーターの関数であり、マクロな物質がどのような相にあるかは、これらのパラメー
ターを指定すれば決まる。そして、マクロな性質を指定するパラメーターを軸とした図の
上で、各点がどのような相に属するかを示したものを相図 (phase diagram) という。図
2.1に水の例を示す。
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図 2.1: 典型的な相図を示す。温度 Tと圧力 Pを決めると、物質が固体、液体、気体のど
の相にあるかがわかる。Cは臨界点、TPは三重点を示す。

相図は、相境界 (phase boundary)、臨界点 (critical point)(図 2.1の C)、三重点 (triple
point)(図 2.1 の TP) などによって特徴づけられる。相境界は、各相の間の境界である。
相境界を横切って系のパラメーター (例えば温度 T )を変化させると、例えば液体が気体
に変化して相が急激に変化し相転移が起こる。相境界は臨界点で終わって消えていること
があり、臨界点においては、2つの相が区別できなくなり、物質の異常な性質が臨界現象
(critical phenomena)である。
相は様々な量によって特徴づけられるが、特に重要なものは、相を構成する微視的 (ミ
クロ) な要素がどれだけそろっているか (秩序だって並んでいるか) を表すオーダーパラ
メーター (order parameter)である。オーダーパラメーターの具体例としては

• 気体・液体相転移→密度
• 液体・固体相転移→結晶の構造を特徴付ける、原子あるいは分子の位置の空間的
な周期性

• 超伝導転移→マクロな波動関数、量子力学的な位相
• 磁気相転移→磁化 (magnetization)

等があり、オーダーパラメーターは相転移前後でその値が変化する。超伝導状態は、物質
内部の波動関数がマクロなスケールにわたって一定の位相を持っている状態であり、位相
がオーダーパラメーターとなる。磁気相転移の磁化は、磁石の強さを示し、微視的な電子
スピンが互いに同じ方向を向いていると巨視的な磁化が出現する。つまりスピンのそろい
具合が、磁化というオーダーパラメーターで表現される。
では、ミクロな要素がそろっていない状態、つまり「ゆらぎ (fluctuation)」について考
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える。ゆらぎのある状態とは、物質のミクロな部分がマクロの定常的な状態や平均的な振
る舞いから一時的やランダムに偏る状態を示す。マクロでは絶縁体になっているが、ミク
ロなスケールの部分で、位相が「一部」そろっている状態や、マクロでは磁気相転移が起
こっていないが、ミクロでは磁化が「部分部分」で発生している状態は、ゆらぎのある領
域と言える。ミクロなスケールで揃っているこのゆらぎのある領域の大まかな範囲を、相
関長 (correlation length)として定義し、ξ で表す。言い換えると、相関長 ξ は、ある点
のゆらぎがどれだけ遠くまで影響を及ぼすかの尺度を与える物理的な量であり、具体的に
は、相関長はある点での物理的な性質 (例えばスピンの向きや密度など)と、その点から
距離 r 離れた別の点での同じ物理的性質との間の統計的な相関 (関連性)が、どれだけ遠
くまで伸びるかを示す量である。物質中のゆらぎ同士は、相関長よりも十分離れている場
合は、互いに独立とみなせる。ゆらぎの相関は、exp(−r/ξ)(rは 2点間の距離) のように
指数関数的に減衰する。通常、相関長は原子間隔の数倍程度だが、連続相転移の臨界点で
は相関長が発散するので、あらゆるスケールの揺らぎを考慮しなければならない。この相
関長の増大は、システム全体が一体となって相転移を起こす原因となる。

2.2 相転移の分類、対称性、glass相、トポロジカル相転移
相転移は、マクロな性質の急激な変化であるが、理論的には物理量を表す関数の特異性
として特徴づけられる。相転移の発生は、エントロピー S、体積 V、比熱 C などに飛び
やカスプと呼ばれるとがり (cusp)、発散などが現れ、オーダーパラメーターが変化する。
例えば、氷が水になるには潜熱が必要であり、したがってエントロピーに飛びが生じる。
水が沸騰して水蒸気になると、同じ温度でも体積が不連続に増大する。相転移は、熱力学
量の特異性の度合いによって主に 2種類に分類される。

一次相転移
潜熱を伴う相転移であり、Gibbs の自由エネルギー G (= H − TS、H はエンタル
ピー、T は温度、S はエントロピー ) の一階微分が不連続になる。水の凝固 (液体
から固体への転移)や蒸発 (液体から気体への転移)に見られるようなエネルギーの
非連続性や物質の体積や密度の変化を伴うような相転移。

二次相転移
「連続相転移」とも呼ばれ、Gの二階微分以上が不連続となる相転移。鉄の磁化転移
(非磁性から磁性への転移)や超伝導転移等のエネルギーの連続性を持ち、物質の体
積や密度の変化は伴わない相転移。臨界現象は主に、二次相転移で観察される。二
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次相転移では、相転移点で物理量が連続であるものの、その導関数 (例えば、比熱
容量や磁化の温度依存性など)が不連続になるか、無限大に発散することが一般的
である。このような場合に、臨界指数やユニバーサリティクラス、ハイパースケー
リング関係 (後述)などの概念が非常に有用となる。

さらに、相転移は、対称性の自発的な破れと密接に関係している。たとえば氷が解けるの
は、並進対称性が自発的に破れた状態 (氷)と、それの回復した状態 (水)との転移である。
超伝導は、ゲージ対称性の破れの転移である。これを一般的に述べたのが、南部らが 1961
年に発見した Nambu-Goldstoneの定理 [23] である。連続的な対称性が自発的に破れる
と、それを回復しようとして系が揺らぎ、対応する質量のない準粒子 (Nambu-Goldstone
boson)が現れる。例として、磁性体の場合を考えると、高温ではスピンはランダムな方
向を向いているため、回転対称性がある。しかし、低温でフェロマグネット秩序が形成さ
れると、スピンが特定の方向を向くため、この回転対称性は自発的に破れる。この破れた
対称性に関連して、質量のない励起状態 (この場合、スピン波と呼ばれる)が現れる。
そのほかの現象として、固体液体相境界付近の現象においては、グラス (glass)状態が
発生することがある。例えば、ケイ酸ガラスの glass化は、液体から glassへの遷移の過程
では対称性の破れや発散する物理量が明確に存在しないため、熱力学的に平衡状態間の二
次相転移と区別され、動的な転移、つまり緩和現象と考えられている。よって、厳密な定
義として相転移ではなく、glass転移として扱われている。一般に glass状態とはオーダー
パラメーターがランダムではあるが、固定された値をとることを意味しており、規則的な
結晶構造を持たない構造、非晶質 (アモルファス)構造をとることがある。アモルファス
構造は、結晶のような長距離秩序はないが、熱力学的に準安定状態で短距離秩序はある物
質の状態である。最近の研究では、glass化しないと思われていた水が、氷と同程度の密
度を保った中密度の非結晶氷 H2O を人工的に作り出した成功事例があった [24] 。融点以
下で結晶化する物質とグラスになるものの差の問題は解明されておらず、この状態は新た
な相である「glass相」と考えてよいではないだろうか。本研究においても glass状態を相
として扱う。
また、一般の相転移の定義は、熱を中心に議論しているため、T = 0でも起こる量子相
転移、トポロジカル相転移は考慮されていない。整数量子 Hall効果、トポロジカル絶縁
体にみられるトポロジカル相転移の特徴は何らかの「トポロジカル不変量」が変わる (整
数量子 Hall効果では、ホール伝導度が整数値で量子化され、この整数がトポロジカル不
変量)。しかし、発散する物理量がない、対称性の破れと無関係の場合がある、臨界指数や
ユニバーサリティクラスの概念がない、エネルギーギャップが閉じたり、エッジ状態 (系
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の境界で局在する状態)が出現する等、一次相転移や二次相転移とは基本的に異なる性質
を持っている。2016年、トポロジカル相転移と物質のトポロジカル相の理論的発見によ
り、David J. Thouless教授 (ワシントン大学)がノーベル物理学賞を受賞している [25]。
無数のミクロな要素が集まってマクロに生み出される協力現象である相転移は、古典的
な熱的相転移の定義から導くことのできない非平衡状態、発散する物理量がない、対称性
の破れがない等の新たな相転移の発見により、「相」の転移の本質が何であるかが、将来
より明らかになってくるだろう。

2.3 臨界指数とユニバーサリティ
相転移の臨界点では、物質は 2つ以上の異なる相の間での転移を示すことができる、臨
界点近傍は物質のゆらぎが特異的に強まる点であり、物質内の粒子やスピンなどの相関が
非常に長い距離にわたって伸び、臨界点で、この相関長 ξ は無限大に発散する。相関長 ξ

が発散することにより、物理量 (密度、磁化など)が不安定 (つまり、ゆらぎが大きくなる)
になる。
相転移が起こる臨界点において、物理量がどのように発散またはゼロに近づくかを記述
するのが、臨界指数 (critical exponents)である。これらの指数は、相転移の性質や、物
質が臨界点に近づくときの振る舞いを理解するための重要なパラメーターとなる。
一般に、物理量 X が臨界点に tだけ離れた位置で以下のように振る舞うとすると、

X ∼ |t|α, (2.1)

ここで αは臨界指数であり、tは臨界点からの距離/差 (温度、圧力、磁場など)を表すパ
ラメーターである。臨界点の十分近くでは、多くの物理量がべき乗的な挙動を示す。
では、よく使われる強磁性体の場合のべき乗則を特徴づける臨界指数を定義する (強磁
性体の相図を図 2.2に示す)。

図 2.2: 強磁性体の相図、外部磁場 H、H = 0, T 5 Tc では自発磁化発生

その前に、臨界点からのズレを表す無次元量を以下のように導入する。臨界温度 (この
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場合、Curie温度)を Tc とし、換算温度 (reduced temperature)を t ≡ (T−Tc)/Tc、換
算外部磁場 (reduced external field)を h ≡ H/(kBTc)とすると、各種臨界指数は下記の
ように定義される。

α: ゼロ磁場での比熱 C は、tについて、図 2.3(a)に示すように

C ≈ A|t|α (2.2)

と振る舞う (tについてなめらかに振る舞う項は除く)。αが正の場合 (0 < α < 1)
は比熱は温度 T の関数として発散し、負の場合 (−1 < α < 0) はカスプ (連続だ
が微分が発散) となる。
臨界指数 αはユニバーサルだが、臨界振幅 A(critical amplitude)はユニバーサル
ではなく、高温側と低温側では異なる (A+ 6= A−)。しかし臨界振幅の比 A+/A−+
はユニバーサルである。

β: 低温側 (t < 0) での自発磁化は tの関数として以下のように振る舞う (図 2.3(b))。

M0 ≡ lim
H→0+

M ∝ (−t)β, (0 < β < 1) (2.3)

γ: ゼロ磁場での帯磁率 χ(図 2.3c(c))は tの関数として以下のように振る舞う。この
の臨界指数 γ は、tの符号によって異なる可能性があるが、繰り込み群の議論から
は同じ値でなければならないことになる。

χ ≡ ∂M

∂H

∣∣∣∣
H=0

∝ |t|−γ (2.4)

δ: 臨界温度 Tc(t = 0)では、磁化は磁場 hに対して次のように振る舞う (図 2.3(b))。

M ∝ |h|1/δ (2.5)

ν: ゼロ磁場 h = 0では、相関長 ξ は転移点で発散し、次のように振る舞う。

ξ ∝ |t|−ν (2.6)

η: 臨界点直上 (t = h = 0) で、相関関数は距離 r に対して指数関数的には減衰せず、
次のようにべき乗的に振る舞う (dは 空間次元)。

G(r) ∝ r−d+2−η (2.7)

z: これまでの上記の臨界指数は、平衡状態についてのものであるが、この z は、非平
衡状態に関するものであり、動的臨界指数と呼ばれる。臨界現象としては、緩和時
間 τ は臨界点に近づくと発散し、次のように振る舞う。

τ ∝ ξz (2.8)
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これらの臨界指数は、強磁性体の場合だけでなく、しばしば普遍的 (ユニバーサリティ)
な性質を持っている。例えば、水の場合も磁石の場合も α ∼ 0.11、β ∼ 0.32とほぼ同じ
値を示す。つまり、同じ種類の相転移を持つ多くの異なる物質で共通の値を取ることが多
い。具体例だと、図 2.2に示した強磁性体の相図の縦軸を磁場 H から密度 ρに変更すれ
ば、水の液体と気体の相図になる。このユニバーサリティは、臨界現象の理論 (後述する
Anderson局在等)において非常に重要な概念となる。
相転移において、同じ臨界指数や同じ大規模な振る舞いを示す物質やモデルの集合をユ
ニバーサリティ・クラス (Universality Class)と言う。空間次元数、相互作用の種類、対
称性、発散する物理量等は、ユニバーサリティ・クラスの要素として、特徴づけられる。
同じユニバーサリティ・クラスに属する系は、臨界点において同じ臨界指数を持つ。これ
は、非常に異なる物質やモデルでも、その大規模な振る舞いや臨界現象が類似しているこ
とになる。
このユニバーサリティの概念は、多体系の理論、特に繰り込み群論 (renormalization

group theory)において、基本的な理論的枠組みを提供する。それにより、多くの異なる
物質や条件に対する一般的な予測が可能となってくる。なお、後述するスケーリング理論
で利用する β 関数は繰り込み群関数のひとつである。

(a) 比熱の温度依存性 (b) 自発磁化の温度依存性 (c) 帯磁率の温度依存性

図 2.3: 各物理量と温度依存性

図 2.4: 様々な温度での磁場と磁化。(a) T < Tc, (b) T = Tc, (c) T > Tc
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2.4 Ising/Potts/XY/Heisenberg モデル
複雑な臨界現象を解析的するために、平均場理論よりもより正確に相転移現象を数値計
算可能なモデルとして二つの配位状態をとる格子点から構成され、最隣接する格子点のみ
の相互作用を考慮する格子モデルである Isingモデルが 1920年にドイツの物理学者 Lenz
[26]によって、提案された (図 2.5)。なお、Isingモデルの名は、Lenzの博士課程の指導
学生であり、その研究を行った Ernst Isingの名前に因む。

図 2.5: Isingモデル :正方格子と 上下の Isingスピンからなる

Isingモデルのハミルトニアンは、スピンの相互作用と外部磁場の影響を考慮して定義
される。2次元場合は以下のように表される:

H = −J
∑
〈i,j〉

SiSj − h
∑
i

Si (2.9)

ここで、Si は i番目のサイトのスピンで、+1(上向き)または −1(下向き)の値を取る。J
は隣接するスピン間の相互作用の強さ、交換相互作用を示す定数、J > 0の場合、スピン
は隣接するスピンと同じ向きを持つことを好む強磁性的相互作用、一方、J < 0の場合、
スピンは隣接するスピンとは異なる向きを持つことを好む反強磁性的相互作用、hは外部
磁場の強さを示す定数である。このモデルの解析結果は強磁性体と同様の秩序−無秩序転
移を起こすことで知られる。1次元、2次元 (外部磁場ゼロ)の場合は厳密に解くことがで
きる。2次元の厳密解は、Onsager [27]、南部ら、多くの研究者による解法が提示され、臨
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界温度 Tc や臨界指数は、同様の下記 (式 2.10)のような結果を得ている。

kBTc =
2J

ln(1 +
√
2)
, α = 0, β = 1/8 (2.10)

この温度 Tc 以上では、システムは無秩序な高温相になる。近年、2次元物質作成技術が発
展し、準 2次元半導体強磁性体 CrSiTe3の測定結果が観測されており、β = 0.170±0.008

という極めて理論値に近い結果が報告されている [28]。
一方、このモデルの 3 次元および外部磁場が存在する 2 次元モデルは厳密には解くこ
とができない。しかしながら、モンテカルロ法をはじめとする数値シミュレーションを活
用した数値的アプローチや、共形ブートストラップという理論手法を用いて [29]、臨界指
数を求める方法が進化し続けている。これによれば、先ほど述べた水の場合も磁石の場合
の臨界指数とほぼ一致することがわかった。水と磁石は、同じ 3次元 Isingユニバーサリ
ティクラスというユニバーサリティクラスに属している。
このように臨界指数のユニバーサリティがあるために、この単純なモデルで解析した臨
界指数が、磁性体、水のような同じ特徴をもった様々な物質での臨界現象に適用できるこ
とを意味しており、この Isingモデルは、非常に有用な簡略化と言える。
一番単純な Ising モデル以外にも、しばしば研究の対象となるいくつかのモデルがあ
る。いままで説明した Isingモデルは、スピン変数 Si が ±1の 2値しかとらないため ス
ピン 1/2の Isingモデルと呼ばれる場合がある。これを拡張し、Si = −1, 0, 1の 3つの値
を取る、スピン 1の Isingモデルがある。

Pottsモデルにおいては、スピン変数 Siは一般に q個の状態を取る。Isingモデルでは、
上下の矢印のパターンしかなかったものが、有限個の方向性を持った場合といえる。それ
らを Si = 1, 2, · · · , q と名付けることにすると、相互作用は 2つの Pottsスピンが同じ状
態であるか否かによる 2値を取る。

H = −J
∑
〈i,j〉

δSiSj
− h

∑
i

δSi,1 (2.11)

ここで δSiSj
は、Si = Sj の場合 1、その他の場合 0となる Kroneckerの記号である。外

部磁場は 1番目の状態にスピンがあるときだけかかるとしているが、他の取り方 (例えば
2番目のときだけかかるなど)もあり得る。Pottsモデルは q = 2のときには適切な置き
換えにより Isingモデルと等価であることが示せる。Pottsモデルは gの値や空間次元に
応じて多彩な相転移を示し、重要な研究対象になっている。また状態数 q が 1 の極限の
Pottsモデルは浸透 (パーコレーション) の問題と深い関連がある。
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スピンが単純なスカラー変数ではなく、2成分以上を持つベクトル Si の場合もある。

H = −J
∑
〈i,j〉

SiSj −
∑
i

h · Si (2.12)

スピン変数 Si が 2 成分 (Si = (Sx
i , S

y
i )) のとき XY モデル、3 成分のとき Heisenberg

モデルと呼ぶ。それぞれ、Isingモデルは上下の矢印、Pottsモデルは、有限個の方向性の
矢印、XYモデルは、格子平面上の 2次元での無限の方向性 (円上)の矢印、Heisenberg
モデルは格子点において 3次元の方向性 (球上)の矢印を使ったモデルといえる (BKT転
移は２次元 XYモデルによってその存在が確認されている)。いずれも、スピンの大きさ
S2 は一定値 (通常は 1 )に規格化する。これらは モデル毎、成分数が異なり、したがっ
て異なる臨界指数を持つ (一般に Si が n成分を持つモデルを nベクトルモデルという)。

2.5 Kramers-Wannier 双対性
2 次元正方格子 Ising モデルの厳密解を求めることができた以前の 1941 年、Kramers
とWannierにより、低温相と高温相の間の対称関係を双対性としてとらえ、臨界点の正
確な位置を見つけた。この求め方を下記に説明する。
二次元 Isingモデルの分配関数は、全ての配位 (格子点)iにおいて、スピンの状態の確
率を合計することで得られ、式 2.9 と、簡易的に h = 0とおいたことにより、

Z(J) =
∑

all status

e−H/kBT =
∑
S

∏
〈i,j〉

eJSiSj (2.13)

となる。

図 2.6: Kramers-Wannier双対性による Isingモデルの臨界点の求める操作の流れ。正方
格子と上下の Isingスピンを白黒丸で示した。

Kramers-Wannier 双対性による Ising モデルの臨界点の求める操作を図 2.6 にした
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がって説明する。(a)から (b)においては、SiSj = ±1であるため、式を変形させて

eJSiSj =
eJ + e−J

2

∑
t=0,1

(SiSj
eJ + e−J

eJ − e−J
)t = cosh J

∑
t=0,1

(SiSj tanh J)
t (2.14)

として、式 2.13 に代入する。

Z(J) = (cosh J)N
∑

S=±1

∑
t=0,1

∏
〈i,j〉

(SiSj tanh J)
t (2.15)

である。ここで tは各辺に 0, 1が割り振られたもので、Nは格子点の数。図 2.6 (b)にお
いて、t = 1の部分を太線で示した。ある格子点における 4つの結合部分が、t = 1が 2以
上の偶数の場合は、式 2.16のように、スピン変数 S の和が取れ、奇数の場合は、ゼロに
なる。 ∑

S=±1

S2,4,6,··· = 2,
∑

S=±1

S1,3,5,··· = 0 (2.16)

よって、式 2.15は、図 2.6 (c)にあるように格子点から偶数の太線がでている状態、すな
わち閉曲線で結ばれた tの部分だけを計算すればよいから、Lは閉曲線の長さとして下記
の式が導き出される。

Z(J) = (cosh J)N
∑

閉曲線をなすt

(tanh J)L (2.17)

ここで、閉曲線なので、その中は −1、外側を +1という規則でスピン変数 µm を割り振
ることが出来る (図 2.6 (d))。µm は、もとのスピン変数 S 四つのなす正方形の中に書か
れていることになる。各太線は隣り合う µm、µn で、µmµn = −1となるから、

Z(J) = (cosh J)N
∑
µ

∏
〈m,n〉

(tanh J)
1
2
(1−µmµn) (2.18)

= (cosh J sinh J)
N
2

∑
µ

∏
〈m,n〉

(tanh J)−
1
2
(µmµn) (2.19)

となる。ここで積は µ同士をつなぐ全ての辺について取る。この式 2.19と 2.13を比較す
ると、e−2J ′

= tanh J とし、J ′ を導入すれば、

Z(J) = (
1

2
sinh 2J)

N
2 Z(J ′) (2.20)

となることがわかった。また、J と J ′ の関係は、シンプルに

sinh 2J sinh 2J ′ = 1 (2.21)
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と書ける。これより、sinh 2Jc = 1は特殊な点でであり、e2Jc − e−2Jc = 2を解くことに
なる。結果は、先述した Isingモデルの厳密解から求めた式 2.10 と一致する。
双対性において特徴的な点を整理する。まず、Isingモデルの双対性の場合は、一見全
く同じモデルで結合定数 J だけが変わったが、これは偶然そうなったのであって、もとの
スピン変数 S と、双対なスピン変数 µは異なる格子上に位置していることであるととら
えれば、「双対性とは、別個の二つのモデルが同じ観測量を与える現象である」と言える。
次に、S で書いたハミルトニアンも µ で書いたハミルトニアンも共に隣接点作用を足し
上げる局所的な相互作用としているが、S と µとの関係は簡単ではなく、実際、式 2.15
から式 2.17にかけて S について足しあげてはじめて、辺の上の自由度 tが閉曲線をなす
ことになり、閉曲線になってはじめて、µが決められた。S を足しあげるというのは、量
子力学においては経路積分表示で量子化することに相当し、「量子化してはじめて双対性
がある」と言える。また、式 2.19で tから µを求める際は、離散化された微分方程式を
解くことに相当し、「双対な記述にあらわれる自由度は、もとの自由度と非局所的である」
と言える。また、J と J ′ との関係式 2.21から、もとの結合定数 J がとても小さければ、
双対の結合定数 J ′ はとても大きくなる。「双対性は結合定数の強弱を入れ替えることがあ
る」と言える。現在も、このテーマ研究され続けており、古典的双対性と量子的 (自己)双
対性の統一も図られている [30]。
双対性は、同じ観測量を得たとしても、全く異なるように見える理論を展開することが
できる。この Isingモデルは、図 2.9に示したように、低温と高温では、秩序と無秩序と
の関係だと一見すると考えてしまうが、双対性の考えにあるように、この高温側において
も「無秩序の秩序」が存在するということを示唆している。

2.6 繰り込み群とスケール変換
もともとは場の量子論の概念だった繰り込み群は、臨界現象を研究するための方法とし
て、Wilson[31]によって物性物理の世界に導入された。繰り込み群は、物理量がすべての
長さスケールで同じであるならば、問題を別の長さスケールに置き換えても同じ結果が得
られるはずという考えのもと結果を繰り込んでいく。2次元 Isingモデルの相転移の場合、
温度 0の時の相と無限大の時の相の両極限の間をどう流れていくかを示すのが繰り込み群
流れと言える。図 2.7に繰り込み群流れを示す。
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図 2.7: 2次元 Isingモデルの繰り込み群流れの図。温度 0と 無限大に固定点がある。さら
に、有限温度で臨界固定点を持つ。つまり相転移があると言える。左側領域にある点は秩
序相に、右側の点は無秩序相に属する系と対応。臨界固定点に流れ込む領域も存在し (図
の太線部)、この上の点は臨界点にある系と対応。くりこみ群変換の流れはこの領域を跨
がないことがわかる。

繰り込み群は、図 2.8にあるようなプロック・スピン変換を繰り返しスケール変換 (繰
り込み群変換)を行う。より直感的に理解するために、2次元 Isingモデルの臨界温度付近
において、Zoom Outしたシミュレーション結果を図 2.9に示す。臨界温度以下を左、臨
界温度を中央、臨界温度以上を右に配置し、プロック・スピン変換を繰り返し Zoom Out
した。左右図は Zoom outすると白黒がはっきりし、秩序が明確になるが、臨界温度だと
変化しないことがわかる。このようなスケール変換を通して、臨界点や秩序状態への流れ
を示すことを繰り込み群流れ (Renormalization Group Flow)と言う。この繰り込み群変
換は、系の物理的性質の本質に関わらない詳細を消去し、巨視的なスケールで起きている
現象の正体を浮き駆りにする。臨界指数のような臨界現象の本質を記述する量は、系を規
定するパラメーターの詳細にはほとんど依存せず、系の持つ対称性や系のおかれた空間の
次元などの数個の基本的に重要な指標のみによって決定されるという事実である。繰り込
み群変換を繰り返して粗視化 (上記の場合はブロックスピン変換)していくと、系の性質
を規定する本質的な部分 (対称性や次元)に付け加えられた付加的な部分の影響はどんど
ん小さくなって消失してしまうことになり、ユニバーサリティが見えてくる。
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(a) 初期状態 (b) 3 × 3 = 9個の Isingスピンをまとめる (c) 多数決でまとめてひとつのスピンに置き換え

図 2.8: プロック・スピン変換のイメージ図、3× 3 = 9個の Isingスピンを多数決でまと
めてひとつのスピンに置き換えている。プロック・スピン変換というのは、この場合、隣
り合う 3× 3 = 9個の格子点の Isingスピン変数に着目し、黒と白どちらが多いかの多数
決によりひとつの状態にまとめる操作のことである。粗視化 (coarse graining) という言
い方をすることもある。
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(a) 初期状態

(b) 左図の臨界温度以下の状態を Zoom Out

(c) 右図の臨界温度以上の状態を Zoom Out

(d) 左右図は Zoom out すると白黒がはっきり
するが、臨界温度だと変化しない

図 2.9: Isingモデル を使ったスケール変換、繰り込み群の図 [32]
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2.7 量子相転移
本研究で扱う相転移は、量子相転移 (quantum phase transition QPT)であり、異なる
量子相 (ゼロ温度における物質の相) 間の相転移であり、非平衡状態に関する動的臨界指
数 z が重要となる。前述した相転移 (classical phase transitions CPT) つまり熱的相転
移は平衡状態の熱ゆらぎに起因していたが、量子相転移は、熱ゆらぎの発生しない絶対零
度においても、量子力学の不確定原理に基づく量子ゆらぎに起因して発生する。この「量
子的なゆらぎ」は、絶対零度だけでなく、有限温度においても物理量に特異な振る舞いが
観測される。
また、2次量子相転移において、絶対零度の転移点を、量子臨界点 (QCP)という。代
表的な相図を 図 2.10に示す。

図 2.10: 量子臨界点 (QCP)と 量子相転移を示す温度 (T)と 圧力 (p)の 相図 [33]。温度
(T)が有限になれば、熱ゆらぎの影響を受ける。

熱ゆらぎは、統計力学的状態が有限温度の効果によって、磁気秩序状態と常磁性状態
(無秩序)との間に適当に分布することによって起こる。このゆらぎは空間方向に起こる。
相図 2.10の紫色の部分が熱的な臨界領域となる。一方、量子ゆらぎは物理量の非可換性
(不確定原理)を起源とし、虚時間方向への揺らぎとして解釈される。相図 2.10 の QCP
が量子臨界点であり、横軸を変化させることで量子相転移が起こる。QCPから、縦軸 T、
横軸 p どちらの方向に離れているかによって、系の状態は異なっている。熱ゆらぎと量子
ゆらぎのどちらが支配的になるかによってくる。
熱的相転移ではゆらぎの相関長は 式 2.6で示される。量子相転移ではもう一つ、ゆらぎ
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のダイナミクスの (虚)時間スケール ξτ ∼ ξz ∼ |t|−zν が重要となる (臨界指数は 第 2.3
章参照)。ゆらぎは空間的には ξ の長さで変化し、時間的には ξτ の長さをスケールにして
変調する。ここで 式 2.8 にある z は、動的臨界指数であり、空間軸と時間軸が一般には
同等でないことに対応している。量子ゆらぎがどれくらい重要になってくるかは、系の虚
時間サイズ Lτ = ~β、ξτ の大きさの比に依存し相図はいくつかの領域に分かれることに
なる。
よって、QCPが存在する場合の相図は多彩で、熱ゆらぎと量子ゆらぎの両方があるた
めに様々な状態が現れる。

2.8 2次元伝導物質と相転移
本研究で扱うもうひとつのポイント、2 次元伝導物質の相転移の特徴についてまとめ
る。私たちが存在しているのは、3次元空間であり、純粋で完璧な 2次元空間などはこの
世に存在しない。しかし、3次元空間内においても、部分空間としての 2次元空間を考え
ることができる。物質中の電子に対しては、ある平面を設定して、その垂直方向に電子の
運動を制限すると、実際に 2次元伝導物質を作ることができる。研究対象の銅酸化物高温
超伝導体は、CuO2 面を伝導面を 2次元電子系物質としてとらえることができるし、もう
一つの研究対象の Pbを薄膜化すること方法も 2次元化と言える。近年では、究極的に 1
枚の原子層から構成される物質が作られており、グラファイトを構成する原子層を取り出
して作ったグラフェンがあげられる。これら 2次元伝導物質は、3次元伝導物質と異なる
特徴的な現象が多く発見されており、研究対象として過去から現在にかけて多くのテーマ
が存在する。その中でも、この 2次元伝導物質の相転移現象は、多く議論、研究されてき
た。相転移は、系の次元性が強く影響することが知られており、一般に系の次元性が下が
ると、ゆらぎが大きくなって相転移は起こりにくくなる。
さらに連続的な対称性を持つ 2次元物質においては、Mermin-Wagnerの定理により長
距離秩序が存在しない不安定な状態であるものの、対称性を壊さずに準長距離秩序とい
う特殊な秩序、BKT転移という相転移が存在する。これは、2.11に示すように渦、すな
わち vortex の存在が 2 次元物質の特徴を生み出している。BKT 転移は熱ゆらぎにより
vortexが発生し、低温では、vortexと anti-vortxはペアを形成し、温度が特定の臨界値
を超えると解離し、系は超流動性や準長距離秩序を失う。
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図 2.11: BKT転移のイメージ図 [25]。BKT転移の場合は熱ゆらぎによる相転移である。
低温では、vortexと anti-vortxはペアを形成するが、温度が特定の臨界値を超えると解
離し、系は超流動性や準長距離秩序を失う。

では、2次元伝導物質の量子相転移は、3次元伝導物質とどう異なるのかを図 2.12に示
した。T = 0近くの 2次元伝導物質の秩序相は、荷電粒子などのパーティクルに加えて先
に述べた連続対称性を保つ BKT転移により、パーティクルとしての vortexが存在する。
これが、3次元の秩序相と大きく異なる点である。熱ゆらぎだけでなく量子ゆらぎによっ
てその粒子やスピンによる vortexは発生するため、パーティクルとそのパーティクルに
よってつくられる vortex パーティクルの双対関係が自発的に表れることになる (主客反
転可能)。よって、この二次元量子相転移は、常に双対性の性質を内包しているのが本質
ではないかと考える。

22



図 2.12: 3 次元と 2 次元のときの相転移の特徴を列挙する。2 次元における量子相転移
の場合、秩序の中に vortexが存在するため、無秩序ではない双対秩序への相転移が発現
する。

では、次章以降にて、2次元伝導物質の量子相転移である金属–絶縁体 (M–I)転移、超
伝導–絶縁体 (S–I)転移の順でみていく。
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第 3章

2次元金属–絶縁体 (M–I)転移

M–I転移は、絶対零度におけるコンダクタンス (電気伝導度)が、有限かゼロかによって
区別される「量子ゆらぎ」によって決定される。そして、物性分野で取り扱われる物理量
のなかで、電気抵抗ほど劇的に変化する量はほかにない。物質によって電気抵抗率は、絶
縁体 (106Ωcmのオーダー)から金属 (10−4Ωcmのオーダー)まで実に 10桁以上も変化す
る。この違いは固体物理のバンド理論によってよく説明される。通常のバンド理論で絶縁
体と定義されるのが、荷電子帯の上端まで電子が満たされ、その上部の伝導帯に電子が存
在しない物質である。自由に移動できる電荷を生成するためには荷電子帯と伝導帯を隔て
るエネルギーギャップをまたぐ必要があるが、絶対零度におけるキャリア励起数はゼロで
あるため絶縁体 (バンド絶縁体)となる。バンド理論に基づく金属では、バンドの途中まで
電子が満たされエネルギーギャップが存在しないため、絶対零度においても 有限の伝導
度を有する。一方、上述の金属のようにバンドが途中まで電子で満たされているにもかか
わらず、絶対零度において絶縁体になることがある。それが電子相関による場合は Mott
絶縁体、量子力学的乱れに起因する場合は Anderson局在と呼ばれる。バンド描像では、
電子間の相互作用 (電子相関)が平均場で置き換えられているが、電子間のクーロン相互
作用が大きく、その有限のエネルギーを熱エネルギー的に克服して電子が移動する (伝導
する)必要がある場合は、絶対零度では絶縁体となる。これが電子相関に起因する Mott
絶緑体で、Mott転移の根源である。この電子相関に対して、一電子の波動関数がポテン
シャルの乱れによって局在することもありうる。その場合は Anderson局在として知られ
る。以下に順番にMott絶縁体と Anderson局在について説明する。
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3.1 Mott絶縁体
バンド理論が金属伝導の本質を明らかにしたのは量子力学が完成してすぐの 1930年代
のことであるが 1937年にすでにその枠内では説明できない現象に直面している。de Boer
と Verweyは、NiOのような多くの遷移金属酸化物では電気伝導性が低く､むしろ絶縁体
である場合が多いことが示され､さらにその理由を上記のバンド絶縁体の考え方で説明す
ることはできないということも指摘した [34]。なぜなら、これらの物質では d電子のバン
ドは途中までしか埋めらていないからである。具体的には、Ni2+ イオンの 8個の電子が
dバンドのうち 1つを部分的にしか満たしていないという予想から、NiOが実際は透明な
非金属であるにもかかわらず、バンド理論では金属になり [35] 新たな説明が求められる
ことになった。
この現象が電子相関によるものであるということを Peierlsが指摘し、それを契機にし
て、金属–絶縁体転移の研究が論じられ、強相関電子系研究の幕開けとなった。Mottによ
ると、NiOの絶縁性は、Ni2+ の 3d電子を別の Ni2+ へ移して、

(Ni2+O2−)2 → Ni3+O2− +Ni1+O2− (3.1)

のように励起状態を作るのに要する励起エネルギー Egap が有限であるのが原因である。
励起エネルギー Egap への寄与としては Niイオンの d電子数の変化に伴う電子間のクー
ロン相互作用の増加 U がある。一方、Niイオンの 3d軌道間には飛び移り積分があるか
ら、右辺の Ni3+ へまわりの Ni2+ から 3d電子が跳び移ることができる。Ni1+ について
も同様で、まわりの Ni2+ へ Ni1+ の 3d電子が跳び移ることが可能である。このように、
Ni2+ を基準に選んだときの余分の電子、あるいは、ホールが動きまわることができるの
で、その運動によるエネルギーの低下 (3d電子の飛び移り積分の大きさを tとし、それに
最近接格子点数 z を掛けて、エネルギーの低下は 2zt = W と表せるはずである) を考慮
して、

Egap = U −W (3.2)

と評価できる。W は 3d電子の飛び移りによるバンド幅とほぼ同じである。したがって、
U が十分大きいときは Egap > 0 となり絶縁体である。U の値を固定してを増大させる
と、tが小さい間は絶縁体であるが、t > U/2z となると式 3.2 の Egap は負となり、自発
的に Ni3+ と Ni1+ が生ずるので金属となる。大きい U による絶縁体を Mott絶縁体とい
う。また、　

・
電
・
子
・
相
・
関　に基づくM–I転移は一般に Mott転移と呼ばれる。Mott絶縁体にお

けるのM–I転移に関してのメカニズムを図 3.1に示した。
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図 3.1: Mott絶縁体におけるM–I転移のメカニズム [36]。(a)絶縁体相では、電子の運動
エネルギーよりもクーロン斥力の方がはるかに大きいため、電子の輸送／ホッピングは禁
止されている。(b)帯域幅制御によるM–I転移:原子間距離を小さくすると、電子帯域幅
と非局在化エネルギー t が増加し、U より大きくなると絶縁体から金属への転移が起こ
る。(c)および (d) 充填制御された金属から絶縁体への遷移:正孔と電子のドーピングによ
り、それぞれ空と両占有原子サイトが形成される。(e)電子バンド図からみた M–I転移:
古典的なバンド理論では、Mott絶縁体は Fermiレベルの金属においてゼロ密度の状態を
持っていると予測される。この状態に、バンド幅を広げることと、外部キャリアを導入す
ることの両方が、バンドギャップの崩壊につながり、金属へ遷移することになる。
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3.1.1 Hubbardモデル

Hubbardモデルは、強相関電子系の研究において広く使用される最も単純なモデルの
一つである。特に、Mott絶縁体の形成やMott転移の理解において中心的な役割を果た
す。まず、図 3.2の丸で示す N個の格子点に N個の電子が存在する系を考える。

図 3.2: 2D Hubbardモデル。丸で示したサイトに、上下どちらかのスピンをもつ電子が
配置されている。tは最近接サイト間の電子のホッピングエネルギー。U は同じサイト上
の異なるスピンを持つ 2つの電子間のクーロン相互作用。

Hubbardモデルは、次のようなハミルトニアンで記述される。

H = −t
∑

〈i,j〉,σ

(c†iσcjσ + h.c.) + U
∑
i

ni↑ni↓ (3.3)

ここで、tは最近接サイト間の電子のホッピングエネルギー。U は同じサイト上の異なる
スピンを持つ 2つの電子間のクーロン相互作用。c†iσ および ciσ は、サイト iでのスピン
σ を持つ電子の生成および消滅演算子。niσ = c†iσciσ は、サイト iでのスピン σ を持つ電
子の数演算子。〈i, j〉は最近接サイトのペアを示す。

Hubbardモデルのキーとなる特徴は、電子のホッピングエネルギー tと、同じサイト
上での電子間のクーロン相互作用 U の競合である。U が大きい場合、電子は同じサイト
上に 2つ存在することを避けるため、系は絶縁体として振る舞う。これがMott絶縁体で
あり、一方、tが支配的な場合、電子は自由にホッピングし、系は金属的な性質を示す。こ
の Hubbardモデルは、この 2つのエネルギースケールの競合を通じて、Mott転移の理
論的な理解を提供する。
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さて、この同一サイト上で Mott-Hubbard絶縁体の状態から電子数 (電子バンドのフィ
リング)を変えた場合を考える。図 3.2の矢印のないサイトのように、電子数を N個から
僅かに減らす場合 (いわゆるホール・ドーピング相当)を考えると、この場合には電子の 2
重占有をほとんど許さないような状況 (U � Wc)でも電子またはホールはかろうじて運
動が可能であり、系は金属化することが期待される。電子をひとつだけ引きぬいて (電子
数 N − 1個)、U → ∞の極限的な場合は、1個のホールが各サイトの電子スピンを同じ
方向に揃えて、運動する状態が安定となることが長岡によって示されている (長岡の強磁
性)。一方、逆の極限で、フィリング n(= Nce/N サイト数あたりの平均電子数) が 1(half
filling) より充分離れると、電子間の相互作用は、(隙間が十分にできることから) 相対的
に重要でなくなって、通常のバンド理論あるいは Fermi 液体論で精密に予言可能な金属
状態になる。
問題は、U/t が大きいが有限の値をもち、フィリングが 1 より僅かに小さい (しかし

N → ∞ の熱力学的極限でも意味のある値) 場合のギリギリかろうじて金属である状態
(強相関金属状態と呼ぶことにする) の特徴である。このような Mott-Hubbard 絶縁体
(フィリングが 1に限らず整数の場合も含める)から、フィリング nの変化によって金属
化する転移を、広義のMott転移と呼ぶこともできる。Mott転移近傍では、直流コンダ
クタンス (電気伝導度)が急激な変化を示すだけでなく、Fermi順位近傍の電子状態の大
幅な (広いエネルギースケール、通常は数 eVにわたる)組替えがおこる。

Mott転移の見方を少し変えて、金属相からみかけのホール濃度 (δ = 1 − n)を減らし
てMott-Hubbard絶縁体 (n = Nc/N = 1)に近づける場合を考えてみる。絶縁体に転移
するのは直流コンダクタンス (電気伝導度)σ がゼロになること、

σ =
nce

2τ

m∗ (3.4)

ここで、nc はキャリア密度、τ は緩和時間、m∗ は有効質量であるため、M–I転移を導く
のは、

• キャリア数 (nc)→ 0

• キャリア有効質量 (m∗)→ ∞

のいずれかである。標準的な Hubbard モデルを考える限り、Mott 転移近傍の金属相も
nc ∼ Nc/N であって、m∗ の発散的増大が予測されている [37]。すなわち移動度が 0に
なることが予想される。
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3.2 Anderson局在
バンド絶縁体、Mott 絶縁体とは異なるメカニズムで、物質のポテンシャルの乱れに
よって局在が起こるのが、Anderson局在である。金属中における電子の波動関数は、完
全結晶であれば、結晶全体に広がっているが、現実には、格子欠陥や不純物のために結晶
には乱れがあり、このような電子状態を理解しようとする努力が古くから行われてきた。
北大名誉教授堀淳一は、Andersonが論文を発表する前の 1957年に、完全にランダムに
配置された不純物を含むフォノンの簡単な近似固有値方程式を導き出し [38] 、Anderson
局在の先駆けの研究をしていた。物理学史上においては、Andersonは乱れのあるポテン
シャルのもとでは、波動関数が局在する可能性があることを最初に指摘したことになって
いるが。
この乱れに起因する電子の局在化は、以後 Anderson局在と呼ばれている。この局在が
起これば、絶対零度において、電子は電流を運ぶことはできない、すなわち抵抗∞とな
る。したがってこの局在化は、乱れが質的な変化をひき起こしうることを意味している。

Andersonが上の考えを発表したのほ 1958年のことである [39]。これは超伝導に対す
る BCS理論 [40]が提出された翌年にあたる。ちなみにMott絶縁体に関してはこれらよ
り 10年ほど前に発表されている。このような電子のもつ基本的、かつ対照的な性質につ
いて、ほとんど同時に理論的な考え方が提出されたのは歴史的に大きな意味がある。そ
の後、超伝導については、理論・実験ともにめざましい発展が続いてきたことに対して、
Anderson局在の理解について進展は遅く、乱れを正しく系統的に取り扱うことが Mott
局在同様、理論的にきわめて困難な問題であったからである。ところが、1979 年になっ
てようやく、Anderson局在の系統的な研究の糸口が、Abrahamsら 4人組によるスケー
リング理論 [3]と、それに伴って定式化された、多体論的な取り扱いが事情を変化させた。
スケーリング理論は、空間が 2次元以下では、電子は温度ゼロの極限で必ず Anderson局
在するという重要な結論も導くが、この結論は全ての 2次元不規則電子系に対して成立す
るわけではない。スケーリング理論に反し、2次元で Anderson転移 (Anderson局在から
絶縁体以外の相に転移)が起こる系として、スピン軌道相互作用の強い系や量子 Hall効果
を示す系が挙げられる (第 3.5.1章参照)。これらの系に対して、スケーリング理論で考慮
されていなかった点を考えると、系の持つ対称性やトポロジカル項など、今日の物性物理
において重要な考え方が現れてくる。
その後の研究の発展により、このポテンシャルの乱れは種々の質的な変化をひき起こす
ことがわかり、未解決の難問に解答のきっかけを与えたり、新しい可能性が見いだされて
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きている。物性物理学における Anderson 局在の重要性は一段と増している。近年グラ
フェンやトポロジカル絶縁体における不純物効果に関する数多くの理論と実験研究が行わ
れているからも明らかなように Anderson局在の本質は　

・
干
・
渉
・
効
・
果　であるため、物質中の電

子に限らず冷却原子、光、弾性波などの新たな系における実験も行われるようになった。
今後も実験、理論ともに研究の新たな展開が期待できる分野である [41]。

3.2.1 Anderson局在概要

完全結晶中の金属に、不純物を少しずつ入れていくと、この物質の電気抵抗はどのよう
になるだろうか。不純物が電子に及ぼす働きは、単にそれを散乱して直進運動を妨げるだ
けのものという従来の考え方では、どんなに不純物を入れても、電気抵抗は有限に残り、
電子の波動関数は広がったままである。しかし、Andersonはこの不純物によるランダム
ポテンシャルの影響は、空間的に電子の波動関数を局在させ、電気抵抗は無限大になるこ
とを示したのだった。

Andersonはこのことを、簡単なモデルについて論じた。モデル図を図 3.3に示す。

図 3.3: Andersonによる乱れ (不純物)のあるときの電気伝導のモデル (下図)、V0 は、準
位間の不規則なエネルギー分布の幅。

空間に配列した原子があり、各原子は原子ごとに不規則な準位があるとする。電子は隣接
した原子の準位間を量子力学的に飛び移ることができる。準位間の飛び移りの行列要素を
V、準位間の不規則なエネルギー分布の幅を V0 とすると、V0/|V |がこのモデルでの不規
則さを表すパラメーターになる。準位間の飛び移り易さは準位の差 ∆E と V で決まり、
∆E < |V |の時、波動関数が飛び移りにより原子に広がることができる。分布の幅W が、
V0 � |V |であれば、隣へ移ることのできる確率は、|V |/V0 となる。波動関数が更にその
隣に広がるには、その準位も∆E < |V |でなくてはならないので、その確率は、(|V |/V0)2
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になる。つまり波動関数がどこまでも広がる可能性はゼロになって、波動関数は局在する
ことになる。Andersonはこの問題を電子の拡散の問題として議論し、V0/|V |がある値を
超すと電子が遠くまで拡散しなくなる、つまり電子の波動関数が局在することを示した。
このように Andersonは、この電子の局在が、電子間の相互作用によるのではなく、一
電子がランダムポテンシャルの影響で起こるランダム系特有な現象としてとらえた。すな
わち、多体効果のスピン軌道相互作用、電子間相互作用などを仮定せず、一電子モデルで
この局在は説明されている。

Mottの議論、最小金属的伝導率、バリアブルレンジホッピング伝導
Mott[42] は、この Anderson の考えに基づいて半導体の不純物伝導を論じた。Mott
の考えを追ってみよう。半導体に流れる電流は、不純物準位から伝導帯へ熱的励起され
た電子によって運ばれる。しかし、この不純物の濃度が増すと近くにある不純物準位の
波動関数が重なり合って、電子が不純物準位間を飛び移りながら移動する伝導、いわゆ
る不純物伝導が起こる。電子の状態密度における不純物準位は不純物濃度が増すに連
れて幅が広がって不純物バンドになり、ついには伝導帯とひと続きになる (図 3.1(e) の
filling-controlledの部分参照)。伝導帯の電子は不純物による散乱を受けるが、エネルギー
の高いところでは波動関数は広がっている。エネルギーの低い不純物の底の状態では、た
またま近くにある数個の不純物に広がることによってエネルギーが低められた局在した状
態である。さらに同じエネルギーのところでは、波動関数は広がった状態と局在した状
態が共存することはありえないので、あるエネルギー Ec のところで、広がった状態と局
在した状態の境目があることになる。Mott はこれを移動度端 Ec と呼んだ。この Ec と
Fermi エネルギー EF を用いると、EF < Ec のとき、電子は局在しているから絶縁体、
EF > Ec のとき、電子が広がって金属的になる。つまり、Mottは不純物の多い系では、
キャリア密度によって金属から絶縁体への転移があることを示唆したのだった (ややこし
いが、Mott転移は電子相関によるM–I転移である)。
さらにMottは、Ec 近傍で、電気伝導率のエネルギー依存性が図 3.4 のようになるこ
とを予言した。
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図 3.4: Ec 近傍での σ(E)の E に対するMottの考え (破線は、後述するスケーリング理
論からの結論)

σ 6= 0となる金属領域から Ec に近付いたときの σ は有限な値をとる。すなわち金属的で
あるためには、最小の σ つまり最小金属的伝導度 σmin が存在するという主張であった。
この考えによると、エネルギーが Ec であるときに σ は不連続な転移を示すことになる。
一方、これまでの議論は T = 0での現象を扱ったが、T 6= 0においては、σ = 0である
エネルギーの範囲に EF がある場合でも、σ 6= 0となる。その原因として、二つの機構が
考えられる。一つは普通に EF から Ec への熱的に励起された電子が電流を運ぶことによ
るもので、

σ1 ∝ exp[−(Ec − EF )/kBT ] (3.5)

という温度依存性を持つ。二つめは、Ec 近傍にエネルギーを持つ局在した状態の間を格
子振動 (フォノン)の助けを借りて起こるホッピング伝導がある。この場合、電子が飛び
移る特徴的な距離は通常のホッピング伝導とは異なり、温度と共に変化し、次元によって
異なる独特な温度依存性を与え、次式のように振る舞う。

σ2 ∝ exp[−(T0/T )
1/(d+1)] (3.6)

ここで T0 は系によって決まる特徴的な温度、dは次元である。この伝導を与える機構は、
バリアブルレンジホッピング伝導 (VRH)と呼ばれ、多くの実験によって確認されている
(図 3.5)。

32



図 3.5: 1 T–TaS2 の低温領域における電気抵抗 [43]

このようにして、当初、Andersonの理論による電子局在は、Mottによって、移動度端
Ec、最小金属的伝導率 σmin、VRHを用いて説明されることになった。この最小金属的
伝導率 σmin は、後述するスケーリング理論によって否定されている。図 3.4に示すよう
に、σ は、Ec で連続的である。しかしながら科学的な進歩に大きく寄与したということ
で、creative errorと言われている。

Mott絶縁体と Anderson局在の共存
Anderson 局在の詳細に移る前に、Mott 絶縁体と Anderson 局在の共存についての研
究について述べる。これらは独立しているわけではなく、現実の物質では乱れによる電子
干渉と電子相関双方の影響を無視できず、共存していると見なさざるを得ない場合が多く
ある。例えばドープされた半導体の低濃度領域では乱れによる Anderson局在が起きてい
るが、一方で電子間相互作用の遮蔽が弱く、長距離クーロン力の影響も強いと考えらる。
Efrosと Shklovskiiは、Anderson絶縁体において、このような場合のギャップ構造の基
底状態から励起された電子–ホール対間に働く長距離クーロン力の効果を理論的に考察し
た [44]。その結果、電子–ホール励起に対する基底状態の安定性から低エネルギー一粒子
励起状態が排除され、状態密度にソフトギャップが形成されることを示した。このソフト
ギャップとは、図 3.6の右図に示すように、Fermiエネルギー上でのみ状態密度が 0とな
る構造である。乱れや長距離クーロン力単独の効果では説明できない構造、ソフトギャッ
プを形成する。
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図 3.6: Mott絶縁体と Anderson絶縁体の共存のギャップ構造 (左:電子相関、中央:An-
derson局在、右:Anderson局在に長距離クーロン力がある場合)

この励起構造の変化は物性に強く影響し、例えばコンダクタンス (電気伝導度)は、通
常の Anderson絶縁体が従うMott公式や、有限のギャップがある場合の熱励起型とは異
なる温度依存性を持つ [44]。
また、常磁性相と反強磁性秩序が存在する物質において、ハーフフィリングにおける

Anderson-Hubbardモデルの基底状態相図についての結果を示す (図 3.7)。D.Vollhardt
らは、乱れによって安定化された新しい反強磁性金属を発見した [45]。彼らは、乱れの
ある強相関電子系の理論的な考察を、強力な非摂動的アプローチである動的平均場理論
(Dynamical Mean-field Theory: DMFT) を相互作用する無秩序格子 fermion 系に適用
した。特に、DMFT と乱れに対する幾何平均を組み合わせることで、Anderson 局在と
Mott絶縁体相を一粒子相関関数のレベルで捉えることができることを示した。DMFTの
研究では、図 3.7にあるように相互作用と乱れが同時に存在すると金属相が増加し (赤実
線)、2つの絶縁相が連続的に、つまり臨界的な振る舞いをせずにつながっていることがわ
かった。
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図 3.7: 乱れと相互作用のある格子 fermion系で起こりうる相と相転移線の形を示す [45]。
原理的には電子間相互作用と乱れの相互作用によって、金属領域が減少することもあれば
(破線)、拡大することもある (赤実線と破線)。動的平均場理論 (DMFT)の研究では、電
子間相互作用と乱れが同時に存在すると金属相が増加し (赤実線)、2 つの絶縁相が連続
的に、つまり臨界的な振る舞いをせずにつながっていることがわかった。図の中の図は、
乱れない場合 (横軸上)や相互作用がない場合 (縦軸上)の局所状態密度をそれぞれ示して
いる。

このように現実の局在の機構を分析するには、少なくともMott絶縁体と Anderson局
在を視野に入れつつ検討する必要があり、最終的な解決をみていない銅酸化物高温超伝導
体の機構解明についても同様と思われる。

3.2.2 Andersonの理論

ここからは、第 2章で述べた相転移の考えを取り入れつつ、Andersonの理論を詳細に
見ていく。Andersonは当時不純物を添加した半導体中でのスピン拡散の問題を考えてい
た。P、As等を含む Siでの常磁性共鳴の実験は、不純物の濃度が低いときスピンの拡散
の速さがそれまで知られていたスピン拡散の理論と比較し、実質的にはスピン拡散が存在
していないことが判明した。このことを説明するために、簡単なモデルとして、電子間の
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相互作用を無視した次のような強結合のハミルトニアンを考えた。

H = H0 + V (r)、H0 = p̂2/2m. (3.7)

ここで H0 が運動エネルギー、V (r)が空間的にランダムな (時間に依存しない)不規則ポ
テンシャルを表し、p̂と mはそれぞれ運動量演算子と電子の質量である。ランダムなポ
テンシャルに空間的な相関はないと仮定し、V (r)は以下の確率分布に従うとする :

V (r) = 0, V (r)V (r′) =
1

2πρτ
δ(r− r′) (3.8)

ここで、V はポテンシャル配置が異なる試料に対する平均、ρは電子の状態密度、τ は電
子が不純物に散乱されずに運動する平均的な時間、すなわち平均自由時間を表す。式 3.7、
式 3.8から分かるように Anderson局在は、非常に単純なハミルトニアンを出発点とする
問題であるため、様々な物質、さらには電子系以外でも普遍的に現れる現象である。しか
し、その単純さにも関わらず、乱れの強さを変えるだけで、図 3.8(a)のような波動関数振
幅が系全体に広がった非局在状態 (金属相)から、図 3.8(b)のような空間の狭い部分に波
動関数振幅のピークが現れる局在状態 (絶縁相)への量子相転移が起こる。さらに臨界点
においては図 3.8(c) のように波動関数振幅が空間的に強く揺らいだ非常に複雑な構造を
形成するなど興味深い物理現象を内包している。なお、この 図 3.8(c)は、金属相・絶縁
相とも異なる、非常に複雑な空間構造を形成する。この複雑な構造は、臨界点では局在長
が発散するため系の特徴的長さが消失しているため波動関数がスケール不変となり、マル
チフラクタル (自己相似)構造と呼ばれる。この図 3.8は、Isingモデルで説明した図 2.9
と非常によく似ている。マルチフラクタルに関しては、数値計算上の研究が中心であった
が、近年、マルチフラクタル構造物質における超伝導転移温度の上昇などの実験結果が報
告されている (第 4.10.2章)。

3.3 β 関数によるスケーリング理論
図 3.8に各相における波動関数の典型例を示したが、絶縁相と金属相の波動関数につい
てさらに説明する。図 3.9(a)に示すように、絶縁相の波動関数は r0 を中心として局在長
ξ 程度の有限な領域でのみ大きな振幅を持ち、それより外側では指数関数的に減衰する。
従って、絶縁相の波動関数の包絡線は以下のように記述できる。

|ψ(r)| ∼ exp(− |r− r0(r)| /ξ). (3.9)

一方、金属相における波動関数振幅は、図 3.8(a) のように、系全体に乱雑に分布する。こ
の振幅分布は実際ランダム行列理論から得られる Porter-Thomas分布に従い、異なる位
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図 3.8: 2 次元系不規則電子系のおける波動関数振幅分布 | ψ(x, y) |2 の典型例 [41]。(a)
は金属相 (非局在相)、(b)は絶縁相 (局在相)、(c)は臨界点で、2次元 symplecticクラス
に属する量子スピンホール系の理論モデル [46] の固有波動関数を、数値対角化により計
算したもの。金属相や絶縁相とも異なり、非常に複雑な空間構造を形成している。この複
雑な構造は、臨界点では局在長が発散するため系の特徴的長さが消失しているため波動関
数がスケール不変となり、マルチフラクタル (自己相似)構造と呼ばれる。

置の波動関数振幅間に相関がないことが知られている。
では、乱れの強さを変えると、非局在状態から局在状態へどのように変化するのか? こ
の問に答えるため基礎となるスケーリング理論を説明する。

1979 年に提案されたスケーリング理論 [3]では、一辺のサイズが Lの d次元立方体に
おける、伝導特性のサイズ L依存性から、電子状態が局在か非局在状態かを判断する。そ
こでまず、乱れが弱い時と強い時の両極限を考える。乱れの弱い極限では、系は良導体で
あり、その電気的特性は古典的なオームの法則に従うと考えてよい。従って、電気抵抗の
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図 3.9: (a)局在状態の波動関数の概略図 [41]、(b)次元 d = 1、2、3におけるスケーリング
関数 β(g)の概略 (実曲線)。破曲線は 2次元 symplecticクラスに対するスケーリング関
数である。β(g) = 0となる gc が Anderson転移点を表す。β(g) 6= 0の場合、サイズの増
加と共に曲線上の矢印の方向に沿って gc から遠ざかる。

逆数であるコンダクタンス (電気伝導度)は、サイズに依存しない電気伝導率 σ0 を係数と
し、断面積 Ld−1 に比例し、長さ Lに反比例する。さらに、e2/h(eは電気素量、hはプ
ランク定数)を単位とし規格化すると、無次元化されたコンダクタンス g は、以下のよう
に定義される。

g(L) = σ0L
d−2(h/e2). (3.10)

一方、乱れが強い極限では、電子状態は Anderson 局在状態であると考えられる。式
3.9の局在長 ξ を用いると、コンダクタンスは、以下のようにサイズ Lに対して指数関数
的に減衰すると予想できる。

g(L) ≈ g0exp(−2L/ξ). (3.11)

指数関数内の因子 2は、コンダクタンスが波動関数の絶対値の 2乗に関係付けられること
による。
式 3.10、3.11 から、乱れの強さの両極限におけるコンダクタンス g のサイズ L依存性
は、大きく異なることが分かる。そこで、スケーリング理論では、コンダクタンスのサイ
ズ依存性を表すスケーリング関数 (β 関数)

β(g) =
d(lng)

d(lnL)
. (3.12)
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を導入し、電子状態が局在か非局在かを判断する。式 3.12では、スケーリング関数 β(g)

は、コンダクタンス g にのみ依存すると仮定している。これは単一パラメータースケーリ
ング仮説と呼ばれ、スケーリング理論の本質とも言える。β(g) > 0であれば、サイズ L

と共にコンダクタンス g が増加するため、熱力学的極限ではコンダクタンスが発散し、系
の電気的性質が金属となる。一方、β(g) < 0であれば、サイズ Lが増加すると、コンダ
クタンスが減少し、無限系では絶縁体となる。このように、Anderson転移における金属
相と絶縁相は、コンダクタンスの絶対値ではなく、サイズ依存性により定義される。
実際に式 3.10、3.11を式 3.12に代入すると、両極限における β(g)が得られる。

β(g) =

{
lng − lng0 < 0 (g → 0),

d− 2 (g → ∞).
(3.13)

さらに、β(g)が g に対して連続かつ単調増加すると仮定し、式 3.13の両極限を繋ぐと、
次元 d = 1, 2, 3に対して図 3.9(b)に描かれる 3本の実曲線を得る。
まず、1次元と 3次元の場合を見てみよう。1次元 (d = 1)ではスケーリング関数 β(g)

は常に負となるので、式 3.12 より、サイズ Lが大きくなるにつれ、コンダクタンスは減
少する。従って、系に乱れがある場合、熱力学的極限では電子は必ず局在することになる。
一方で、3次元 (d = 3)では、乱れが弱い極限では、β(g)が正になる。この時、式 3.12 よ
りサイズ Lと共にコンダクタンスは増加し、熱力学的極限では、金属相となる。そして,
図 3.9(b)に示すように、ある乱れの強さでは、スケーリング関数が β(gc) = 0となり、コ
ンダクタンスがサイズ依存性を失う点が存在する。この gc が Anderson転移の臨界点に
対応する。β(g)の定義から明らかなように、gc は、繰り込み群の言葉を使うと不安定固
定点である。
このようにスケーリング理論は多くの仮定に基づいているため、Anderson転移が 2次
相転移であることを証明したわけではない。しかしながら、Anderson転移を通常の 2次
相転移の枠組みで捉えることが可能であることを提示したことにより、以後の研究に多大
な影響を与えたという点で、スケーリング理論は非常に重要である。本研究は、このス
ケーリング関数 β(g)を活用し分析を進めていく。

3.3.1 2次元弱局在領域の存在

スケーリング理論の結果を 2次元 (d = 2)に適用すると、式 3.13より乱れが弱い極限
で β(g) = 0となるため β(g)が正になることはない。繰り込み群流れを考えると、わずか
な乱れでも存在すると、無限系では常に絶縁相になるため、有名な「2次元以下では常に
Anderson局在する」という結論が導かれる。しかし、その流れの過程で、2次元スケー
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リング理論では、伝導率 σ に lnLに比例する項が予想できる。

σ = σ0 − a lnL (3.14)

ここで、σ0 は Drudeの式で与えられる普通の金属の伝導率

σ0 =
ne2τ

m
(3.15)

である。m、eは電子の質量と電荷、nは電子密度、τ は緩和時間である。この結果で注目
すべきことの一つは、試料サイズ Lを大きくしていくと、試料が局在によって絶縁体にな
る前に、局在の前触れ的な現象がみられることである。式 3.14の第 2項がそれである。g
がほどほど大きい (ξ � L)、β(g)がゼロに近い部分においては、そこではランダムポテ
ンシャルの効果はまだ弱いのだから、ランダムポテンシャルを摂動として扱うことも許さ
れるだろう。このような視点にたった次のステップが、Gorkovらの理論 [47]であった。
電気伝導率の計算は通常 Boltzmann 方程式によってなされ、Boltzmann 方程式から

Drudeの式 3.15を得るのは容易である。しかし、Boltzmann方程式では、いろいろな波
数の状態にある電子が別の波数の状態に散乱される、という見方がなされているから、図
3.10のように電子の平均自由行程 lは波長に比べて十分長くなければならない。金属の場

図 3.10: 不純物 (黒丸)による電子の錯乱 (Boltzmann方程式の描像)、平均自由行程は l

合、Fermi波数を kF とすれば、条件は

kF l � 1 (3.16)

である。なお、kF l は、1を基準として、固体中の電子の局在と非局在の特性を評価する
指標として用いられる (kF l > 1のときは、電子は Fermi面のスケールよりも遠くまで移
動することができることを示唆し、非局在状態を示すと解釈し、kF l < 1のときは、電子
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は Fermi 面のスケール内で散乱される可能性が高く、これは電子が局在する可能性が高
いことを示唆)。この上記の条件 3.16が満たされなくなると、式 3.15に対して 1/kF l の
オーダーの補正となる。2次元では n ∼ k2F であるから、l＝vF τ(vF は Fermi速度)とし
て補正項の大きさは、

∆σ ∼ ne2τ

m

1

kF l
∼ e2

h
(3.17)

と見積られる。式 3.14の第 2項はこのオーダーの量になると考えられる。このようなシ
ンプルな考えで、2次元スケーリング理論における g → ∞への過程 (局在の弱い部分)に
おける伝導率の変化の度合いが求められたことは、実験データの検証に大いに貢献するは
ずである。
この補正を求めるためには、Boltzmann 方程式を超える量子補正としてとらえ、その
計算は久保公式から出発する。不純物散乱による伝導率を久保公式から求めるには、ラン
ダムポテンシャルを摂動として摂動展開を行うことになる。各不純物による散乱が独立に
起こるとする近似で、摂動項を無限次まで加えあわせることにより、Drudeの式 3.15を
導くことができる。摂動項を表すグラフの一例が図 3.11である。

図 3.11: 伝導率のグラフ。Drudeの式を与える。

補正項を求めるには、この近似を超える計算をしなければならない。Gorkovらはそれ
が図 3.12のようなグラフで与えられることを示した。この図は 3個の不純物による 3次
の散乱過程を表している。彼らはこのような項がとくに低次元では大きな寄与を与えるこ
とを見出し、これを無限次まで加えあわせることにより、2次元では

∆σ = − e2

π2~
ln

(
L

l

)
(3.18)

を得る。結果はスケーリング理論の予想と一致し、ここでは係数まで決まったことになる。
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図 3.12: 伝導率のグラフ．量子補正を与える．

この効果は物理的にはつぎのように理解できる。電子の波が不純物の分布する試料に入
射したとしよう。この波が図 3.13のように何個かの不純物とつぎつぎに相互作用し、真
後ろに散乱される場合を考える。散乱には時間をちょうど逆にした過程もある。ここで注

図 3.13: 多数の不純物 (数字の入った黒丸)による電子の後方錯乱のイメージ図。赤色の
プロセスは黒色の時間反転。

意すべきことは、不純物によるポテンシャルは空間的には不規則だが、時間反転に対して
は対称であることだ。このため、二つの過程による後方への散乱波はちょうど同位相にな
るのである。同位相の二つの波は干渉して強めあい、後方散乱の確率が増大する。これが
伝導率の減少をもたらすというこを意味している。後方散乱が量子補正の因であるとすれ
ば、全散乱確率への後方散乱の寄与がどれだけかを考えて、効果が低次元ほど重要になる
ことは自明である。この局在の前駆現象として現れるこの効果は弱局在効果、そしてこの
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現象が発生している領域を弱局在領域と呼ぶ。

3.4 2次元 Anderson局在の弱局在と強局在
では 2次元 Anderson局在の弱局在領域の伝導への考察と同時に強局在領域についても議
論する。

3.4.1 弱局在領域の伝導率の温度依存性

第 3.3.1章で述べた理論と実験データを比較するためには、さらなる考察が必要となる。
なぜなら前提が、有限の大きさ L をもつ試料について、T = 0K で求めたものだからで
ある。実験はマクロな試料、つまり L の十分に大きな系について、有限の温度で行われ
る。有限温度では、電子はフォノンや他の電子と非弾性散乱を起こし、波動関数の位相が
乱されるから、電子波が干渉しうる広がりはそれによって制限される。その長さを Lε と
すれば、マクロな系は、長さ Lε の部分系に分けられ、各部分系ごとに式 3.18の伝導率の
補正が生じるとみなす。したがって、有限温度のマクロな系における補正は、式 3.18で
L＝Lε とおいたものになる。Lε は、不純物に衝突しながら拡散的に運動する電子が非弾
性散乱の緩和時間 τε の間に移動する距離として考え、拡散係数を D として、

Lε =
√
Dτε (3.19)

と見積ることができる。D は d次元において

D = (1/d)v2F τ (3.20)

ここで vF は、Fermi速度、τ は、ランダムポテンシャルによる緩和時間である。Lε は電
子の位相の記憶が保たれている長さであり、位相緩和長と呼ばれている。Lε の領域で前
節までの議論が適用できる。従って有限温度におけるマクロの系は 1辺の長さが Lε の独
立なブロックの集まりとみなせる。よって大きさ Lの系のコンダクタンスは

g(L) = g(Lε)(L/Lε)
d−2 (3.21)

この式から 2次元では、g(L)と g(Lε)は一致することがわかる。ここで、τε は T = 0K

で無限大になるから、
1/τε ∝ T p (p > 0) (3.22)

となり、p は散乱の機構に依って決まる定数であり、非弾性散乱の機構によって値が変
わる (pの実験による導出方法については第 10.5で述べる)。以上より 2次元では、係数
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e2/~と、式 3.10を使い、

g = g0 − (ae2/~) ln(Lε/L)

= σ0 +
ae2

2π2~
p lnT (3.23)

となる。aは実験に会うように導入されたパラメーターである。上式より 2次元系で温度
が下がると共に伝導度は対数的に減少する事がわかる。つまり、この領域は弱局在領域
であり、Andeson局在における弱局在領域の伝導率は対数的な温度依存性となる。なお、
Andeson 局在以外の弱局在領域の対数的な伝導率の温度依存性については、第 3.6 章で
議論する。

3.4.2 弱局在領域の磁気抵抗

1956年、佐々木亘らによる半導体の不純物伝導における負の磁気抵抗の発見 [48]とい
う重要な寄与があるが、これが Anderson 局在の効果だとわかるのはずっと後のことで
あった。前述したように、Anderson局在の弱局在領域における伝導率の量子補正は、ラ
ンダムポテンシャルが時間反転の対称性をもつことによる後方散乱の増大がその因であっ
た。磁場が加わると時間反転の対称性が破れる。したがって、磁場は局在の効果を弱め、
量子補正を減らす働きをする。磁場によって抵抗の増大が減るから、負の磁気抵抗が現れ
るということになる。
では、スピン軌道相互作用があると何が起こるか。結果は意外であった。量子補正の符
号が逆になったのである。これは、スピン軌道相互作用が強いと、電子波の干渉によって
後方散乱が弱められることを意味していた。

(1)不純物が普通のポテンシャル散乱だけをする場合、(2)磁場がある場合、(3)スピン
軌道相互作用が強い場合、これら三つの場合、電子のハミルトニアンのもつ対称性が異
なっているのである。その違いが原子核や金属微粒子における準位の分布に現れること
は、ランダム行列の理論によってすでにわかっていた。それが局在効果の現れ方にも基本
的な違いをもたらすのである。氷上らの理論 [49]はそのことを明らかにしたのであった。
氷上はこの後、この対称性の違いに着目して、くりこみ群の方法に基づく理論を展開して
いる。
局在の磁場に対する効果が調べられており数多くの実験事実を説明できることができる
ようになった。
以下に、理論で与えられている弱局在領域 (WLR)での二次元系の電気伝導率の温度依
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存性は式 3.23であり、磁場依存性は下記に示す。

∆σ(H) = − αe2

2π2~

[
ψ

(
1

2
+

1

Ωτ

)
− ψ

(
1

2
+

1

Ωτε

)
− ln

(τε
τ

)]
(3.24)


ψ : ダイ・ガンマ関数、 α : プリファクター
τε : 非弾性散乱時間、 τ : 弾性散乱時間
Ω = 4eHD/~ D : 拡散定数



∆σ(H) =
αe2

48π2~

(
4DeHτε

~c

)2

(3.25)

=
αe2

2π2~
ln

(
4DeHτε

~c

)2

(3.26)

= constant(saturation) (3.27)

式 (3.25)、式 (3.26)、式 (3.27)は式 (3.24)の磁場の強さに応じた近似式であり、式 (3.25)
は、弱磁場においての近似式である。
弱局在領域の二次元系での Si-MOS2次元電子系の磁気抵抗の代表的なデータを図 3.14
に示す。ここでは、式 3.24の理論曲線と実験値はほぼ一致し、負の磁気抵抗が観測され
ている。弱局在の領域での磁場の効果は、電子波の干渉をとく役割を果たしているためで
ある。
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図 3.14: Si-MOSの伝導度の磁場依存性 [50]

注意すべきは式 3.24 においての磁場の向きである。いま考えている局在の機構では、
電子の並進運動への磁場の影響が利いているので、磁場の面に垂直な成分のみが有効であ
る。つまり、二次元面に磁場が平行の時は磁場の効果が現れない。きわめて明確な、磁場
に対する異方性が存在する。このことは、ほかの機構によって生じる局在と区別する上で
重要な性質である。基本的に、クーロン相互作用、スピン軌道相互作用、磁性不純物によ
る近藤効果などは等方的であり、しかも前者二つの相互作用は、正の磁気抵抗を示す (近
藤効果は、負の磁気抵抗、第 3.6章参照)。

3.4.3 強局在領域

次に g が小さい強局在領域について述べる。局在が強くなっていくと電子の波動関数の
広がりは弱局在領域よりも小さくなる。この時の伝導は、電子が局在した状態の間をフォ
ノンの助けを借りておこるホッピングに依る。この場合電子の飛び移る距離は通常のホッ
ピング伝導と異なり以下の式のような温度と次元依存性がある。

σ2 ∝ exp(−(T0/T )
1/d +1) (3.28)

ここで T0 は系によって決まる特徴的温度である。R だけ離れ ∆ε エネルギーの違う状
態関を電子が飛び移る確立は重なり積分 e−2αR に比例する。ここで α = α(EF )は波動
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関数の広がりの逆数でエネルギーの関数である。また、∆εのエネルギーを持つフォノン
の数は e−∆ε/kBT である。状態密度を N0 とすると Rの広がりを持つ空間の全状態密度
は N0R

d での平均のエネルギー間隔は (N0R)
d−1 となり電子はこれだけのエネルギーを

フォノンからもらうと状態間に飛び移ることができる。よって

∆ε ∼ (N0R
d)−1 (3.29)

と考えてもよい。従って

σ ∝ exp(−2αR−∆ε/kBT )

= exp(−2αR− (N0R
d)−1/kBT ) (3.30)

ここで Rとして ∂(2αR+∆ε/kBT )/∂R = 0を満たす Rを最も伝導に対する寄与が大き
いとして代表させると

σ ∝ exp(T0/T )
1/d+1 (3.31)

を得る。この伝導を与える機構は VRH伝導である。更にこの領域よりも強い局在として
クーロン相互作用が強い系があげられる。このとき系の伝導は次元によらず

σ ∝ exp(T0/T )
1/2 (3.32)

となることが知られている。この系よりも強い局在領域では伝導度は

σ ∝ exp(T0/T ) (3.33)

となる。これは電子の波動関数の重なりが、局在が強すぎて、もはや無く、電子の状態間
の移動は熱的揺らぎによるアレニウス型にっているからである。
また、十分磁場の強いときの強局在 (VRH)における磁気抵抗は、

ρ(H) ∝ exp[s2(λ
2a(H)N(EF )kBT )

−1/3]

となり、a(H)はボーア半径、λ = (~c/eH)1/2 である。この式は、波動関数が磁場によっ
て収縮し、局在の効果が強められ、正の磁気抵抗になることを表している。この描像にお
いては、完全なホッピングだけの伝導で、固有状態の広がりはほとんどないことになる。
つまりこの式で表される領域では、弱局在の原因となる電子波の干渉は存在しない。磁場
中では、強局在と弱局在の振る舞いがまったく異なっていることがわかる。
これまで述べてきたものをまとめると表 3.1のようになる。
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弱 局 在 強 局 在 電子間相互作用が強い
一次元 1/

√
T exp[(T0/T )

1/2] ↘
二次元 lnT exp[(T0/T )

1/3] → exp[(T0/T )
1/2]

三次元
√
T exp[(T0/T )

1/4] ↗

表 3.1: 次元ごとの局在による電気伝導の温度依存性さらに強い局在の場合、式 3.33のよ
うに、∝ exp(T0/T )となる。

また、これらの結果を 2次元スケーリング関数 β(g)に当てはめた場合、近似として下
記のように示されることになる。

β(g) ∼

{
ln g (強局在領域)

− 1/g (弱局在領域)
(3.34)

3.4.4 Vollhardt and Wölfleの自己無撞着の理論式

いままで述べた強局在についての表式は、弱局在のときと異なって、= ではなくて、
∝ が使われているようにまだ定量的な議論が構築されていないのが現状である。しかし
Vollhardt and Wölfle(以下 VWと略す) は、自己無撞着に考慮する理論を提唱し、弱局
在と強局在とを一つの表式で表した。これによれば、二次元の時、

g(L) =
1

2π2
ln

[
1 +

ξ

L

](
1 +

L

ξ

)
exp

(
−L
ξ

)
(3.35)

となる。この g は、g(L) = (~/e2)σ で無次元コンダクタンスである。この表式から、弱
局在から、強局在まで局在長 ξ の大きさ一つで、電気伝導は求められることを意味してい
るのである。この VWの理論式から β(g)を求めると図 3.15のようになる。つまりこの
ことはスケーリング関数 β(g)の具体的表式を与えたことになるである。
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図 3.15: 自己無撞着理論による β 関数 d = 1, 2, 3は次元

3.5 Anderson転移のユニバーサリティ・クラス

3.5.1 2次元系におけるスケーリング理論の問題点

スケーリング理論によって、2次元以下では常に Anderson局在するという結論から弱
局在の議論を進めてきたが、実際の 2次元系では、このスケーリング理論の結論と矛盾す
る現象が存在することも事実である。その一例は、スピン軌道相互作用が強い 2次元電子
系における反局在効果である。この系は乱れが弱い時、温度を下げるとコンダクタンスが
増加することが実験的にも知られている。温度と非弾性散乱長 lp は lp ∝ T−2p(p > 0)と
いう関係があるため、温度を下げると、非弾性散乱長が増加し有効的にシステムサイズ L

が増加すると考えられる。そのため、この実験結果は 2次元系でありながら金属相の存在
を示唆している。
また、2次元電子系に垂直磁場を印加した時に生ずる量子 Hall効果 [51]もその一例で
ある。量子 Hall 効果では Hall 伝導率 σH が e2/h を単位とし量子化され、図 3.16 のよ
うに磁場やゲート電圧を変化させても σH が一定となるプラトー領域が現れる。プラトー
領域では縦伝導率 σxx 縦抵抗率 ρxx とともにゼロとなり (ρxx = σxx/(σ

2
xx + σ2

xy))、バ
ルクの電子状態は Anderson局在している。ところが Hall伝導率 σH が、隣り合うプラ
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図 3.16: InSb劈開表面の測定では、2T程度の低磁場で明瞭な量子 Hall効果が観測され
ている。青線は Hall抵抗 RH、赤線は電流方向の縦抵抗 ρxx である。

トー領域に移る (プラトー転移)時、縦伝導率 σxx(= 1/ρxx)が有限となることがホール
バーを用いた実験でも観測される。これは系のバルクな状態が非局在状態となることを意
味しており、やはりスケーリング理論の結論とは矛盾している。
さらに、Bi2Se3 などに代表されるスピン軌道相互作用の強い 3次元トポロジカル絶縁
体の表面状態は、2次元表面であるにも関わらず、バルク状態のエネルギー・ギャップが
閉じない限り、常に非局在状態のままである。このような場合、図 3.9(b)の 2次元スケー
リング関数の赤線で示すようにゼロを超える点が存在することになる。

3.5.2 系の対称性、対称性クラス

この矛盾の原因を明らかにするために、スケーリング理論では無視されていたスピン軌
道相互作用や磁場が、電子の散乱現象にどのような寄与を及ぼすのかを考える必要があ
る。そのために、不純物による後方散乱を考えてみる。波数 k から k′ への散乱振幅は、
Born 近似を用いると、ポテンシャル項のフーリエ変換で与えられる。

〈k′ |V |k〉 =
∫

e−ik′·rV (r)e−ik·r ddr. (3.36)

磁場や磁性不純物がない場合は,系に時間反転対称性があるので、kから −kへの後方散
乱プロセスと、その逆の散乱プロセス、すなわち −k から k への散乱振幅は等しくなる
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ので、
〈−k |V |k〉 = + 〈k |V | − k〉 . (3.37)

散乱確率は、全散乱プロセスの散乱振幅の和の 2 乗で与えられるため、式 3.37 より後方
散乱の確率が強め合い高くなることが分かる。結果として、電子を局在状態に導く。
磁場を印加したり磁性不純物が存在すると、時間反転対称性が破れるため、式 3.37 は
成立せず、時間反転対称性がある場合と比較し局在の効果が弱まる。これは、負の磁気抵
抗と呼ばれる、磁場を印加することによりコンダクタンスが増加 (電気抵抗が低下)する
現象の物理的原因である。
一方、スピン軌道相互作用がある場合は、スピン回転対称性が破れるため、散乱振幅に
対してもスピンの寄与を考える必要がある。時間反転操作を行うと波数だけでなくスピン
の向きも反転するので、以下の関係式が成立する。

〈−k, ↑ |V |k, ↑〉 = + 〈k, ↓ |V | − k, ↓〉 . (3.38)

ここで、↑、↓は、それぞれ電子のアップ・ダウンスピンを表す。一方で、スピンの向きを
変えない後方散乱プロセスは、下記の式となり、負符号が付く (ダウンスピンについても
同様)。 〈

−k、↑ |V |k, ↑
〉
= −

〈
k、↑ |V | − k、↑

〉
. (3.39)

よって、相殺的な干渉となり、後方散乱の確率は弱め合う。
以上の議論から分かるように系の持つ対称性は、相転移と同様に Anderson 局在の性
質を大きく左右する。そのため Anderson局在・転移の議論を行う上で、対称性により分
類される「対称性クラス」を導入する。伝統的には、時間反転対称性とスピン回転対称
性の有無から表 3.2に示すように、3つのWigner-Dyson クラス (orthogonal、unitary、
symplecticクラス)に分類する。その後、1997 年に Altland と Zirnbauer により、不規
則電子系は粒子ホール対称性とカイラル (副格子)対称性という対称性も持ちうることを
考慮し、Anderson転移の対称性クラスは 10個に拡張された [52]。

Wigner-Dyson クラスに対するスケーリング関数 β(g)を 1/g で摂動展開すると以下の
ように記述される [57, 49]。

β(g) =


(d− 2)− 1/(πg)−O(g−4) (orthgonal),

(d− 2)− 1/(2π2g2)−O(g−4) (unitary),

(d− 2) + 1/(πg)−O(g−4) (symplectic).

(3.40)

symplecticクラスのコンダクタンスは、スピンについての和をとる。式 3.40から分かる
ように、スピン軌道相互作用の強い系 (symplectic クラス)のスケーリング関数 β(g)は、
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表 3.2: Anderson転移の Wigner-Dyson クラスに属する対称性クラスと数値計算により
得られた 2次元系における Anderson転移の臨界指数 ν と α0 を示す。unitaryクラスの
臨界指数は、量子 Hall–プラトー転移のものである。

対称性クラス TRS 時間反転対称性 SRS スピン回転対称性 ν α0

orthgonal 有り 有り — —
unitary 無し 有り/無し 2.59 [53] 2.26 [54]
symplectic 有り 無し 2.74 [55] 2.17 [56]

1/g 項の展開係数が正となる。よって、symplectic クラスは、2 次元でも β(g) > 0とな
りうるため、非局在状態が存在し、先に述べた反局在効果が実験により観測される。実際、
2 次元 symplectic クラスのスケーリング関数 β(g) を数値的に求めたところ、図 3.9(b)
の破線で示される曲線のように振る舞うことが確認された [55]。従って、β(g) = 0となる
点が存在することになり、2次元系でも Anderson転移が起こることが理解できる。
一方で、時間反転対称性が破れた unitaryクラスのスケーリング関数 β(g)は、最低次
の 1/g2 項の係数が負であるため、非局在状態は現れないはずである。従って、対称性の
議論だけでは、なぜ量子ホール系で非局在状態が現れるのかを説明できない。また、スピ
ン軌道相互作用の強い 3 次元トポロジカル絶縁体の表面状態が、全く局在しない理由も対
称性だけでは説明がつかないことになる。

弱局在理論、非線形 σ モデル、トポロジカル項
量子ホール系や 3 次元トポロジカル絶縁体の表面状態における非局在状態の原因を説
明するために、式 3.7、3.8のハミルトニアンに対する先進グリーン関数、遅延グリーン
関数を使う。久保公式によって解析的にコンダクタンスを計算し、ポテンシャル項 V (r)

で摂動展開し、その中から不規則系の伝導に寄与する散乱モード、すなわち Diffusionと
Cooperonを取り出すことにより、弱局在理論が構築される (第 3.3.1章)。
一方で、ポテンシャル項についての摂動展開を行わず、超対称性法やレプリカ法を用い
ることにより、グリーン関数に対して乱れ平均を行い、不規則電子系を記述する有効理論
である非線形 σ モデルを導出することもできる。しかしながら、超対称性法の計算結果
は、元々の問題が一電子近似ハミルトニアンであるにも関わらず、乱れ平均を行うことに
より多体の相互作用が現れることを意味しており、不規則系の難しさの一旦を垣間見るこ
とができる。そこで、各種変換を行い、導出された有効理論が不規則電子系における非線
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形 σ モデルである。このモデルでは、弱局在理論では扱えなかった強い乱れの寄与を調べ
ることができる。
更に、非線形 σ モデルでは、弱局在理論のような摂動的アプローチでは捉えることがで
きないトポロジカル項の存在を議論できる。このことにより、スケーリング理論では捉え
ることができなかった量子 Hall 系のプラトー転移は非線形 σ モデルにより説明される。
これらトポロジカル項の有無を項の有無を全ての対称性クラス・空間次元に対して調べる
ことにより、トポロジカル絶縁体・超伝導体の分類が行われた [58]。弱局在理論と非線形
σ モデルを用い、2次元の対称性だけでは説明がつかない非局在の現象を説明することが
できる。
以上のことから、Anderson転移における臨界現象のユニバーサリティ・クラスは、空
間次元、10個の対称性クラス、非線形 σ モデルにおけるトポロジカル項の有無の組み合
わせにより分類される。元々のスケーリング理論では 2次元系では Anderson転移が起こ
らないという予想であったが、実は対称性やトポロジカル項を考慮すると、2次元系では
10個の対称性クラスのうち、orthogonalクラス以外の 9個の対称性クラスで Anderson
転移が起こるという興味深い結論が導かれた。図 3.17では、Anderson局在の 10個に拡
張された対称性クラス一覧を示す。
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図 3.17: 1997 年に Altlandと Zirnbauerによりまとめられた Anderson転移の 10 個に
拡張された対称性クラス一覧。不規則電子系において、粒子-ホール対称性とカイラル (副
格子)対称性という対称性も持ちうることを考慮している。

3.6 弱局在領域の Anderson局在以外の局在効果
電気伝導率の対数的な変化を与えるのは Anderson局在の弱局在領域だけではない。近
藤効果、電子間相互作用によっても同様に対数的な変化が見られる。

3.6.1 近藤効果

近藤効果とは次のような現象である。Au, Ag, Cuなどの正常金属中に 0.1％程度の微
量な Mn や Fe などの磁性不純物が入ると、電気抵抗がある温度で極小値を示すことが
1930年代に発見された。つまり、通常の金属では常温で格子振動による散乱を受け、電
気抵抗を生じるが、温度を下げていくと格子振動による電気抵抗が T 5 に比例して減少し
ていく。ところが磁性希薄合金系では降温とともに再び抵抗が上昇しはじめるのである。
発見以来約 30年後の 1964年に近藤によってこの電気抵抗極小を説明する理論が発表さ
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れた。金属の自由電子と局在スピン S が交換相互作用する s-dハミルトニアン

H = H0 +Hs−d =
∑
kσ

εkc
†
kσckσ − J

2N

∑
kk′σσ′

c†k′σ′σσ′σckσ · S (3.41)

を考える。第 1項のH0 は伝導電子のエネルギーを表し、第 2項が s-d交換相互作用と呼
ばれるハミルトニアンである。第 2項は

Hs−d = −− J/2N
∑
kk′

{
(c†k′↑ck↑ − (c†k′↓ck↓)SZ + c†k′↑ck↓S− + c†k′↓ck↑S+

}
(3.42)

と表すこともできる。交換相互作用 J を負とすると、局在スピンと伝導電子スピンが反平
行のときにエネルギーが下がる。簡単な議論のために、局在スピン sの大きさを 1/2とす
る。電気伝導率ぴは平均自由時間 τk と Fermi面での電子の速度 vk を用いて

σ = −2e2

3Ω

∫
dεkτkv

2
kρ(εk)

∂f

∂εk
(3.43)

と表される。Ω,ρ(εk) はそれぞれ系の体積および伝導電子の状態密度である。散乱確率
1/τ(ε)をダイアグラムの方法を用いて 2次まで求め、電気抵抗を計算すると

R = RB

{
1 +

2Jρ
N

ln
kT

D
+ · · ·

}
(3.44)

となる。ここで RB は第一 Born近似による抵抗

RB =
2

3

mπ

e2~
Ω

εF

(
J

2N

)2

S(S + 1) (3.45)

である。この項は温度依存を持たない．その次の項が重要である。J < 0 としたから、
kT � D においては抵抗 Rが温度が下がるとともに対数的に増大することになる。これ
が抵抗極小を示す磁性希薄合金で、近藤効果と呼ばれている低温側での電気抵抗を増大さ
せる原因である。

3.6.2 電子間相互作用の効果

つぎに、電子間相互作用について論じる。運動量を q とエネルギー ωl(= 2πlT )(l: 整
数)を用いた電子間相互作用 v(q, ωl)の一次の範囲での、波数 k の状態に対する自己エネ
ルギーへの影響は λ = (2πεF τ)

−1 = 0のとき、図 3.18で与えられる [59]。
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図 3.18: 乱雑さがないとき (λ = 0)の Hartree-Fock近似での自己エネルギー

ここで、実線は電子のグリーン関数であり、εn = (2m + 1)πT (n:整数)を用いて次式
で与えられる。

G(k, iεn) = [iε+ εF − k2/2m+ isgn(εn)/2τ ]
−1 (3.46)

λ = (2πεF τ)
−1 6= 0のとき、図 3.18の過程に対する O(λ)の補正は図 3.19(a)-(e)で与え

られる。

図 3.19: 図の過程に対する λのオーダーの補正

ここで 2 重破線は図 3.20 で定義された電子–電子対伝播関数 [particle-particle(p-p
と略す)pair propagator] であり、破線は図 3.21 で与えられる電子-ホール対伝播関数
[particle-hole(p-hと略す)pair propagator]である。

図 3.20: p-p対伝播関数
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図 3.21: p-h対伝播関数

電子間相互作用により、|k| → kF , εN → 0の状態の準粒子の寿命 τ は次のような補正
をうける。

τ−1 → τ−1

[
1 + λg ln

1

4πτT

]
(3.47)

ここで、λ = (2πεF τ)
−1, g = g1 + g2 − (g3 + g4)で定義される結合定数で、図 3.19の

ダイアグラムに示した過程を表す。その結果、電気伝導率の温度依存性は

∆σ =
e2

2π2~
(g + p) lnT (3.48)

となる。同様に、Fermiエネルギーでの状態密度の変化は次のように与えられる。

N(0) → N(0)

[
1− 2λg ln

1

4πτT

]
(3.49)

これは、Hall係数の測定結果に現れる。すなわち、電気抵抗の温度依存性∆ρ(T )/ρ(0)と
Hall係数の温度依存性 ∆RH(T )/RH(0)が

2∆ρ(T )/ρ(0) = ∆RH(T )/RH(0) (3.50)

という関係がある [60]．

3.6.3 それぞれの局在の特徴

それでは、Anderson局在の弱局在、近藤効果、電子間相互作用を区別するためにはい
かなる物理量を測定すればいいかを考える。まず、Hall 係数の温度依存性には、電子間
相互作用があるときには式 3.50で表される温度依存性が現れる。一方、相互作用のない
Anderson局在ではこのような効果が現れない。近藤効果の場合は本質的に金属伝導であ
るから、同様に Hall係数は温度依存性を持たない。
次に、磁気抵抗には Anderson局在の弱局在の場合にのみ異方性が現れる。第 3.4.2章
でみたように弱局在領域においては磁場を伝導面に垂直に印加したときに

∆(H) ∼ αe2

2π2~
lnH (3.51)
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という対数的な依存性がみられる (磁場が大きいとき)。磁場は局在を抑制するので、磁場
を印加すると抵抗率が減少する (負の磁気抵抗)。一方、伝導面と平行に磁場を印加した場
合では磁気抵抗が現れない。このような異方的な磁気抵抗は近藤効果、電子間相互作用で
は現れない。
さらに、電気抵抗率の電場依存性 (非線形抵抗)を考える。弱局在領域においては、電場
に対しても対数的な依存が見られる。一方、近藤効果の場合は金属伝導であるので、非線
形抵抗は現れない。電子間相互作用の電場に対する影響はわかっていない。これを整理し
たのが表 3.3である。

表 3.3: 対数的な依存を与えるモデル

Anderson局在 電子間相互作用 近藤効果

Hall係数 温度依存 なし RH(T )/RH(0) = 2R(T )/R(0) 温度依存 なし
磁気抵抗 異方性のない負 正 or 負 異方性のない負
電流電圧特性 非線形 ?? オーミック

今までの議論で、lnT が Anderson局在の弱局在領域として定性的に考えられることが
わかった。一方、この領域では理論と定量的な比較ができる。そもそも対数依存性は、コ
ンダクタンス (電気伝導度) が系の大きさ L に対して σ ∼ σ0 − (e2/π2~) lnL という依
存性を持つことがその本質である。系の大きさが、温度や磁場、電場によってそれぞれ
LT , LH , LE というカットオフを受けるとき、実効的には

L−1
e = L−1

T + L−1
H + L−1

E + · · · (3.52)

で与えられる大きさ Le を考えればよい [61, 62]。
温度による項は拡散定数Dと非弾性散乱時間 τ を用いるとLT = (Dτi)

1/2で書ける。ま
た、磁場の項は古典的なサイクロトロン半径 Lc = (~/eB)1/2 で与えられる磁気長によっ
て決まる。電場の効果はオーミックヒーテイングモデルを考えると T−p ∝ E−p/(1+p/2)

という関係が示される。そのために、lnV の係数と lnT の係数の比は 1/(1 + p/2)にな
る。これらの関係は、つぎのとおりである。

∆(T ) =
e2

2π2~
αp lnT (3.53)

∆(H) =
e2

2π2~
α lnH (3.54)
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∆(E) =
e2

2π2~
αp

1 + p/2
lnE (3.55)

実際の実験では、上記それぞれの対数項のフイッテイングパラメーターを調べ、弱局在の
理論との整合性を調べることができる。
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第 4章

2次元超伝導–絶縁体 (S–I)転移

2次元超伝導物質とは、層状の結晶構造を持つ物質から薄片化された、厚み 1から数層の
超伝導物質の結晶の総称でである。2次元超伝導物質は、外部磁場や構造欠陥などの乱れ
に弱く、それら増加に伴い S–I転移を生じることが知られている。これらの物質は、電気
抵抗がゼロから無限大へと変わるドラスティックな現象 (実験においては抵抗で M–I 転
移よりも大きな 15桁の変化を観測)であること、強磁場中の 2次元電子系でおこる量子
ホール液体–絶縁体転移と関連していることなどより興味深い分野である。近年の薄膜試
料作製技術の進歩により、原子レベルの厚さと高い結晶性をあわせ持つ「理想的な」2次
元超伝導体が、グラフェンを代表とするさまざまな物質系で発見されており、多くの研究
成果が発表されている [63]。

4.1 超伝導物質の転移温度と発現機構
超伝導現象は 1911 年に水銀 (超伝導転移温度 Tc = 4.2K) ではじめて発見された。長
らく超伝導の発現機構はわからなかったが、1957年に発表された BCS 理論 [40]により
明らかにされた。電子間にはクーロン斥力が働くが、もし電子間に引力があれば、2個の
電子が Cooper対とよばれる対をつくり、それが凝縮することで超伝導状態が発現する。
BCS 理論では、引力の起源は電子–格子相互作用にあるとされた。電子が格子 (イオン)
をゆがませ、そこにほかの電子が来てゆがみを感じることで、有効的な電子間引力が生じ
る。この発現機構をもつ超伝導体は多数発見され、発見以来 10年で 4Kというゆっくり
としたペースではあるが、順調に Tc の記録を伸ばしていった。しかし電子–格子相互作用
は弱いため、Tc は 30K程度が限界であろうと考えられていた。ところが、1986年、銅酸
化物超伝導体が発見され、Tc の記録は一気に 164Kまで跳ね上がった。この発現機構は、
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現在でも完全には解明されていないが、2次元面の伝導であり電子間引力の起源が単純な
電子–格子相互作用ではなく、スピン間の磁気相互作用である可能性がある。また、2008
年に発見された鉄系超伝導体 (Tc = 56K)も、単純な電子–格子相互作用では説明できな
い。磁気相互作用や、鉄原子軌道 (d軌道)の縮退に起因する特殊な電子状態などが議論さ
れている。これらの研究に基づき、高い Tc の実現には磁気相互作用が重要であると考え
られた。一方、2001年に発見された MgB2 は Tc = 39Kを記録したが、これは電子–格
子相互作用起源であった。また、2014年に発見された超高圧下の硫化水素にいたっては
Tc = 203Kであり、これも電子–格子相互作用起源と考えられている。高い Tc の実現の
発現機構の解明は、これからも研究が続けられている。

4.2 二次元超伝導物質について
超伝導の BCS 理論によると、超伝導は物質内の極めて多数の電子 (∼ 1023 個) が

Cooper対を形成して bosonとして振る舞い、量子力学的に同一の状態に入った Bose凝
縮 (BEC)したものと捉えることができる。これにより、超伝導状態はマクロな数の電子
が関与しているにもかかわらず、単一のマクロ波動関数 ψ によって記述することができ、
これを超伝導のオーダーパラメーターとみなすことができる。特に、ψ の位相 θは超伝導
の物理において本質的な役割を果たす。二つの隣接した超伝導体が位相 θ1、θ2をもち、そ
の間に電子のやりとりが可能な場合には、位相差 θ1−θ2に依存したゼロ抵抗の電流 (超伝
導電流)が流れる。これを (直流)Josephson効果と呼び、超伝導体間の接合を Josephson
接合と呼ぶ。一方、Cooper対を壊して二つの一電子励起状態 (準粒子)を作るには、一般
に有限のエネルギー 2∆が必要であり、超伝導体の状態密度は Fermi準位を挟んで 2∆の
範囲でゼロとなる。∆を超伝導エネルギーギャップと呼ぶ。また、オーダーパラメーター
ψに関する現象論的な方程式である Ginzburg Landau(GL)方程式から、超伝導の特徴的
な長さである GLコヒーレンス長 ξ が定義される。ξ より小さなスケールでオーダーパラ
メーターの振幅 |ψ|が変化することは、エネルギーを大きく損失するために許されない。
よって、厚さ tの超伝導薄膜を考えた場合に、t� ξ の場合は厚さ方向に ψ が変化できな
いため、この系は二次元的な自由度のみをもった二次元超伝導体とみなすことができる。
従来型の BCS超伝導体ではコヒーレンス長の大きさは数百 nm以上であるため、この意
味での二次元超伝導体であるためには、薄膜の厚さは原子スケールよりもずっと大きな値
でもよい。このため、試料作製は容易であり、1970年代から研究が行われてきた。
その成果によると、二次元超伝導体はオーダーパラメーター ψ の位相を用いて、古
典スピンの二次元 XY モデル (第 2.4 章参照) で記述できる。このモデルには有名な
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Mermin-Wagnerの定理 (2次元以下の空間次元、かつオーダーパラメーターが連続対称
性を持つ系では、有限温度における長距離秩序の存在を禁じられる)とする定理が適用さ
れ、二次元系では位相ゆらぎが発散する結果、長距離秩序相への有限温度での相転移が起
こらないことが帰結される [64]。
しかし、BCS 機構による Cooper 対の形成は、二次元であることによっては制限さ
れない。そこで実際には、上記の Mermin-Wagner の定理に抵触しないような (対称性
の破れを伴わないタイプの) 相転移が平均場での転移温度より低温で起きる。これが
Berezinskii-Kosterlitz-Thouless(BKT)転移 [65]である。この転移が起こると、それより
低温側ではオーダーパラメーターの相関がべき乗でしか減衰しない準長距離秩序が出現
し、物理的には多くの面で実質的な超伝導相として振る舞う。しかし、この超伝導状態も、
温度ではなく、乱れという制御パラメーターが系に導入されると、局在状態が発生し絶縁
体へと転移してしまう。

4.3 2次元極限と乱れ・膜厚による S–I転移
2次元系における超伝導転移において、BKT転移は、熱ゆらぎの観点から示されるが、

BCS機構によって決まる平均場的なレベルでの相転移温度 Tc0 に対する影響は考えてこ
なかった。この Tc0は、電子状態密度、電子間相互作用、そしてフォノン特性に依存する。
一般的に、金属の超伝導膜は膜厚 dが 10nm程度までは Tc0 はほぼ一定とみなせる。し
かし、膜厚 dが 1nmからさらに原子間隔程度 (0.2 ∼ 0.3nm)にまで減少すると、超伝導
転移温度は低下してゼロになるだけでなく、逆に試料抵抗は T → 0で増加する絶縁体的
な振る舞いを見せるようになる。この現象が超伝導–絶縁体 (S–I)転移という量子相転移
のひとつである。
このような 2 次元極限では、現実の試料には高い密度の欠陥が含まれており、場合に
よっては直径数 nm 以下の微粒子が 2 次元のネットワーク状につながった形状をとる。
よって試料の結晶性の乱れが超伝導に及ぼす影響を考慮しなければならない。まず最初に
考えるべき効果は乱れによって伝導電子がいわゆる Anderson 局在 (第 3.3 章参照) を起
こし、金属的な伝導が失われることで超伝導が消失する効果である。これは、超伝導秩序
の振幅 |Ψ| がゼロになることで起こると言い換えることもできる。これに対して、1990
年ごろから実験および理論の双方が進展した結果、少なくとも S–I転移の転移点近傍では
超伝導秩序の振幅の大きさはまだ十分に保たれており、オーダーパラメーターの位相 θの
ゆらぎが S–I転移を引き起こしていると考えられるようになってきた。この位相のゆらぎ
は BKT転移のような熱的なゆらぎではなく、量子力学的に誘起されるものである。この
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描像では S–I転移は、系のハミルトニアンのパラメーターが変化することで異なる電子相
の間を移り変わる量子相転移として理解できる。
なお、この S–I転移の研究で重要になる試料の作製方法は、常温真空蒸着法、スパッタ
法、MBE 法などがあるが、本論文に記載した、Pb 超薄膜は極低温蒸着法を用いている
(第 9章参照)。

4.4 量子相転移としての S–I転移と臨界抵抗
これまで見てきたように超伝等のオーダーパラメーターはその位相が固定化するこ
とで巨視的な量子状態としての超伝導状態が確立する。オーダーパラメーターの位相は
Cooper対の位相と考えてもよい。Cooper対の位相 θ と粒子数 N の間には最子力学にお
ける不確定性関係が存在し、それぞれの不確定さ (量子力学的なゆらぎ) を ∆θ、∆N と
すると、∆θ∆N ∼ 1 の関係が成り立つ。通常の超伝導体は位相が確定しているので ∆θ

が非常に小さく、逆に∆N は非常に大きい。いま、系の乱れが大きくなることで電子が局
在化した状況を考えよう。単純には、電子があちこちのポテンシャルの深い穴に束縛され
て容易に脱出できないような状況をイメージする。このとき、局在化したことにより粒子
数のゆらぎ ∆N が減るので、位相のゆらぎ ∆θ は逆に増加する。位相のゆらぎは vortex
の形成につながるので、乱れた系では vortexが量子力学的なゆらぎによって多量に発生
することになる。このような vortexが動くと電圧を誘起し、ゼロ抵抗の発現を抑制し局
在が起こる。
乱れた 2次元超伝導体における Cooper対の位相と粒子数のゆらぎを記述する代表的な
理論として、Fisherの理論がある [19]。この理論によると、系のハミルトニアンは Cooper
対を bosonとみなして記述することが可能であり、また vortexを bosonとみなして同じ
ハミルトニアンを記述することも可能である。Cooper 対と vortex は互いに役割を入れ
替えることができ、これを双対性として捉えることができる。超伝導転移を Cooper対の
Bose凝縮とみなすと、それに双対な状態として vortexが Bose凝縮した状態の存在が導
かれる。Cooper対の Bose凝縮状態では Cooper対が自由に動くことができ、vortexは
局在して動くことができないため、抵抗はゼロとなる。逆に、双対な vortexの Bose凝縮
状態は、vortexが自由に動くことができ、Cooper対は局在して動くことができないため
に抵抗が無限大となる、いわば超伝導の逆である「超絶縁相」と言ってもいいような状態
がでくる。この 2つの状態は T＝0で実現する量子相であり、系の乱れが弱い極限では超
伝導層が、乱れが強い極限では絶縁層が実現する。乱れの強さをバラメーターとしてゼロ
から大きくしていくと、超伝様相から絶縁層への量子相転移を起こすことが結論付けられ
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る。この S–I 転移は、超伝導微小接合における Josephson 結合エネルギーと帯電エネル
ギーの競合、エネルギーの散逸の観点からも議論されている。
実験的には、乱れの強さは試料の面抵抗値 (2次元抵抗値)に反映されるため、ある臨界
面紙抗で S–I転移が起こることが予想される。Goldman、丹田らの実験をはじめ、多くの
研究者の実験の結果、臨界面抵抗は、量子化抵抗 h/4e2 = 6.45kΩに近い値をとることが
知られている (第 4.6章、第 6章参照)。臨界面抵抗値を境界にして、超伝導的な温度変化
を示す領域と絶縁体的な温度変化を示す領域とに分離しているため、Fisherの理論は、こ
れら実験事実を説明するため、広く受け入れられるようになった。この R ' h/4e2 は普
遍的臨界面抵抗と呼ばれ、物質によらず超伝導と絶縁体を分ける境界の抵抗値だと考えら
れている。即ち絶対零度では超伝導状態、絶縁状態 (抵抗値無限大)、そして R = h/4e2

の普遍値を持つ状態の 3態しかない。
S–I転移において臨界面抵抗が h/4e2 になることは、直感的には以下のようにして理解
できる。Josephson接合アレイ上による S–I転移の例を下記の図 4.1、4.2に示す。

図 4.1: 超伝導状態の Josephson接合アレイ。CPは Cooper対、Vは vortexを示す。こ
の場合、双対性により、Cooper対と vortex は互いに役割を入れ替えることができる。

(a) 超伝導状態 (b) 臨界状態 (c) 超絶縁相状態

図 4.2: (a) Cooper対の Bose凝縮状態では Cooper対が自由に動くことができ、vortex
は局在して動くことができないため、抵抗はゼロとなる。(b) Cooper対、vortexともに
同じく自由に動き有限の抵抗が発生。臨界面抵抗を発生。(c) 双対な vortexの Bose凝縮
状態は、vortexが自由に動くことができ、Cooper対は局在して動くことができないため
に抵抗が無限大となる。超伝導の逆である。

臨界点では Cooper対と vortexの両方が動くことができるため、試料の抵抗は有限の値
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をとる。この状況で外部から電流を流すことを考える。電流は Cooper対によって運ばれ
るので、時間 dtの間に試料を通過した Cooper対の数を dNc とすると、電流 I は、

I = 2e
dNc

dt
(4.1)

である。一方、電流は vortex に対して直交する方向に Lorentz 力を及ぼし、vortex が
移動することによる電流の方向に電圧 V を引きをこす。時間 dt の間に試料を通過した
vortexの数を dNv とすると、

V =
h

2e

dNv

dt
(4.2)

となる (この式は、vortexが 1個通過するたびに端子間の位相差 ∆θ が 2π だけ変化する
ことを用いて、Josephson関係式 V = (~/2e)d∆θ/dtから導かれる)。ここで Cooper対
と vortex の自己双対性 (2 つの役割を入れ替えても系のハミルトニアンが不変であるこ
と)を仮定して dNc/dt = dNv/dtとおくと、臨界抵抗値として

Rc =
V

I
=

h

4e2
(4.3)

が得られる。実際は Cooper 対と vortex の自己双対性はあくまで近似的なものなので、
Rc は h/4e2 からずれるが、オーダーとしてはこの程度の値になることが予想される。

4.5 Fisherのスケーリング理論 : 乱れによる S–I転移
S–I転移が量子相転移である根拠として、温度や乱れに対する試料面抵抗がスケーリン
グ則に従うことがあげられる。量子相転移が 2次相転移であるとき、熱力学的相転移の場
合と同じように、その臨界点近傍でオーダーパラメーターの空間的なゆらぎを示す相関長
ξ が定義できる。相転移を引き起こす乱れを反映するパラメーターとして膜厚 dをとり、
臨界点における値を dc とすると、d → dc で相関長は、ξ ∼ |d− dc|−ν のように発散す
る。ここで ν は相関長に関する臨界指数である。一方、系の時間的なゆらぎを表す特徴的
な周波数 Ωが存在して、d→ dc で系のゆらぎは極めて遅くなる。Ωは動的臨界指数 z を
用いて Ω ∝ ξ−z と表すことができ、よって Ω ∼ |d− dc|zν の関係式が得られる。このと
き、系の量子ゆらぎのエネルギー ~Ωは有限温度での熱ゆらぎのエネルギー kBT によっ
てスケールされるため、系のの物理量は ~Ω/kBT によって一意的に決まる。これらの考
察から、面抵抗値 R� は次の形で表すことができる。

R�(d− dc, T ) = Rcf

(
|d− dc|
T 1/zν

)
(4.4)

65



ここで、Rc は臨界面抵抗値、f(x)は、f(0) = 1を満たすスケーリング関数である。初期
の Bi薄膜を用いた代表的な実験結果を図 4.3に示す。

図 4.3: 急冷凝縮法により作成した Bi薄膜の面抵抗値をスケーリング変数 |d− dc| /T zν

の横軸でプロットしたグラフ [66]

R < Rc の超伝導相と R > Rc(Rc = 8.0kΩ)の絶縁相のそれぞれの領域で、異なる温度
T と膜厚 d に対する面抵抗値が 1 つの曲線に乗ることがわかる。よって、量子相転移に
おける臨界的振る舞いが観測されたものと解釈できる。この実験では、臨界指数の積は
zν = 1.2± 0.2と求められた。第 2章で述べたように、臨界指数は異なる物理系や条件下
で見られる相転移が、同じ普遍的な特性を持つクラス、つまりユニバーサリティクラスに
対応する。そのため、この臨界指数を使って、S–I転移がどのようなユニバーサリティク
ラスをもつ理論モデルに対応するのか、議論され続けている。
この Fisherのスケーリングは、臨界点付近の世界である Cooper対と vortexの boson
としての競合を表現しているのに対し、第 3.3で述べた β 関数スケーリングは、状態の両
極限 (絶縁体と金属)からのつながりを表現しており、同じ相転移を表すスケーリングで
も表現範囲が異なると言える。
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4.6 Goldmanのスケーリング アモルファス膜 Bi
極低温蒸着法で作成されたアモルファス膜の例として、A.M.Goldman らの Bi 薄膜

[67] の例を挙げる。前述した臨界面抵抗の検証だけでなく、S–I 転移において Fisher の
bosonのみの描像とは異なる可能性を示唆している。
彼等は基板としてアルミナ基板に約 6Åの Ge膜を使い、その上に Biを蒸着した。臨
界面抵抗の検証と、膜厚は水晶振動子モニターで測定した。水晶振動子に蒸着原子が付着
すると水晶振動子の振動周波数が変化する。その変化から膜厚を見積もることが出来る。
彼等の実験結果を図 4.4 に示す。

図 4.4: Biアモルファス膜の膜厚変化による抵抗-温度特性。膜厚を 4.36Åから 74.27Åま
で変化させた時の電気抵抗を測定。

彼等は膜厚を 4.36Åから 74.27Åまで変化させた時の電気抵抗を測定している。最初絶
縁体であったものが膜厚を厚くしていくにつれて局在の程度を弱めていき、膜厚が 6.73Å
の時、超伝導を示し、S–I転移を観測している。彼等が主張するところによればこの超伝
導と絶縁体の境界の抵抗値は臨界面抵抗 R = h/4e2 ' 6.5(KΩ)に近い。
この実験結果に対して Goldmanらは独自のスケーリング関数 [68, 69]を用いて解析し
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た。Goldman らは Fisher が提唱したスケーリング理論とは別に独自のスケーリング関
数を用いている。縦軸に 4e2/hで規格化したコンダクタンス G、横軸に lnT を配置した
データを図 4.5に示す。彼等が第一に主張するのは絶縁体領域にある一連の膜に対して G

図 4.5: Goldman らのコンダクタンス温度依存性。縦軸に 4e2/h で規格化したコンダク
タンス G、横軸に lnT を用いる。

vs lnT が適当にスケールできるというものである。全ての絶縁体領域おいて、全温度領
域においてスケールが成功する。即ち絶縁体領域の膜は一つのカーブに乗る。数学的に、
コンダクタンスは次のようにスケールされた形で書ける。

G = G(T, d) = G(T/T I
0 (d)) (4.5)

ここで dは膜厚、T I
0 は特徴的パラメーターと呼ばれるので I は絶縁体領域を示す。隣り

合ったカーブを持つ 2つの膜の T I
0 の比は G vs lnT 上のプロットで重なりあうようにし

て決めらる。膜厚がもっとも薄い膜のコンダクタンスは、

G = G0 exp(−T I
0 /T ) (4.6)

G ' 0.174

のように振る舞う。ここの膜の T I
0 は、絶対値領域にある膜のコンダクタンスを

G ∼ G0 exp(−T I
0 /T ) (4.7)
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のアレニウス型の伝導を示すと仮定し、そのデータを縦軸 lnG、横軸 1/T のグラフに
プロットしその時の直線の傾きから T I

0 が求まる。ここで注意しなければならないのは
Goldman らは絶縁体領域の伝導機構としてすべての膜に対してアレニウス型の強局在の
伝導機構を仮定していることである。2次元の局在領域での伝導率の温度依存性の関数系
である σ ∝ lnT や、VRH型の σ ∝ exp(T0/T

1/2)が知られているが、その伝導機構を全
く考慮していない。
次に彼らは超伝導領域においても同様な操作を繰り返した。超伝導領域では、TS

0 を用
いて、低温領域での抵抗が、exp(−TS

0 /T )でゼロに近づくと仮定し TS
0 を求める。こうし

て求めた各々の膜の T I
0 と TS

0 を用い、彼らの仮定したスケーリング関数

G = G(T/T I
0 (d)), G(T/T

S
0 (d)) (4.8)

で、スケールしたのが図 4.6である。温度が低下するにしたがって上向きのカーブと下向

図 4.6: Goldmanらは独自のスケーリング関数解析。絶縁体および超伝導 Bi薄膜のコン
ダクタンス Gと ln(T/T I

0 )(局在側) および ln(T/TS
0 )(超伝導側)。

きが各超伝導と絶縁体領域のデータをスケールしたものである。これがスケーリングに成
功しているという主張を Goldmanらは述べている。更に、求めた T I

0、TS
0 を用いて臨界

領域に対する解析を行っている。彼等が行なった解析方法はこの乱れに対する新たなパラ
メーター δ を導入し T I

0、TS
0 vsδ のプロットをする事である。彼等が導入した δ は

δ(14K) = R/R0 − 1 (4.9)

である。Rは各々の膜の 14Kでの面抵抗であり R0 は 14Kでの超伝導体と絶縁体の境目
の膜の面抵抗で、彼等はその値として 6.42KΩ をとっている。これは普遍的臨界面抵抗
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図 4.7: Goldman らは独自のスケーリング関数解析。ここで、R は T = 14K での面抵
抗、R0 は最もコンダクタンスの大きな絶縁体膜と最もコンダクタンスの小さな超伝導膜
の 14Kでの平均面抵抗であり、δ は式 4.9によって求められる。

h/4e2 に非常に近い値である。このプロット図を図 4.7に示す。明らかに δ(14K) = 0 の
ところで、T I

0、TS
0 が急に落ち込んでいる。Goldmanらは δ(14K) = 0の近くの臨界領

域の T I
0 と TS

0 の振る舞いを

T I
0 ∼ [δ(14K)]i (4.10)

TS
0 ∼ [−δ(14K)]s (4.11)

と仮定し、そのべき指数を求めている。

i = 2.8± 0.4 (4.12)
s = 1.5± 0.2 (4.13)

iと sが約 2倍違う事について Goldman らはこの違いは本質的なものであって超伝導体
の δ は既に臨界領域にない可能性があると示唆している。
これらの結果は、h/4e2 の臨界面抵抗を境にして絶縁体から超伝導体への直接の転移の
証拠であり、つまりオーダーパラメーターは系が絶縁体に近づくにつれてゼロになること
を意味している。よってアモルファス薄膜では、先ほど述べた Fisherらの bosonのみに
よる S–I転移とは違うことを Goldmanらは示唆した。微粒子薄膜においては、転移温度
以下で有限抵抗が残り温度減少とともに抵抗が大きくなる reentrant抵抗や、温度に抵抗
値が寄らない flat-tail抵抗の観測が報告されている [70, 71, 67]。reentrant抵抗は、系に
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おける散逸減少も深くかかわっていることが示唆されているが [72, 73]、flat-tail抵抗に
関してはその存在が本質的なものなのかは議論が続いている。

4.7 磁場変調型 S–I転移
今までは、乱れによって誘起された超伝導位相の量子ゆらぎが vortexを発生させる状
況を扱ってきた。つまり、Cooper対と vortexの bosonとしての競合が、量子相転移とし
ての S–I転移を引き起こす。同様の S–I転移は、乱れを一定にしたまま、外部磁場を印加
して vortexを導入することでも観測される。図 4.8 の左グラフは、酸化インジウム濃膜
を用いた初期の代表的な実験である [74]。ゼロ磁場では Tc = 0.29Kの明瞭な超伝導転移
を示すものの、磁場 B ≈ 0.5T の印加により、最低温度域 (T ≈ 0.01K)での面抵抗の温
度依存性が超伝導的な振る舞い (dR/dT > 0) から絶縁体的な振る舞い (dR/dT < 0)へ
と変化する。

図 4.8: 酸化インジウム薄膜の磁場変調型 S–I転移グラフ [74]

一方で、絶縁体転移を引き起こす磁場の領域でも、Tc ≈ 0.5Kの高温側では抵抗は減少し
ており、試料中には Cooper対が形成されていることを示唆している。すなわち、臨界点
付近ではまだ超伝導のオーダーパラメーターの振幅 |Ψ|は有限の値をとっていて、S–I転
移は位相の量子ゆらぎによって生じていると考えられる。
この相転移が量子相転移ならば、磁場 B を量子相転移を引き起こすパラメーターとし
て、式 4.4 と同様のスケーリング理論が適応できる。この場合、臨界磁場を Bc として、
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面抵抗値は式 4.4における変数を d − dc → B − Bc と置き換えることで以下の式により
表される。

R�(B −Bc, T ) = Rcf

(
|B −Bc|
T 1/zBνB

)
(4.14)

図 4.8 の右グラフは スケーリング解析の結果を示す。B < Bc の超伝導相と B > Bc の
絶縁相のそれぞれの領域で、面抵抗値のデータは 1 つの曲線に乗り、臨界指数の積とし
て、zBνB＝1.26 が得られている。また、臨界面抵抗は R� = 4.45kΩ であり、量子化抵
抗 h/4e2 = 6.45kΩ に近い。これらの実験事実から、外部機場の印加による S–I 転移は
Cooper対と vortexの 2種類の bosonの競合による量子相転移であると結論付けられる。
第 6 章では、当研究室で明らかにした銅酸化物 Nd2–xCexCuO4 薄膜における磁場変調
S–I転移について説明する。

4.8 Fisherの 2次元超伝導体の相図と Bose glass
今までの Fisherの理論をまとめると、2次元超伝導体は、温度 T、磁場の大きさ B、乱
れの大きさ ∆を軸とした場合の相図 4.9をもつ [19]。特に T = 0での量子相転移に注目
すると、系は乱れが小さく低磁場の領域では超伝導相となり、乱れが大きいもしくは高磁
場の領域では絶縁体相となる。この 2つの相の間には他の相は存在せず、乱れの大きさま
たは磁場をパラメーターとして変化させることで、系は超伝導相と絶縁相の間を直接に移
り変わる。第 2.8章で述べたように、この超伝導相と絶縁体相の間にどのような変化が起
こっているのか、双対性の考え方を使いながら本論文では議論していく。
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図 4.9: Fisherの理論による、乱れ∆/磁場 B/温度 T 軸の 2次元超伝導体の相図 [74]

この相図では、磁場変調時の超伝導相は vortex glass相、絶縁体相は electron glass相
と表記されている。glass状態とはオーダーパラメーターがランダムではあるが、固定さ
れた値をとることを意味している。vortex glass状態であれば、電荷を運ぶ Cooper対が
自由に動けている状態であるため超伝導状態であり、electron glass状態は、電荷を運ぶ
Cooper対が glass状態であるため局在 (絶縁体)状態と言える。本論文では、電荷を運ぶ
Cooper対が glass状態で局在している状態を、Bose glassと呼ぶ。一方、Cooper対では
ない一電子である fermionが glass状態で局在している状態を Fermi glassと呼ぶ。しか
しながら、Bose glass、Fermi glassどちらも局在 (絶縁体)状態の電気抵抗測定は有限で
あり、Bose glass 相は、対称性が壊れておらず、同時にスペクトルに有限のエネルギー
ギャップがないため、実験では非常に見つけにくいものであった。次節では、その Bose
glassの確認できた実験例を示す。
この Fisherの相図では、前提がすべて bosonだと思われるが、Bose glass、Fermi glass
を加え、拡張できるはずである。
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4.9 Bose glassとその実験
前節で述べたように Bose glassは、ランダムポテンシャルが存在する系において、電荷
を運ぶ Cooper対である bosonが局在化する状態を指す。この概念は、不純物や欠陥など
の不規則性が原因で、boson(例えば、He4原子や光子、冷却原子など整数スピンを持つ粒
子)が広がることなく局在化する状況を表す。

Bose glass の主な特徴として、不規則な環境において boson が局在する状態であり、
これは、Anderson局在の一種と見なすことができる [75]。しかし、相互作用する boson
は任意に強い非線形性を持つ物質波であり、ランダムポテンシャルでの局在特性は標準
的な Anderson 局在理論からは導き出すことができない。強く相互作用する boson の場
合、Anderson局在化が Bose glass内に現れることが予測されている [76, 16]。この Bose
glassでは、個々の粒子ではなく、系の集団モードが任意の大きさの領域に Anderson局
在し、ギャップレスなエネルギースペクトルと流体の有限圧縮性をもたらすことが予測さ
れ、超流動や BECなどの他の状態とは対照的である。また、Fermi glassとの類似してお
り、同様に不規則な電荷分布を持つ非晶質の電子状態である。

4.9.1 Hall抵抗における Bose glass

Paalanen らは、アモルファス酸化インジウム薄膜超伝導体 (InO) の縦方向抵抗 Rxx

と横方向抵抗 (Hall抵抗)Rxy の温度依存性と磁場依存性の測定から、乱れもしくは磁場
に対して、異なる絶縁体相、つまり Bose glassと Fermi glassが存在することを明らかに
した [77]。固定された乱れと低温での磁場変調では、Rxx が発散する臨界磁場があり、超
伝導体は局在 Cooper対を持つ Bose glass絶縁体に変化する。さらにより高い磁場では、
Rxy が発散する 2番目の臨界磁場が存在し、Cooper対は結合を解き、Fermi glass 絶縁
体を特徴づける局在した単一電子が支配する。下記は、Paalanenらが、これらについて
まとめた事象について述べる。

実験内容
glass基板または酸化シリコン基板上に、厚さ 100Å、幅 200µmのアモルファス複合酸
化インジウム (InO)膜を、抵抗率が異なるように作製した。図 4.10 の上部に示した挿入
図にあるように 3組の等間隔電圧タップにより、
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図 4.10: 3.87T < B < 6.96T の磁場における 100 Å 厚の InO 膜の Rxy の温度依存性。
挿入図は、Rxx と Rxy の測定に使用した電圧リードの配置を示す平面図。

2つの独立した電圧測定 (V12 または V45、V23 または V56)により Rxx を、3つの独立
した電圧測定 (V14、V25、V36)により Rxy を測定している。同じ薄膜の隣接するセグメ
ントの Rxx の測定値が約 0.1%以内で一致していることを確認した。これは、薄膜の特性
の優れた均一性を示しています。Rxy は両電場極性で測定され、分極ずれ電圧は Hall電
圧より 2倍以上高くなっていない。
図 4.10 に、3.87 ∼ 6.96Tの磁場間隔での Rxy 温度依存性を示す。水平矢印で示した
臨界抵抗 R∗

xy は、臨界磁場 Bc
xy 以下では Rxy が T → 0でゼロに近づき (超伝導状態)、

それ以上では Rxy が T → 0で無限大とる (絶縁体状態)。抵抗変化のスケールが著しく小
さくなっていることを除けば、これらのデータは S–I転移を示すのに用いた Rxx のデー
タと驚くほどよく似ている [74]。図 4.11は、70 ∼ 500mKの範囲で等間隔に配置された
温度において、図 4.10の Rxy データを B で割ったものを B に対してプロットしたもの
である。
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図 4.11: 図.4.10 のデータから補間した Rxy/B の磁場依存性 (70mK < 500mKの範囲で
等間隔に配置)。R∗

xy = 12.4Ω と Bc
xy = 5.1T(縦矢印) から 2.6 × 1014cm−2(横矢印) の

面内電子密度が得られていることがわかる。

臨界磁場 Bc
xy で、等温線が「結び目」になってしまう現象は 5つの薄膜試料で同様に

顕著であり、縦軸に Rxy と Rxy/B のどちらを取っても等温線は等しくなった。さらに、
図 4.10の等磁場線から求めた R∗

xy と Bc
xy の値は、図 4.11の等温線から求めた値とよく

一致する。したがって、これらのデータは、Rxy が小さくおそらくゼロの状態から、Rxy

が大きく、おそらく無限の状態への T = 0遷移 (量子転移)をパラメーター化する、温度
に依存しない R∗

xy と Bc
xy を示唆している。

興味深いことに、Rxx と Rxy の電場誘起発散は同じ電場の大きさでは起きない。図
4.12 では、横軸を磁場とし、40−, 100−, 200−mKの Rxx(左側の縦軸)と Rxy(右側の縦
軸)の等温線がプロットされている。
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図 4.12: 左横軸は、Rxx の磁場変調依存性、右横軸は、Rxy の磁場変調依存性を示す。
Bc

xx と Bc
xy の分離を示す同じ薄膜を使った。

臨界磁場 Bc
xy は Bc

xx よりも明らかに大きい。これら実験結果は、図 4.10の挿入図に
示した電圧リードの入れ替えを行うことで、2つの独立した Rxx 測定と 3つの独立した
Rxy 測定の整合性が確認され、膜特性の空間的勾配が観測された差異をもたらした可能性
を排除できている。
臨界磁場 Bc

xx と Bc
xy、抵抗値 R∗

xx と R∗
xy の乱れ度に対する系統的な依存性を、5つの

膜について図 4.13 に示す。
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図 4.13: 横軸を Bc
xy にしたときの 5つの薄膜の試料における (a)Bc

xx/B
c
xy 依存関係と、

(b)R∗
xy 依存関係。乱れが減少すると、Bc

xy が増加する。

横軸の変数 Bc
xy は、乱れ度合い ∆ の逆数尺度である。つまり、Bc

xy が大きいほど、
抵抗率が低く (乱れが少ない)、より Tc が高いきれいな膜を表す。図 4.13(a) は、Bxx

が、乱れが大きくなると Bc
xy より著しく小さくなることを示している。図 4.13 (b)

は、R∗
xx のように R∗

xy は、∆ に依存せず一定ではなく、∆ の増加とともに増加するこ
とを示している。R∗

xy の 3 倍の増加は、これらの同じ 5 つの薄膜について測定された
R∗

xx = 6245± 420Ω/� ≈ h/4e2 の比較的一定の値と対比されるべきである。
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Bose glassへの転移
2 次元超伝導体の T = 0 相について、図 4.10 から 図 4.13 のデータから推測される
もっともらしいシナリオを、図 4.14(b)の R vs Bの模式図にまとめている。

図 4.14: 垂直磁場 B における 2次元超伝導体の vortex glass 相、Bose glass相、Fermi
glass 相の関係を示した模式図。(a) 磁場 B と乱れの大きさ ∆ の関数としての各相を示
す。臨界乱雑度 ∆c が B = 0のときの S–I転移を示し、∆c0 が B = 0のときの局在した
Cooper対の消滅を示す。(b) 臨界磁場 Bc

xx と Bc
xy それぞれにおける、臨界抵抗 R∗

xx と
R∗

xy を通じた Rxx と Rxy の発散を示す。

低磁場 B < Bc
xx では、薄膜は超伝導の vortex glass状態にあり、Rxx と Rxy は共に
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ゼロである。B = Bc
xx で S–I境界となり、Rxx は発散し、R∗

xx で臨界となる。実験的に
は (図 4.12 参照)、Rxy が温度のゼロ限界で正確にゼロであるか、あるいは小さく B に対
して線形であるかどうかは分からない。しかし、より高い磁場、Bc

xx < B < Bc
xy の範囲

では、局在電荷 Cooper対を含む Bose glass相が存在することが確かめられた。

4.9.2 Ni化合物 NiCl2-4 SC(NH2)2 の Bose glass

Ni系化合物である NiCl2-4 SC(NH2)2 という物質は、結晶場と平行に磁場をかけて温
度を下げていくと、ある温度 Tc で相転移し、3 次元的な磁気秩序を持つことが実験に
よって調べられている。この磁場誘起の相転移は magnon の BEC として理解できるた
め、NiCl2-4 SC(NH2)2 は最近実験的に盛んに調べられている。

Yu らは Br ドーピングされた NiCl2-4 SC(NH2)2 を使って、Bose glass の観測につ
いて報告した [78]。Br ドーピングによる効果は、boson ホッピング伝導に乱れを導入
し、ゼロ磁場まで Bose glassに局在化させ、最終的に非圧縮性Mott glassになる。Bose
glass(ギャップレススピン液体) から BEC(磁気秩序相) への転移は、変調磁場に対する
スケーリングを支配する普遍的な臨界指数によって示され、理論予測と非常によく一致
した。
図 4.15に示すように、Brドーピングは、NiCl2-4 SC(NH2)2 に BECから Bose glass
の遷移を起こすことができる。図 4.16では、量子モンテカルロシミュレーション (QMC)
データと、比熱と磁化測定からのデータを元に相図を作成した。ドーピングすることに
より、Mott絶縁体と BECの間に Bose glass相が存在している。また、磁場の大きさに
よって、3次元的な磁気秩序を持つ温度 Tc が変化するため、Tc ∝ |H −Hc|φ をプロット
し、φの値を QMCと比較した。これより、Bose glass-– BECの転移は、φ ≈ 1− 1.1 の
ユニバーサルな臨界指数を得ることができた。
この物質においても磁場変調による Bose glassの発現を確認できたことになる。
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図 4.15: NiCl2-4 SC(NH2)2 と Brドーピングされた NiCl2-4 SC(NH2)2 の boson相の概
念図 [78]。ドーピングしていない場合、c軸に沿った磁場の増加 (紫色の矢印)によって、
密度 n = 1でMott絶縁体相 (a)から非局在化過剰 boson(シアン色で示す)を注入するこ
とで BEC相 (b)に移行する。ドープされた場合、弱い磁場では、Bose glass相 (c)で局在
化しインコヒーレントである Br領域 (オレンジ色の結合で示す)に余分な bosonを注入
することができる。その局在化した波動関数を水色の線で表現している。対応するスピン
の局所配向を矢印で示す (矢印が濃いほど、磁場によって誘起される揺らぎのある横モー
メントが大きい)。磁場をさらに増加させると、局在領域間の過剰 bosonのコヒーレント
トンネリングを介した位相コヒーレンスのパーコレーションが起こり、非一様な BECが
生じる (d)。強磁場 H . Hc2 の場合、Br結合から離れたスピンは飽和/二重占有に近く
(濃い青色で表される)、Br が豊富な領域でのみ、boson のホールに対応する無極性スピ
ン/占有サイトが生き残る (e)。これらのホールは、強磁場 Bose glassに入ると、切断さ
れた互いにインコヒーレントな状態に局在化する (f)。
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図 4.16: NiCl2-4 SC(NH2)2 における磁場と温度の相図。a: 量子モンテカルロシミュ
レーション (QMC) データと比較した、比熱と磁化測定からの Br ドーピングした
NiCl2-4 SC(NH2)2 の実験状態図。BEC、Bose glass(BG)、Mott glass(MG)を示す。ラ
イラック色の領域は、Mott絶縁体 (MI)相におけるスピンギャップの大きさを表してい
る。b:純粋な NiCl2-4 SC(NH2)2 の実験的相図。Bose glass相は存在しない。

図 4.17: 臨界磁場近くの臨界温度 Tc とのスケーリング。Tc と |H −Hc|をプロットする。
Hc1 は弱磁場 (図 4.16の左側の境目)、Hc2 は強磁場 (図 4.16の右側の境目)。
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4.10 超伝導転移温度以上での bosonの存在
超伝導体は、低温になると電子対である Cooper対が形成され、抵抗なく電気を流すこと
ができるようになる。Cooper対は通常、超伝導が発現する転移温度と同じ温度で形成さ
れると考えられているが、乱れのある超伝導体では、この転移温度付近、転移温度以上で
も Cooper対が存在することが議論されてきた。これらの実験例を 2つ紹介する。

4.10.1 TiNの超伝導転移温度以上での bosonの発見

Bastiaansらは、走査型トンネルノイズ分光法 (scanning tunneling noise spectroscopy)
を用いて、無秩序超伝導体である窒化チタン TiNにおけるキャリアの有効電荷を測定し
た。予想通り、転移温度以下では、有効電荷は 2電子電荷に等しかった。しかし、この状
態は臨界温度以上でもある程度持続することが確認され、通常の金属と同様に擬ギャップ
を持たず、対になった電子によって電荷を運ぶ状態であることがわかった。

Cooper 対が超伝導転移温度 (Tc) よりも高い温度で超伝導体内に存在できるという考
えは、いくつかの特定の超伝導体について研究されてきたが、直接的な実験的証拠は不足
している。走査トンネルノイズ分光法を用いて、実効電荷の 1 電子電荷から 2 電子電荷
への変化に相当するショットノイズの増大を観測することにより、乱れのある超伝導体
TiNにおいて、あらかじめ形成された Cooper対が Tc よりもはるかに高い温度まで存在
することを示された [79]。結果として、通常の金属と同様に、(擬似)ギャップを持たず、
Cooper対電子を介して電荷を運ぶ、Tc を超える状態の存在を示したことになる。
つまりこの乱れのある超伝導体 TiNは、超伝導転移温度以上で Cooper対が存在する
領域があり、かつ有限の電気抵抗を持つ状態が存在することから、Bose glassの存在を直
接的な実験的証拠によって示したと言える。
この研究は、ノイズ分光法によって測定されるトンネル実験におけるキャリアの有効電
荷に注目することで、乱れのある超伝導体の電荷キャリアの性質を決定することを目的
とした。メゾスコピック系におけるショットノイズ分光は、例えば超伝導体や分数量子
Hall実験において、有効電荷を決定するための強力なツールであることが証明されている
[80]。一般に、電圧 V でバイアスされた 2つのリード間のトンネリングは、ある事象の発
生がそれ以前の事象の発生と無関係に起きる確率過程、つまりポアソン過程である。電荷
の粒度に関連する電流ノイズ S =< (I− < I >)2 >は、キャリアの有効電荷 q∗ と電流 I

に比例する。すなわち、S = 2q∗|I|である。この関係により、キャリアの実効電荷を抽出
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することができる。これは、常伝導体・超伝導体接合では、超伝導ギャップより上のバイ
アスでは 1電子電荷 (1e)に等しくなりますが (図 4.18(B))、ギャップ内では 2eに等しく
なる。後者は電子対からの Andreev反射の結果であり、図 4.18(C)に示すように、輸送
される有効電荷が 2倍になる [81]。したがって、電子対の判別は単純かつ明確になる。常
伝導体・超伝導体接合系へのトンネル実験では、バイアスがギャップエネルギー以下に低
下すると正規化ノイズは S/2I = 1eから S/2I = 2eに変化するはずである。従来の超伝
導体を使った実験では、電子対の明らかな特徴としてショットノイズが 2倍になり、さら
に倍増することが確認された [81, 82]。
この実験では、図 4.19に示すように、試料 TiNは、超伝導転移温度以上の 2.3Kで正
規化ノイズにおいて S/2I = 2eが確認できた。よって超伝導転移温度以上にて電子対つ
まり Cooper対である bosonの存在を証明できた。
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図 4.18: 対電子を直接調査することができるノイズ分光法について [79]。A) さまざまな
電子状態の説明図。高温 (右)では、従来の金属状態は単一電子で構成されている。Tc 以
下 (左) では、これらの電子が結合して、Cooper 対のコヒーレント状態を形成する。こ
の 2つの領域の間 (中央)に、非コヒーレントな Cooper対の状態 (Bose glass)が存在す
ると予想。B) 単一電子の電荷を輸送する常伝導体・超伝導体接合。超伝導試料の特徴的
な状態密度を示しており、充填状態は青色、空状態は黄色で示され、ペアブレーキング
ギャップで区切られている。C) BCS超伝導体における Andreev反射過程。電子が正孔
を反射して Cooper対を超伝導体に移し、2eの電荷を効率的に移動させる。D) q∗ = 1e

と q∗ = 2eの輸送におけるバイアス電圧 eV の関数としてのノイズを示す図。常伝導体・
超伝導体接合の場合、期待されるノイズは灰色の曲線で示されている。
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図 4.19: 走査型ノイズ分光法による TiNのペアリングの実験証拠 [79]。(A) 2.3Kにおけ
る STM 探針と TiN 試料間のトンネル接合 (RJ = 5mΩ) のノイズ。(B) 2.3K における
有効電荷 q∗(V )の分光。両パネルとも、青い点は実験データを示し、破線は q∗ = 1eと
q∗ = 2eの場合に予想されるノイズを示す。青の網掛けは、微分コンダクタンスで観測さ
れたスペクトルギャップを示す。青い実線の曲線は、1eから 2eへのステップを示す。

4.10.2 マルチフラクタルによる超伝導転移温度の上昇

2010年頃より、S–I転移において、フラクタルの概念が導入されている。Burmistrov
ら [83, 84, 85, 86] は、弱いマルチフラクタル領域の乱れのある薄膜超伝導体において、
fermionと bosonの混合を可能にし、さらに Tc が高くなることを述べている (マルチフ
ラクタル構造については、図 3.8参照)。
マルチフラクタル性は、超伝導物質における電子波動関数の非均一な空間分布と密接に
関連している。以下のような観点で超伝導物質へ影響の可能性があることがわかってきて
いる。

超伝導ギャップと Cooper対の形成 : 超伝導状態は、電子が相互作用して Cooper 対を
形成することで特徴づけられるが、マルチフラクタルな電子波動関数は、特定の空
間領域に局在し、エネルギーが低い状態を形成する可能性がある。この局所化され
た領域において電子間相互作用が強化され、Cooper対形成が促進される可能性が
ある。その結果、超伝導転移温度が上昇する可能性がある。

コンダクタンス面 : マルチフラクタル性を持つ電子波動関数は、物質内部の電子の伝導
様式に影響を与え、この波動関数の非均一な分布は、コンダクタンスのバリエー
ションを引き起こし、それが超伝導相転移の性質に影響を与える可能性がある。弱
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い乱れ導入した際の物理量の変動は、マルチフラクタル特性を持つ系では劇的な効
果を示すことがありうる。

局所電子状態密度 (LDOS) : マルチフラクタルな電子波動関数は Fermiエネルギー近傍
での局所的な電子状態密度に異常を生じさせることがあり、超伝導性は電子状態密
度に大きく依存しているため、この異常が超伝導特性に影響を及ぼす可能性があ
る。マルチフラクタルの場合、LDOSのフラクチュエーションが対数正規分布など
の特定の統計的特性を示す。

相互作用 : マルチフラクタル波動関数の特徴である強い局所性は、電子間の局所的な相
互作用、例えば双体相互作用 (two-body interaction[87]) や電子–フォノン相互作
用の強化につながることがあり、これは超伝導ギャップを引き起こす相関を増強す
る可能性がある。

Zhaoらの研究 [88]では、マルチフラクタル性を持つ電子波動関数が、超伝導性の増強に
貢献する具体的なメカニズムとして提案されている。具体的には、マルチフラクタル電子
波動関数によって、局所的な双体相互作用が強化され、それが超伝導性の増強となって現
れると考えている。今後、他のメカニズム (例えばキャリアドーピングや CDWの抑圧な
ど)の寄与が慎重に分析される必要があるものの、図 4.21では、乱れによるマルチフラク
タル性の影響が、超伝導性の増強の主な理由であるデータを示している。
今後、2次元 S–I転移における実験は、対象試料がこのマルチフラクタル性を持つかど
うかを考慮にいれることが必要になってくると思われる。
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図 4.20: 超伝導転移における 3Dと 2Dのマルチフラクタリティの違い [89]。Carmenら
は、マルチフラクタル性が相互作用のない乱れのある金属において金属–絶縁体転移の近
傍で現れ、その特徴が超伝導へと拡張されることが期待されると述べている。3D では、
特定の強い乱れの大きさ付近のみでマルチフラクタル性が現れる一方で、2Dシステムで
は弱い乱れの状態でも観察可能と考えている。彼らは実際に、2次元遷移金属ダイカルコ
ゲナイドにおいて超伝導状態のマルチフラクタルな特徴の証拠を低温走査トンネル顕微
鏡/スペクトロスコピーを用いて提供した。超伝導ギャップは、その幅、深さ、コヒーレ
ントピークの振幅で特徴づけられ、波動関数の準粒子干渉パターンの周期性と一致する特
徴的な空間変調を示した。弱い乱れの環境下での超伝導ギャップ幅の強い空間的な非均一
性は、ローカルなオーダーパラメーターと比例し、対数正規分布に従い、また二点相関関
数のべき乗則の減少と一致していることが、彼らの理論モデルにより支持されている。加
えて、実験による特異点スペクトラム f(α)は、2次元の弱不純物系から予想される異常
なスケーリング挙動を示す。
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図 4.21: Zhao らの超伝導転移温度が乱れによって増大した実験データ [88]。a シリコ
ン吸着原子がランダムに分布した NbSe2 単層の画像 (14 nm × 14 nm, 1.0V, 100pA)。
明るい突起はシリコンの吸着原子。(b) STM(走査トンネル顕微鏡) を用いてさまざ
まな Si 吸着原子濃度のフェルミ準位付近の dI/dV スペクトル測定 (設定値: 1 mV,
100 pA, ベース温度)。(c) Si 吸着原子密度の関数としての超伝導 (SC) ギャップ。(d)
NbSe2 − xSx(x = 0.31)単層の原子分解画像 (10 nm × 10 nm, 100 mV, 100 pA)。画像
では S原子がより暗く写る。(e) NbSe2 − xSx 単層におけるさまざまな x(硫黄濃度)での
フェルミ準位付近の dI/dV スペクトル (基底温度)。(f) xの関数としての超伝導転移温
度。白抜きの青い四角はギャップが閉じる温度であり、赤い点はコヒーレンスピークが消
失する温度。硫黄をドーピングすることで、超伝導転移温度が上昇することがわかる。
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第 5章

2次元弱局在領域の bosonの輸送

第 4章での S–I転移における Fisherの理論は、大局的な bosonとしての電子の輸送状態
についての理解が得られるが、局在領域においては、Mottが述べている強局在の理論で
ある VRHを想定した議論に終始している。しかしながら、fermionでの 2次元 Anderson
局在のスケーリング理論や、その他の局在効果により、局在領域に弱局在領域が存在 (第
3.3.1章にて説明)するため、bosonにおいても同様な弱局在領域に対する考察が必要なは
ずである。Doniachらは、2次元 S–I転移の超伝導状態に達する前の bosonによる弱局在
領域は、強局在の理論では説明できず、温度依存性が、fermionで示される σ ∼ lnT よ
りも ρ ∼ ln(1/T )で特徴づけられることを示した。この振る舞いは、bosonにおいても強
局在と異なる弱局在領域が存在することを示し、非局在もしくは凝縮していない vortex
の拡散と関連していると理論的に主張した [90]。なお、Cooper 対と vortex は、ともに
bosonであり、ここの章では Cooper対による bosonを電荷 bosonと明記する。本研究
の分析に重要な考えであるため、この章で整理する。

5.1 boson伝導の特徴
超伝導体は、温度 0Kに向けて冷やすと、膜厚、乱れ、磁場などを変化させることによっ
て、量子相転移のひとつである S–I転移をもたらすことが確認されている。この現象の絶
縁体側の状態を解釈するための理論に 2つの考え方がある。1つ目は、電荷 bosonの局在
に起因するとする考え方、2つ目は、絶縁体移行中に Cooper対は fermionに分裂し、そ
の fermionが局在しているという考え方である。Cooper対の局在の存在は、Fisherの理
論 [1]に支持されているが、fermionの局在は、福山の理論 [91]において解釈することが
できる。Fisherの理論は多くの場合で有効 [92, 93] であるように思われるが、福山の理論
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が特定の系で正しいという確固とした証拠 [94, 95] もあり、それぞれのメカニズムには、
おそらく適切な物性クラスが存在する。
ここで、第 3.3.1 章に示したように、非相互作用の電子の系の伝導率の温度依存性

σ ∼ lnT は単一パラメーターのスケーリングから得られる [3]。しかし、電荷 bosonでは
これだけでは不十分である。電荷 bosonの伝導は、波動関数の位相が重要なパラメーター
となるためである。Anderson[96]によれば、電荷 bosonが存在する状態は、強い位相関
係が存在するため、単一パラメータースケーリングとそれに伴うコンダクタンスの対数的
挙動を無効にしてしまうと述べている。正確な表現をすれば、Bose glass相では局所的に
位相の揃った超流動領域があり、これが電荷 bosonの散乱を変化させる。電荷 bosonが
不純物から散乱するとき、局在長 ξloc のオーダーの距離にあるすべての電荷 bosonと相
関し、その結果、電荷 bosonは塊として散乱する。つまり、この散乱は本質的に多粒子/
集合的な性質を持ち、fermionのような非相互作用の粒子の典型的な一粒子散乱とは異な
ると考えられる。
そこで、電荷 boson伝導を考慮するうえで、電荷 bosonと双対をなす集団励起、すな
わち vortex の観点を取り入れる。2.5 節で前述したように、双対性は、同じ観測量を得
たとしても、全く異なるように見える理論を展開できる。この場合、電荷 boson 伝導を
vortex 側の図式に置き換えると、大きな超伝導領域は vortex が局在する領域に変わる。
これからの議論を展開する領域は、これらの Cooper対が多く存在する領域の間に vortex
が非局在化した狭い領域があり、この領域が vortexの伝導性に有意に寄与する場合であ
る。これらの領域は、ある温度 TλV 以下では超流動であり、それ以上では位相コヒーレ
ンスを失う。第 4.4章で述べたように、電荷の抵抗率 ρc と、vortexの伝導性 σv は、下記
のような関係式を持つ。

ρc = (h/4e2)σv (5.1)

この電荷と vortex間の双対関係を活用し、vortexの移動度 (伝導率)から抵抗 ρc を求め
ていく。

5.2 boson局在の描像
vortexの伝導率を計算するために、ランダムポテンシャル内で相互作用する電荷 boson
のモデルを考える。このモデルを明示的に示す前に、このモデルによって生じる物理的な
描像 (図 5.1)を説明する。超伝導体の電荷 boson(例えば、粒状超伝導体の Cooper対)が、
乱れの度合い∆の存在下で短距離反発ポテンシャル V (Short-range repulisive potential)
と相互作用していると考える。J は bosonのゼロ点エネルギーとする。比 (J/V )が大き
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図 5.1: bosonの局在における模式的な相図。ハッチングした部分が本章で議論する対象
領域 [90]。BG: Bose Glass, BI: Bose Insulator, SF: Superfluid.

いとき、電荷 bosonは凝縮して超流動体 (SF)状態になる。比 (J/V )が小さくなると (あ
るいは (∆/V )が大きくなると)、電荷 bosonは局在化しやすくなり、超流動性は低下す
る。運動エネルギー (J/V )c の臨界値で、全体に広がる超流動性は完全に破壊され、電荷
boson がに無秩序に局在する Bose glass 相 (BG) に遷移する。ここで述べている Bose
glass相とは、bosonが乱れによって局在している状態のことを示している。絶縁体側で
は、相境界に非常に近く、荷電 bosonは弱く局在し、局在長 ξloc のオーダーで、bosonが
局所的な凝縮を形成する有限な領域が存在する。(J/V ) を小さくして相境界から遠ざか
ると、徐々に強局在領域に入る。ここでは、最近接間の重なりが小さくなり、Mottが述
べている VRHが起こると予想される [19]。この boson局在の強局在の領域が、前述した
Fisherの理論 [1]の領域であると考える。これらが一連の弱局在から強局在の荷電 boson
局在のイメージの説明である。これから議論対象とするのは Bose glass-超流動相境界に
非常に近い Bose glass相における Cooper対の伝導性の問題に取り組む。なお。サイトあ
たりの平均 boson数が整数であるとき、さらに Bose絶縁体 (BI)相が存在することに注
意する。この相では、サイトあたりちょうど n個のボゾンが存在し (nは整数)、ギャップ
が存在する。
超流動領域では、vortex はゼロ磁場中で閉じたループを形成する。超流動領域から

Bose glass への転移では、T = 0 での量子ゼロ点運動と有限温度 T での熱運動によっ
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てループが吹き飛ばされ、vortex と anti-vortex のペアは壊れる [97]。これらの vortex
と anti-vortex は boson であるため、T = 0 で BEC を形成する [98]。しかしながら、
T > TλV(超流動 vortex凝縮の λ転移)において Bose凝縮は壊れる (一般に λ転移とは、
物質の比熱-温度曲線が、ある温度でギリシア文字の λ形の異常を示すこと。液体 Heの
場合飽和蒸気圧のもとで 2.19K 以下を境として密度・膨張率・誘電率その他の性質が変
化し、超流動を示す)。なぜなら、vortexの自由度におけるトポロジカル励起を表してい
る、電荷の乱れ (この場合 Cooper対の乱れ)が vortex間の可能な位相コヒーレンスを破
壊するためである。さらに、vortex 凝縮体の存在は、式 5.1 から有限温度で ρc = ∞ を
単純に意味することになる。この「量子絶縁体」と呼んでよい状態の特徴は、vortex と
はいえ、電荷が動いているわけなので、古典的な絶縁体の抵抗の挙動と比較し直感に反す
る。しかしながら、本質的に Cooper対が強く相関して動けない状態の電荷密度波のよう
な「Cooper格子」相では、よりイメージすることができる。超絶縁体の挙動は、ピン止
めがない場合、電荷密度波スライドの応答に対応する。この動作は、有限サイズと非線形
効果によって実際、実験的には抑制される可能性がある。

5.3 Bose glassの boson伝導性
Bose glass-超流動相境界に非常に近い Bose glassにおける Cooper対の伝導性につい
て議論する。上記の相図 5.1は格子上でモデル化するのが最も簡単であるが、連続体中の
電荷 boson を考えることにする。その目的は、双対変換の下で、vortex は (電荷から見
た) 潜在的な乱れをランダムな磁場 (RMF) として見ることを示すことである。そこで、
次のようなハミルトニアンモデルを考える: ~ = 1として、

H =

∫
d2x

(
1

2m

∣∣∣∣1i ~∇ψ
∣∣∣∣2 + 1

2

∫
d2yδρ(x)V (x− y)δρ(y)− µ(~x)ρ(~x, τ)

)
(5.2)

ここで、δρ = ρ − ρ̄ であり、ρ̄ は、バックグランドの平均の電荷密度である。V (x)

は、V (x) = V δ(x) として、短距離ポテンシャルを示す。boson と vortex の双対関係
(ψ =

√
ρeiθφv)とラグランジアンの計算を通じて、vortexのハミルトニアンは、下記の

ように求められる。

Hv =
∑
iα

1

2mv
(piα − 2πqiMiα)

2 +
1

2
4π2 ρ̄

m
×
∑
i6=j

qiqj ln(|xi − xj| /ξ0) + const (5.3)

ここで qi = ±1(α = 1, 2)は vortex と anti-vortex の電荷を表し、xi と pi は、vortexの
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位置とモーメントを示し、すべての vortex と anti-vortexについての合計を計算してい
る。mv は、vortexの質量である。これらの計算過程は、composite fermionを活用した
参考文献 [99] に詳細に記述されている。
このハミルトニアンは、双対変換のもとでランダムな有効磁場中を vortexが移動する
ことを見出したことになる。そして、この動きは、第 2項にあるように対数が含まれてい
る。先に述べたように、Bose glass相では、vortexと anti-vortexのペアが壊れる。それ
らは非局在化されているため、互いに遮蔽し合い、その結果、短距離相互作用を介して影
響し合う。このように、有限温度でランダムな磁場が存在する中で拡散する vortex液体
の伝導性を評価することにつながる。Altshuler[100]、Khveshchenko[101]の理論展開を

図 5.2: Altshuler-Aronov diagrams.

もとに、図 5.2の Altshuler-Aronov図に表される摂動論を使って下記の結果を求めた。

δσv = −A0 ln(Tτtr) (5.4)

ここでA0 = (2/π)(1+F/2), F は、F = (1/2)/
√

1 + (α0/2π2)である。τtr は、ランダム
な磁場 (RMF = mvξ

2
0/π

2(∆/V )2, ξ0 = pair size)中の移動時間である。Bose粒子のよ
うなミクロなスケールにおいて、τtr は RMF中の弾性散乱時間 τ と同じ、つまり τ = τtr

と捉えてよい。式 5.4 は、Rv0|RMF = (h/4e2)(nτtr/mv) ∼ (h/4e2)[nvξ
2
0/(∆/V )2] の

背景を拡張したものである。導電率の定数部分は、Bardeen-Stephen のプロセスから、
RBS = 2πRn(nvξ

2
0)から得られることになる。(Bardeen-Stephenモデルは円筒状の常伝

導コアを仮定し、従来超伝導体の磁束フロー抵抗率の磁場依存性を求めたもの)
ではこの式 5.4のマイナスの原因について、下記のアプローチによる議論を加える。図

5.3 に示したように、JJA モデルをベースに 1©に示す fermion Array での電気伝導を考
え、この系を超伝導状態にしていく。超伝導転移温度以上の JJA モデルの電気伝導にお
いては、Anderson局在・電子間相互作用によって、伝導率温度依存性に対数的な補正項
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図 5.3: JJAモデルを利用した場合の fermionと bosonとしての vortexの動きのイメージ

が加わる (第 3章参照)。その時の分配関数は

ZF =
1

N !

∑
P

eiπP

∫
{ri(β)=rPi(0)}

∏
i

Dri(τ)

× exp

−
∫ β

0

dτ

∑
i

m

2
ṙ2i +

1

2

∑
i6=j

v (ri − rj)

 ,

(5.5)

と表現できる。赤字に強調している部分 eiπP によって、交代和になる。図 5.3 2©では、超
伝導状態になり Cooper対ができる。その Cooper対による vortexも発生する。いま考
えるのは、Bose glass状態、つまり、その Cooper対そのものを bosonとする電荷 boson
ではなく、vortex を boson として考えることとすれば、Bose glass 状態を表現できる。
よって、vortexを bosonとしたときの分配関数は

ZB =
1

N !

∑
P

∫
{ri(β)=rPi(0)}

∏
i

Dri(τ)

× exp

−
∫ β

0

dτ

∑
i

m

2
ṙ2i +

1

2

∑
i6=j

v (ri − rj)

 ,

(5.6)

fermion と異なる交代和のない関数となる。これら分配関数の eiπP の項の違いにより、
fermionと (vortex)bosonの δσv の符号に変化を与えこととなる。
この結果は、物理的に温度が下がるほど、(vortex)bosonが Bose凝縮する傾向にある
ため理にかなっている。これらの寄与をすべてまとめ、式 5.4を積分し、式 5.1に代入す
ると下記が求まる。

ρc = Rb +R0 ln(T0B/T ) (5.7)

ここで、Rb = {2πRn + [RQ/(∆/V )2]}(n0ξ20)、R0 = A0RQ である。Bose glass 相で
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は、(∆/V )2 が 1 前後の数になる。ここで T0B = 1/τtr になる。式 5.7 にみられるよう
に、弱局在領域の bosonは、ρ ∼ ln(1/T )で特徴づけられることがわかる。温度が一定、
ランダムな磁場中で、拡散する vortex液体の伝導性を評価することで導かれた結論であ
る。これらの結果を本研究の実験結果と比較し検討する。
言い換えると、電荷 bosonの弱局在領域では、vortexは液相であることを論証したこ
とになる。この量子液体が (擬)磁性乱れの存在下で熱拡散すると、(電荷)抵抗率の温度依
存性が対数的に変化する。このような温度依存性は、bosonとしての vortex自体が BEC
を形成する温度よりも高い温度であれば、電荷 boson の温度依存性にて観察できるはず
である。
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第 6章

実験試料 Nd2–xCexCuO4 thin films

Goldmanら [67]は、第 4.6で述べたように 2次元アモルファス Bi薄膜厚を変えること
により超伝導体と絶縁体が面抵抗 R� が h/4e2(∼ 6.45KΩ)というの値を境目として分け
られる可能性を示した。丹田らの研究では、Nd2–xCexCuO4 薄膜においても上記の性質
が実験的に示唆され、個々の物質によらないユニバーサルな性質であることが証明され
た。その根拠の中には、整数量子 Hall効果の Hall伝導度の量子化を連想させるそのユニ
バーサルな面抵抗の値、磁場変調による S–I転移を通じ、絶縁体側が Bose glass [1, 19]
であることが示され、乱れのある 2次元 boson系における物性の新しい展開を切り開く
ことになった。その経緯について説明する [102, 103, 104]。

6.1 Nd2–xCexCuO4 の選定理由
膜厚を変えることなく乱れを制御できる系として、銅酸化物超伝導体を採用し実験を
行った。銅酸化物系は 2次元ドープ型超伝導体という新しい側面を持っており、この点に
着目してMBE(MolecularBeam Epitaxy)法で作製したNd2–xCexCuO4単結晶薄膜を用
い、Bose glass相の存在、臨界面抵抗、磁場中の S–I転移を調べた。特に Nd2–xCexCuO4

は、CuO2 面を挟む上下の層の酸素の位置が動きやすく [105]、ランダムポテンシャル (乱
れ)が導入されやすい構造をとっていること、転移温度が比較的低いことの理由により、2
次元 S–I転移を調べる上で極めて都合のよい物質である。CuO2 面 1枚で実験が行えれば
理想的であるが、CuO2 面 1枚をつくり、そこで乱れを系統的に一様に導入するのは技術
的に難しく再現性も乏しいと考えられるので、実験ではは磁気抵抗や Hall係数などの特
性を評価しやすい 1000 Åの膜厚をもつ単結晶薄膜を用いた。
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6.2 試料の作製と乱れによる S–I転移
Nd2–xCexCuO4 の単結晶薄膜を MBE法により作製した。MBE法は良質の単結晶薄
膜、超格子薄膜が得られることの他に、基本的にドーパントを精密にコントロールでき
るという利点を有する。したがって本研究のような低次元混晶型の物性を系統的に調べ
るのに最良の方法だと考えられる。エイコーエンジニアリング社製のMBE装置を使い、
基板は SrTiO3(100) 単結晶を用い、薄膜の大きさは 5mm × 5mm × 1000Å である。典
型的な成膜中の酸素分圧は 10−4Torr で、クヌードセンセル 3 基で成膜しており、成膜
中も各ビーム強度をクオーツオシレイター (膜厚モニター) により監視しながら作製し
た。その際のビームのふらつきは 5%以下に抑えた。X線回折および RHEEDのデータ
よりエピタキシァル成長していることがわかった。室温での c 軸の方向の格子定数は、
c = 12.07Å(x = 0.16)、c = 12.06Å(x = 0.18)で従来より報告されている焼結体でのデー
タと同じであった。[106]。また、格子定数は酸素分圧にはほとんどよらないことがわかっ
ている。膜厚は、SEM断面写真像とキャリブレーションを行った成膜時の最終膜厚の値
を用いた。まず最初に過剰の酸素を結晶に取り込むために、単結晶薄膜試料を 950◦C で
大気中で約 2時間加熱して室温まで急冷する。酸化充分の薄膜を Ar雰囲気中 (Arガス:
0.4Torr、O2 ガス: 10−6Torr 以下) で、450◦C から 700◦C の温度範囲で 50◦C おきに
20分ずつ徐々に還元処理を行っていく。試行錯誤の結果、このような還元処理により初め
て絶縁体の試料から超伝導体になる試料へ変化することがわかった。
抵抗率の測定は直流 4端子法で、電流密度は 10A/cm2 で測定を行った。電流端子は強
い異方性に起因した不均質電流が流れやすいので薄膜の端を覆うように金蒸着を行った。
このようにして測定した面抵抗の温度依存性を図 6.1に示す。
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図 6.1: Nd2–xCexCuO4 の還元条件を系統的に変化させた場合の抵抗率の温度依存性。各
温度で真空中で 20分加熱した。右側のスケールは面抵抗を示し、絶縁体側と超伝導側を
分ける面抵抗はおおよそ 8 ∼ 9KΩの間にあることがわかる。

面抵抗の見積は、この系の強い 2次元性 ( ρc/ρab = 1000、ρc: 面方向の抵抗率、ρab:
面内の抵抗率) に基づき、R� = ρ/d; d = 6.03 Å(x = 0.18) とした。これは CuO2 面 1
枚あたりに換算した平均面抵抗となっている。抵抗の温度依存性がフラットになるところ
を外挿すると、おおよそ 8 ∼ 9KΩで S–I転移が起きていると考えられる。平均値ではあ
るが、乱れの度合いを表わす面抵抗がユニバーサルな値 (6.45KΩ)) より若干高いものの
近いことがわかった。この種の実験的な証明は非常に微妙であり、量子 Hall効果のよう
にプラトーが観測される場合 (プラトー間は相対値でよい)と違って、絶対値を議論しな
ければならないこと、絶縁体側においてもさらに低温にすると超伝導になる可能性が常に
あることから、抵抗値そのものを議論するより、次節で述べるようにまずこの転移がどの
ような型の相転移であるかを明らかにしていくことが重要と考えられる。
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6.3 Nd系の Hall係数と物性
S–I 転移近傍で電流を運象キャリアの性質を調べるために Hall 係数を測定した。電荷
を運募キャリアが電子か、正孔かということは電子構造を解明する上で最も重要な要素の
一つである。Hall係数の測定はそのようなキャリアの性格を明らかにする直接的な手段で
ある。Nd2–xCexCuO4 電子系の酸化物超伝導体として注目を浴びており、つまり高温超
伝導の機構解明に対して、電子系と正孔系のどちらにも対応する対称な理論を擶築しなけ
ればならないという制約を与えてきた。ところが肝心のキャリアの正負を決める Hall係
数にばらつきがあるまま、発見当初より電子系として時間が経過している [106]。半導体
のように化学的なドーピングという単純な意味では確かに N型ではあるが (Nd3+ イオン
に対して Ce4+ イオンを置換)、Fermi液体を主張するバンド理論からは Hall係数が正で
あることが予想されている [107]。
本研究において S–I転移におけるキャリアの状態、正負を明らかにするために Hall係
数の測定を行った [108]。特に符号を間違えないように試料を 360◦ 回転させ Hall係数の
角度依存性がサイン関数になることを確認しながら測定した。前述したの面抵抗を測定し
た試料において 130K以下の Hall係数の温度依存性を測定した。図 6.2に示すように明
らかに Hall係数の符号の逆転が観測された。
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図 6.2: Nd2–xCexCuO4 の Hall係数の温度依存性。Aから Hは図 6.1の試料にそれぞれ
対応している。

そして、弱還元の抵抗率の大きい試料 (A)だけ負を示し、それ以外の S–I転移近傍の試
料 (B, D, F)では低温ではっきり正になることがわかった。つまり転移近傍の超伝導にな
る試料とそうでない試料においては Hall係数に変化はない。なぜ低温で Hall係数が大き
くなるのか今も超伝導機構 (他の銅酸化物超伝導体も含む)と共に大きな謎ではある。い
ずれにしても、弱還元試料を除いて低温での Hall係数の振舞いがほぼ同じなので S–I転
移の所ではキャリアの性質に急激な変化が起きていないと結論づけてよい。むしろ Hall
係数の絶対値を大きく変化させているのは Ce濃度だと考えられる。比較のために Ce濃
度が小さく超伝導を示す試料 H(x = 0.16)の Hall係数も同時に戦せてある。なお、この
1990年代初頭の他のデータとして Haganらが x = 0.15のときの Nd1.85 Ce0.15 CuO4 の
Hall係数の実験データがある [109]。
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図 6.3: Haganら [109]が測定した Nd1.85 Ce0.15 CuO4 結晶の Hall抵抗の温度依存性 (上
グラフは ρxx を縦軸とし下グラフは Hall抵抗 ρxy を縦軸としている)。磁場強度を 3つ
にわけて実験している。

x = 0.15付近では、どちらの実験結果も低温になるにつれて、負から正に変化し、さら
にゼロに向かうという興味ある挙動を示している。これらは vortexの動きと関連してい
ると考えられている。

6.4 二つの局在領域 (弱局在と強局在)
高温超伝導体の局在状態の起源が電子相関の強い結果として生じる Mott-Hubbard局
在にあるのか乱れによる量子的干渉効果が主役となる Anderson局在にあるのか議論が続
いている。Nd2–xCexCuO4 の局在状態を調べるために面抵抗の温度および磁場依存性の
測定を行った。
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図 6.4: 試料 Cの場合の負の磁気抵抗 (c軸 ‖磁場の向き ⊥電流)

図 6.5: 試料 C の磁気抵抗の角度依存性 (H = 60kOe)。横軸は c 軸と磁場 H とのなす
角度を示す。以上からこの試料 Cが 2 次元弱局在領域 (Anderson局在)にあることがわ
かる。

図 6.1の試料 A、B、Cは対数的な温度依存性を示すことがわかった。また負の磁気抵抗
(図 6.4)、磁気抵抗の角度依存性 (図 6.5)から、明らかにAnderson局在 (2次元弱局在領域)
していることがわかった [104]。図 6.4に示すように、磁気抵抗∆R(H)/R2(0)(= ∆σ(H))

は前述した式 3.24 で与えられる磁場依存性を示す。図 6.4 における実線は式 3.24 から
計算されたフィッティング曲線である。そのときのパラメーターは、τ/τε = 0.05,Ωτε =

1.5,Ωτ = 0.75である。試料 Bについても同様な結果が得られており、B、Cラインの試
料は 2次元弱局在であることがわかった。試料 Aに関しては抵抗率が大きく Hall係数も
負を示す (図 6.2)ことから別の要因で対数的な温度依存性を示す可能性がある。
ところが S–I転移移直前の試料 D、Eに関しては、試料 Cに比べて、図 6.6に示すよ
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うにいずれも抵抗の温度依存性が Anderson局在型の温度対数依存性を示きず、Mott不
純物半導体で見られるような可変領域ホッピング型の温度依存性 (exp(T0/T )1/3) を示す
ことがわかった [110, 111]。

図 6.6: 抵抗率の温度依存性 (試料 C、D、E)。コンダクタンスと左図は対数温度、右図は
−1/T 1/3 でプロット。明らかに、試料 D、Eは対数温度依存性よりも強い関数系を示す
ことがわかる。

ここで抵抗値が低くなるにもかかわらず、その温度依存性は弱局在の対数依存性よりも
強い局在で現れる温度依存性を示すという奇妙な結果は注目に値する。また、この弱局在
の起源を探るため、試料 D、Eに対して磁気抵抗 (c軸 ‖ H)を測定した。その結果、小さ
いながらも弱磁場で磁気抵抗が正となった。さらに、膜に平行な磁場 (c軸 ⊥H)をかけた
ときの磁気抵抗を調べると、正ではなく負であった。このことから、試料 D、Eの正の磁
気抵抗の原因がスピン軌道相互作用に基づく現象ではないことがわかる。以上より、試料
D、Eは fermionの弱局在とは異なるタイプの局在に移行していると考えられる。いずれ
にしても Nd系に関しては同じ局在でも 2種類の局在が存在することは確かであるといえ
る。一つは典型的な fermionの弱局在、もう一つは超伝導直前の小さな正の磁気抵抗を伴
う電荷 bosonが関係している局在だと考えられる。
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6.5 磁場変調型の S–I転移と動的スケーリング
前節で boson が関係したと思われる局在について述べた。Fisher ら [1] はランダムポ
テンシャル中を互いに斥力相互作用している boson 系を考え、乱れの程度が強い場合、
Fermi glassと類似な性質を持つ絶縁相すなわち Bose glass相が存在することを提唱して
いる。そして Bose glass相からの超流動転移に関して、スケーリング理論を用いて動的ス
ケーリング則を導き、いくつかの臨界指数を予想している。特に 2次元 boson系では S–I
転移直下で新しい金属状態が存在し、そのときの臨界面抵抗が cdh/4e

2(cd: 無次元の定数
で系が bosonと vortexとの自己双対性をもつなら cd = 1となる)というユニバーサルな
値となることを予想した。また、磁場中での電荷 boson系の S–I転移に対して、スケーリ
ング理論も展開している [112, 113]。

図 6.7: Nd2–xCexCuO4 の試料 Fの磁場と温度をパラメーターとしたときの抵抗値。磁
場は、2.0T から 5.0T まで変化させた。下から順、2.0, 2.4, 2.6, 2.8, 2.9, 3.0, 3.1, 3.2,
3.4, 3.6, 4.0, 5.0Tの磁場をかけている。(c軸 ‖磁場の向き ⊥電流)
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実験では、S–I 転移近傍の超伝導側の試料 F に磁場を印加しながら超伝導を壊してい
き、最終的に絶縁体になっていく振舞い (S–I転移)を抵抗率を通して調べた。そして彼ら
の主張するスケーリング理論が成立しているかどうかを解析した。図 6.7に磁場を変化さ
せていったときの抵抗率の温度依存性を示す。確かに磁場を強くしていくに従い抵抗率は
増加し、S–I転移が現れるようになる。磁場が B = 3(T)近傍で抵抗率の温依依存性はな
くなりフラットになる。

Fisherら [19]のスケーリング理論によれば抵抗率は

ρ =
h

4e2
ρ̃

[
c0(B −Bc)

T 1/zBνB

]
(6.1)

という表式に従う。ここで、ρ̃はスケーリング関数で、c0 はブリファクター、Bc は S–I
転移の臨界磁場、νB は S–I転移における超伝導の相関長 (絶縁体側では bosonの局在長)
の臨界指数、zB は量子ゆらぎを考慮した新しい動的臨界指数である (ただし、zB は空間次
元によらない)。式 6.1より、抵抗率の温度抵抗率の温度微分係数 (dρ/dT )は、(B −Bc)

にに比例することがわかる。したがって臨界磁場 Bc は (dρ/dT ) を磁場の関数としてプ
ロットすることによって求められる ((dρ/dT )B=Bc

= 0)。この結果が、図 6.8(T = 17K)
で、この試料に対しては Bc = 2.9Tであった。

図 6.8: 抵抗率の温度微分係数 (dρ/dT )T=17K の温度依存性。(dρ/dT )T=17K がゼロに
なる磁場を臨界磁場 Bc とする。
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次に式 6.1を磁場で微分した式(
dρ

dB

)
B=Bc

=
h

4e2
c0T

−1/zBνB ρ̃′(0) (6.2)

を用いてこの転移の臨界指数 (zBνB) を求める。そのため、磁場スキャンのデータから、
臨界磁場での抵抗率の磁場微分係数 (dρ/dB)B=Bc

を温度の関数として求めた。図 6.9で
さらに (dρ/dB)を 1/T として対数プロットした。この図から zBνB = 1.2± 0.1となり、
Fisherの言う zB = 1、νB = 1 というスケーリング則の条件とは矛盾しないことがわかっ
た。この臨界指数を用い、磁場 2 ∼ 5Tの範囲で横軸を (B −Bc)/T

1/zBνB として抵抗率

図 6.9: 臨界磁場での抵抗率の磁場微分係数と温度の逆数 (T−1)特性を両対数プロットし
たもの。zBνB はこの傾きの逆数に等しい。

をプロットすると図 6.10のようになる。
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図 6.10: Nd2–xCexCuO4 の試料 Fの抵抗率のスケーリング依存性。各マークは、一定磁
場での異なる温度に対しての抵抗率を表す。Bc の上下でユニバーサルな曲線にスケール
されている。

この図から (図 6.7) すべての抵抗率のデータが同一の曲線上 (B > Bc、B < Bc の
各々について) にのることがわかる。この結果は転移点近傍において、抵抗率が変数
(B − Bc)/T

1/zBνB でスケールされ、同一のスケーリング関数に従うことを示しており、
抵抗率のスケーリング形が成立していることを意味する。
局在側の抵抗率はすべての磁場で可変領域ホッピンク型の関数形 (∼ exp(T0/T )

1/2)
をもつ温度依存性を示し Fisher の予想した ρ = exp[Y ]zBνB/2 (Y ≡ c0(B −
Bc)/T

1/zBνB/2)という関数系に一致する。その各 T0を B−Bcの関数として対数プロッ
トすると図 6.11のようになり、この傾きが 1.2± 0.1になった。
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図 6.11: B > Bc 領域の抵抗率の温度依存性 (exp(T0/T )1/2) から求めた T0 と B − Bc

を両対数プロットしたもの。臨界領域は左側になる。

このことから T0 ∝ (B−Bc)
1.2が言え、zBνB = 1.2±0.1であることの正当性が示され

る。以上の解析から磁場変調による超伝導–絶縁体転移近傍の抵抗率の振る舞いが Fisher
らの主張するスケーリングに一致することがわかった。このことは、磁場変調型の S–I転
移が Bose glass相から超伝導相へ相転移であることを意味する。
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第 7章

実験試料 Nd2CuO4–xFx 単結晶

1993年当時、丹田、高橋らによって行われた研究 [114]では、Nd2CuO4–xFx 単結晶の電
気抵抗、磁気抵抗等を測定分析し、強局在から弱局在まで単一パラメーターの実験的 β 関
数によって記述できることを発見した。よって、この β 関数の形状により、物質の局在状
態は対称性が直行対称性 orthogonalで記述されることが判明し、2次元 Fermi glassと結
論付けた。なお、本研究では、この研究当時ではわからなかった弱局在の詳細な描像を明
らかにしている。

7.1 Nd2CuO4–xFx の実験の背景
銅酸化物高温超伝導体材料のペアリングメカニズムに関連して、超伝導になる前の通常
な状態の性質を理解することに、多くの実験がされてきた。Nd2–xCexCuO4 などの n型
(電子ドープ)銅酸化物は、High-Tc 物質の中で最も単純な構造を持っている。これは、こ
の構造が単位セルあたり 1つの CuO2 平面しか持たず、頂点酸素がないからである。特に
図 7.1に示すように Nd2CuO4–xFx は、酸素をフッ素で置換して、格子歪みの少ない理想
的な材料である (F− のイオン半径は、1.33Å、O2− は、1.32Å)。
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図 7.1: Nd2CuO4–xFx の結晶構造 [115]

YB2Cu3O7 および Bi2Sr2CaCu2O8 の p 型銅酸化物で観察されるものとは対照的に、
n型銅酸化物の特性は異常な挙動を示さない。例えば、Nd2–xCexCuO4 の抵抗率には T 2

温度依存性があり [116, 117] 、磁気抵抗は、典型的な 2次元の弱局在領域における挙動を
示す [92, 118] 。その磁場侵入長と表面抵抗率の温度依存性は、単純な s 波 BCS 関数を
仮定することで説明でき [119]、角度分解光電子分光法の実験では大きな Fermi面の存在
を示した [120, 121]。よって、この銅酸化物の通常の状態の基本的な対称性 (orthogonal,
unitary, symplectic)を明らかにすることが重要だと考える。

7.2 Nd2CuO4–xFx の物性
この Nd2CuO4–xFx は、A.C.W.P.Jamesらによって、発見された [115] 。陽イオンで
ある Nd3+ を、Ce+4 に 置き換えることで、最大 27Kで超伝導が発現する。半導体の立
場からは、どちらも “電子ドーピング”したといえるわけで、La系や、Bi系酸化物超伝導
体が、“正孔ドーピング”するのと対称をなしている。
酸化物超伝導体の中で、超伝導臨界温度 Tc が低いのに関わらず、この電子ドーピング
型超伝導体が注目されているのは、いまだに混沌とした酸化物超伝導体のメカニズムの解
明に、電子–ホールの対称性の制約を与えることで、その絞り込みのための重要な試金石
となることが期待されたからである。
その中で Nd2CuO4–xFx の発見は、バラエティに乏しい電子系高温超伝導体におい
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て、意義のあることだと思われる。Nd2CuO4–xFx の研究報告は数が少なく、資料の条
件も、焼結体のみにとどまっていた。しかし、定性的には、Nd2–xCexCuO4 との大き
な違いはなく、これからは、Nd2–xCexCuO4 のデータを参考に話を進める。その前に、
Nd2CuO4–xFx と Nd2–xCexCuO4 との違いを整理する。

1. Nd2–xCexCuO4 が陽イオン置換であるのに対し、Nd2CuO4–xFx は陰イオン置換
である。

2. 超伝導が発現する試料において、Nd2CuO4–xFx の方が Nd2–xCexCuO4 よ
りも母体物質 Nd2CuO4 からの格子歪が小さい (Nd2CuO4–xFx が 0.2%、
Nd2–xCexCuO4 は 0.7% ) [122] [123]。

3. 超伝導臨界温度において、Nd2–xCexCuO4 が最大 24K であるのに対し、
Nd2CuO4–xFx は 27Kである。

4. Ceは磁性体なので、Ceの効果は、キャリア供給だけでなく、磁性不純物としての
可能性があるのに対して、Fにはそれがない。

2、4から、Nd2–xCexCuO4よりも Nd2CuO4–xFx の方が、よりシンプルな系といえるだ
ろう。

7.3 Nd2CuO4–xFx 単結晶の作成、評価
酸化物高温超伝導対の研究は、焼結体から始まった。この焼結体というのは構造的に全
くランダムであり、任意の結晶方位を持っている。このような結晶の集合体の物性を測定
すると、当然その値は方位の平均値として与えられる。また焼結体のもう一つの属性は、
粒界が存在するということである。そこは、結晶粒同士の接合部分であり、歪や不純物が
蓄積しているところと考えられる。この粒界はしばしば物性的に悪い影響をもたらす。単
結晶試料ではそのような粒界が存在しないため、真の物性を知ることができる。上記のよ
うな考えをうけて、まったくの手探り状態で Nd2CuO4–xFx 単結晶作成が始まった。
単結晶の育成は、CuOを溶剤とするセルフフラックス法によった。セルフフラックス
法とは、原料粉末を適当な溶剤に溶かし温度を下げて溶液を過飽和状態にして、結晶を析
出させる方法である。まず、Nd2CuO4–xFx は、化学反応式

(1− x

6
)Nd2O3 +CuO+

x

3
NdF3 −

x

2
O2 → Nd2CuO4−xFx

から、原料粉末 Nd2 O3、CuO、NdF3 (それぞれ成分含量 99.9% 以上) を反応させるこ
とで得られる。成分比は xの値によって異なるが、フラックスの量は、50wt.% とした。
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つまり、成分比の通り混ぜ合わせた原料粉末の量と同じ重量のフラックスを混合した。典
型的な作成例を示す。ルツボは、Al2O3 製 (SSA-H Quantity 5:size B3) 約直径 55mm×
高さ 70mmを使用した。アルミナ製すり鉢でよくかき混ぜ合わせた (およそ 10分間以上)
原料粉末 5gとフラックス 5g計 10gを、ルツボに入れて、電気炉 (モトヤマ Super C)で
加熱する (x = 1.5の時の混合比を表に示す)。結晶粒が一番大きくなった加熱行程を、図
7.2に示す。

図 7.2: NCOF単結晶作成の加熱工程

始めの Preheatで粉末内にある余計な水分を取り除き、そのあと 1250◦Cまで加熱し、
融解させる。このプロセスはすべて標準大気圧中で行った。育成された単結晶は、8mm
四方の厚さ 0.2mm程度の大きさを持ち、金属光沢を放ち、黒色を呈した。
単結晶を育成する際には、目的とする結晶が育成しているかどうか確かめなくてはなら
ない。同時に目的としない結晶が、副産物として生成されていることもあるのでそれを調
べることも必要である。本来ならば、単結晶を粉にして粉末 X線解析法によって物質を
同定するところだが、本実験では単結晶の異方性も重要なパラメーターであるため、単結
晶をそのまま使い ab面と思われる面に対しての X線回折の測定を行った。図 7.3 に示す
ように c軸 (002n)からの回折線のみが検出され、a, b軸からの回折線がなかったことか
ら、完全な c軸配向した不純物のない単結晶試料と判断した。
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図 7.3: NCOF単結晶作成の X線解析パターン (x = 1.5)

この X線の測定で欠けているのは、a, b軸に対しての情報である。Y系、La系酸化物
超伝導体では、斜方晶系であり、そのため双晶ができやすく、電気的特性に影響を与えて
いる。しかし、Nd系では正方晶系 (a=b)であり、そのような双晶ができないと考えられ
る。また、この単結晶性を証明するもう一つの証拠は、第 3章で述べた 2次元弱局在に基
づく負の磁気抵抗に対する角度依存性である (図 7.4) 。

114



図 7.4: Nd2CuO4–xFx 単結晶作成における磁気抵抗の異方性 (x = 1.5)

c軸と磁場の方向が、平行か垂直かで磁気抵抗の変化にはっきりと異方性が示されてい
る。これらの結果から、この試料は単結晶の良質な実験試料と判断した。
なお、n型といわれる Nd系酸化物超伝導体は、還元しなければ超伝導にならない。還
元する試料は還元の効果が少しでも試料全体にいきわたるように、なるべく薄いものを選
んだ (50µm以下)。還元は、真空蒸着装置を利用した。蒸着するために使うルツボに、試
料をいれて真空にし、そのルツボを加熱した。また、還元することによる試料への影響で
あるが、Nd2–xCexCuO4(x = 0.15)単結晶の場合、900◦C15時間 (Ar大気圧中)の還元
後、Cuの欠陥が生じたり、Cu、Ceの移動が観測されている。つまり還元を行わなけれ
ば超伝導にならない電子系酸化物超伝導体は、還元によって結晶性をまったく損なわない
でいることは難しい。特に Nd2CuO4–xFx の場合は、ドープする物質が軽い Fであるた
め、還元によって、酸素と共に抜ける可能性も否定できない。

7.4 実験/測定方法
実験装置であるクライオスタット、超伝導マグネットは自ら作成し、液体 He を使い、
試料の電気抵抗率 ρを、直流四端子法によって測定した。
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7.4.1 試料の測定端子

この直流四端子法で行うために、端子をスパッター装置エイコーエンジニアリング
社:IB-2型イオンコーターを使って金蒸着した。その上に、銀ペーストで電極を取り付け
た (図 7.5)。金蒸着をしたのは、直接銀ペーストだけで電極をとった場合、低温で電極が
はがれてしまうためと、接触抵抗を小さくするためである。また、金蒸着する時につかう
マスクは、通常のステンレス製のものを使用すると、押し付けて固定する際に、単結晶を
傷つけ破損させるため、薄い銅板をカッターでスリット状に切取りそれをマスクとした。
顕微鏡を使うと、200µm以下の間隔のスリットをつくることができる。

図 7.5: 試料の電極の取り付け方法

7.4.2 クライオスタットの作成

実験装置であるクライオスタットに関しては、低温での電気抵抗、磁気抵抗、Hall係数
を測定できる必要がある。電気抵抗のみの場合と違って磁場の発生源が必須となる。この
発生源として超伝導マグネットを選んだ。超伝導マグネットは、一般に使われている鉄心
の銅線マグネットに比べて、磁場の安定性、大きさに関して優れており、特に信号の小さ
な Hall電圧の測定などには適しているといえる。しかし、超伝導状態を作り出す環境が
必要であり、そのための準備、維持に手間がかかる。そこで作製したクライオスタットの
特徴は、液体 4Heベッセル (Lair Liquid RS100A)に直接挿入できるコンパクトな超伝導
マグネットを取り付けた点にある。このことは、液体 4He を超伝導マグネットの入った
デュアーにトランスファーする従来の方法に比べて、実験が格段に容易になりスピード化
できる。
クライオスタットは主に、試料や配線の入っているメインパイプ、マグネットの電極端
子冷却のための 4He排気パイプ (±それぞれ 1本ずつ)、超伝導マグネットからなってい

116



る (図 7.6)。それぞれの接合は半田で行い、マグネットはネジで固定し、取り外しできる
ようにした。

図 7.6: クライオスタットの概観

クライオスタットのメインパイプは、15φ のステンレス管である (ステンレスは非磁
性)。試料が磁気の方向に垂直に当たるように、試料台 (銅)がつけてある (図 7.7)。試料
は落ちないようにあらかじめ低温グリース (アピエゾン)で固定する。磁気の方向に試料
を平行に取り付けるときは、L字型のアダプターを試料台に取り付ける。
温度計には、AuFe-クロメル熱電対、さらにキャパシスタンス温度計 (LakeShore CS-

401)を取り付けた。キャパシタンス温度計は、磁場の影響を受けず (性能的に 19Tまで
保障)、磁場中での温度モニターや温度調節器 (Lake Shore DRC-91CA)接続すれば、磁
場が変動していても温度を一定に保つことができる。その熱源は、試料台につながってい
る部分にあるヒーター (Lake Shore MW-36)で、温度調節器に準拠した 25Ωに設定して
ある。また、磁場の大きさを測定するために Hall素子 (TOSHIBA SSIP)が取り付けて
ある。
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図 7.7: クライオスタットの試料台

測定に使われたリード線は、熱伝導率の悪い青銅線 (LakeShore NM-32)を用い、それ
ぞれ電流線、電圧線は、電磁場等のノイズを抑えるため、より線とした。また、このメイ
ンパイプの中には、2φ2本、3φ1本、計 3本のステンレス管が入っており、その 3本の中
にそれぞれ独立して、電流線、電圧線、キャパシタンス温度計用線 (キャパシタンス温度
計は交流で計測するためノイズの原因となる)をいれることで、ノイズに対するシールド
効果を高めた。

7.4.3 超伝導マグネットの作成

超伝導マグネットにおいて最も注意しなければならないのは、クエンチである。クエン
チとは突然超伝導状態が破れる現象で、主に外部からの熱流入により、部分的に超伝導が
常伝導になり、そのジュール熱によって、また他の部分が温められ常伝導転移し、常伝導
部分が漸増的にひろがる現象である。その結果、マグネットが急激に発熱し、周りにある
液体 He は一瞬にして気化することになるため、大変に危険である。これを防ぐために、
外部 (室温)からの熱流入を少しでも小さくしなければならない。このクライオスタット
の He 排気パイプは (図 7.8) のように、熱流入を抑える仕組みがしてある。電流は、数
10Aという大電流であるため、発熱を抑えつつ、かつ熱流入を小さくするために、電線は
細い銅線 (0.1mm)を、40本ほど編んだものを使った。これを冷たい Heの蒸発ガスで冷
却することで、効果的に熱流入を小さくすることができる。液体 Heの液面下になるとこ
ろでは、銅線と超伝導線を平行に半田付けしたものを使った。また、マグネット用定電流
発生源に接続する部分は、厚めの銅材をつかい、ネジ式にして電源端子の圧着端子に接続
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できるようにした。また、この銅材と編線の接続は、いつもよりも多めの半田で、強く接
合させた。

図 7.8: 超伝導マグネットのための He排気パイプ

次にマグネット本体について、一般にコイルマグネットの磁束密度は、次式で決まる。

B = µ0nI (T)

µ0 は真空の透磁率、nは 1m当りの巻数、I は電流である。しかし現実にはコイルの大き
さを考慮にいれ式

B =
NI

2l(a2 − a1)
[x ln

a2 +
√
a22 + x2

a1 +
√
a21 + x2

+ (l − x) ln
a2 +

√
a22 + (l − x)2

a1 +
√
a21 + (l − x)2

] (T)

N は巻数、a1 は内半径、a2 は外半径、lはコイルの長さである。つまり、磁束密度 Bの
決定要因は、電流、巻数だけで決ってくるわけでなく、コイルの形、電流線の太さなどに
も依存する。
これらを考慮した上でマグネットは図 7.9 のように設計した (自己コンダクタンス

L =.026(H)、150回 32層巻、I = 10(A)で 0.9(T)を発生)。外径は、液体 4Heベッセル
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の挿入口以内、内径はメインパイプの 15φ以上、長さは、コイル中心部から前後 5mm離
れたところでも磁場の減少率が、1%以内に納まるようにした。

図 7.9: 超伝導マグネット設計図

超伝導線は、Ni-Ti線 (真空治金 SW55/14-035 径 0.35mm)を用いた。この線は、極細
多心線 (fine multicore wire)と呼ばれ、単心線に比べて、磁気的不安定性や磁気的ヒステ
リシスを抑えることができ、また、Ni-Tiの周りには、銅がかぶせてあり、万一クエンチ
があったときでも、銅の部分に電流が流れるようになっている。
コイルの構造は図 7.9の円で囲まれているところにに示されている。超伝導線は、高磁
場中では大きなローレンツ力を受けることになるため、巻くときには、ワニス (GE 7031)
を塗りながら固定する。また層間には、マイラーシートとアルミ箔をはさんだ。これは、
層間の絶縁と、磁束跳躍などの磁気的不安定性を防ぐこと、更に層間の超伝導線の凸凹を
なくし、巻易くするなどの効果がある。実際に測定するときは、一度メインパイプの排気
バルブから真空引きし、4Heガスパージしてから、液体 4Heにマグネットが十分につかる
まで挿入する。20K以上で使うときは、4Heの蒸発を少なくするため、バルブから真空を
引きながら行う (100Kまで可能)。
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7.4.4 電気抵抗の温度依存性の測定

上記で述べた環境にて、試料に印加された直流電流密度は約 10A/cm2、面抵抗 R� =

ρ/d(dは CuO2 層間の格子間隔 d = 6.02 Å)を、異なる xと還元度合いを変化させた 14
個の試料について計測した。これらの抵抗率の温度依存性を図 7.10に示す。図にあるよ
うに、抵抗率は 7桁以上に広がっている。超伝導転移は、低抵抗試料では Tc = 20K付近
で発生した。

図 7.10: Nd2CuO4–xFx 単結晶の抵抗率温度依存性グラフ。xを変化させ、それぞれは、
0.02(A), 0.05(B), 0.1(C), 0.15(D-F), 0.2(G-H), 0.25(I-K), 0.3(L-N) である。酸素還元
はアルゴンガス 0.4Torrにて、各試料で時間を変化させた。それぞれは、0分 (B, D, G,
N)、30分 (E, H, L)、60分 (I, M)、120分 (J)、150分 (A, C, F, K)である。
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7.4.5 強局在領域分析

乱れの大きな強局在領域における電気伝導は、VRHによって特徴付けられる [42]。そ
れらの抵抗の温度依存性は、R�(T ) = R0 exp(T0/T )

α の形式を取る。VRH伝導では、α
の値はシステムの次元 dと Fermiレベルの状態密度の両方に依存する。3Dでは α = 1/4、
2Dでは α = 1/3というが予測できる。また αのもう 1つの値は、電子間相関の効果に関
係する。Altshulerら [60]は、乱れのある金属では状態密度が Fermiレベルで最小値 (た
だし有限である) を持つことを示した。乱れが大きくなると、Fermiレベルの電子状態が
強く局在化する。Efrosと Shklovskii[44]は、最小値はギャップ (Coulombギャップ)と
なり、導電率は次元に依存しない α = 1/2をもつ VRHによって記述されると主張した。
図 7.11 では、強く局所化された領域 (図 7.10 に示す試料 A, B, C, D, E) におい
て、log10(R�) に対して T 1/3 をプロットすると、広い温度範囲で、面抵抗が R�(T ) ∝

exp(T0/T )
1/3 で表されることが明確にわかる。

図 7.11: 面抵抗 R� の対数を縦軸、T 1/3 を横軸とし、強局在領域の試料 (A, B, C, D, E)
のデータを使ってプロットした。
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図 7.11は、xと酸素還元の効果が少なくなるとに伴って急速に抵抗が増加することを
示している。正確な αの値を決定するために、面抵抗の式 R(T ) = R0 exp(T0/T )

α を変
換させ、

log

[
d(lnR)

d(1/T )

]
= (1− α) log T + log (αTα

0 ) (7.1)

とした。d(lnR)/d(1/T )は固有のホッピングエネルギー、または一般化された活性化エ
ネルギーに対応する。

図 7.12: 試料 E を使って、d(lnR)/d(1/T ) と温度 T を log-log プロットした。傾き m

は、αと関連し、α = 1−mの関係がある。

図 7.12では、試料 Eを使って、d(lnR)/d(1/T )と温度 T を log-logプロットした。直
線は、データへの最小二乗フィッティングを表す。傾き mは、αと関連し、α = 1 −m

の関係がある。mの測定値から、1/3に近い α = 0.29± 0.02が得られた。そのほかの強
局在の試料 (A – D) も同様の結果が得られた。これらの結果は、Nd2CuO4–xFx の試料
(A-E)が、電子間相関の効果ではなく、乱れによって誘発された 2次元の強い局在化の特
徴を持っていることを示していることになる。局在長 ξ は、T0 の値と比熱測定によって
得られた状態密度 [124]、すなわち γ = 30− 40mJ/molK2 から見積もられた。これらの
結果一覧を 7.1にまとめた。
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表 7.1: 強局在領域試料のパラメーター一覧

7.4.6 弱局在領域分析

弱局在領域での試料 (F–N)の伝導特性において、観測されたコンダクタンスは、対数
的な温度依存性を示している (図 7.13を参照)。磁場下での測定は、第 3章で述べたよう
に弱局在状態の詳細を調べるのに効果的である。図 7.14の白丸は、試料 Iの ab面に垂直
に印加された磁場下のデータである。これらのデータは、磁場の増加に伴って正の磁気コ
ンダクタンスを明確に示す (負の磁気抵抗)。各温度で観測された磁気コンダクタンスは、
低磁場での負の曲率 (∝ H2)から高磁場での正の曲率 (∝ lnH)へのクロスオーバーを示
す。弱局在領域では、量子干渉が空間的に局在した状態を引き起こし、古典的なドルーデ
伝導率に対する量子補正を与える。この弱局在の補正は、時間反転対称性を破壊する摂動
に敏感である。これは、磁場が量子干渉効果を抑制し、正の磁気コンダクタンスを生じさ
せることを示唆している。2次元系の場合、電子相関効果を考慮しないコンダクタンスに
対する相関 ∆σ は、式 3.24で与えられる。図 7.14の実線の曲線は、式 3.24を使用した
最小二乗フィッティングから得られたものである。これらの結果は、試料 (F–N)が 2次
元弱局在の典型的な振る舞いを示している。
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図 7.13: e2/πh単位で CuO面あたりのコンダクタンスを温度の関数として対数軸で Plot
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図 7.14: Cu02 層に垂直に印加した磁場下でのコンダクタンス。試料 I (x = 0.25) の
CuO2 層に垂直な磁場印加時のコンダクタンス。実線は、本文で示したパラメーターの値
を用いて求めた。

7.4.7 β 関数分析

これまでに説明した実験データを、実験的 β 関数 (第 11章参照) を使って分析する。結
果を Plotしたものを図 7.15に示す。Wigner-Dysonクラスに対する β 関数を 1/g に摂
動展開すると式 3.40にあるように対称性によって変化するが、実験データから得られた
グラフの形より、対称性クラスは orthogonalであることがわかった。
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図 7.15: 単結晶 Nd2CuO4–xFx の 14試料のコンダクタンスのスケーリング挙動。実線は
2次元系の理論による β 関数によるもので、実験データは弱局在領域では −l/g 依存性、
強局在領域では ln(g)依存性を示す。点線は 1次元または 3次元の β 関数によるもの。

結果として、単結晶 Nd2CuO4–xFx で観測されたコンダクタンスは、弱局在領域から
強局在領域まで単一の β 関数によって統一的に記述されることが確認された。β 関数の
分析結果、Nd2CuO4–xFx の局在領域は、第 3.4章で述べた結果を利用すると直交対称性
orthogonalに属し、2次元 Fermi glassであることを示している。この発見の重要な特徴
は、ペアリングの性質や 高 Tc 酸化物超伝導体の通常の性質を調査する上で役割を果たす
ことができる。
つまり、この章での研究は相図のこの青い双方向矢印部分を明らかにしたのである。

127



図 7.16: 乱れのある 2次元超伝導物質の相図を示す。この Nd2CuO4–xFx の局在部分の
研究で対称性が 直行対称性 orthogonal で記述される 2 次元 Fermi glass であることが
明らかとなった。この変化を青い双方向矢印にて示している。
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第 8章

実験試料 Nd2–xCexPdO4単結晶薄膜

本研究解析に使用した、層状希土類パラジウム酸化物 Nd2–xCexPdO4 単結晶薄膜の概
要について述べる。七尾ら [125]は、反応性MBE法により、層状希土類パラジウム酸化
物 R2PdO4 (Rは La, Nd, Smを示す) と一部 Ce置換した Nd2–xCexPdO4 の高品質単
結晶薄膜を作成し、La2PdO4、Nd2PdO4、Sm2PdO4 では、電子伝導が R元素に依存し
ないことを見出した。また、Nd2–xCexPdO4 においては、PdO2 面への電荷キャリアの
ドーピングすると電子伝導が増加し、真空アニール処理によって、さらに強化されること
がわかった。強化された電子伝導は、ドーピングの効果だけでなく、Pd欠損の影響があ
ることが X線光電子分光法と誘導結合プラズマ質量分析法にて判明した。Ce 置換と真空
アニール処理により、Nd2–xCexPdO4 薄膜の電子伝導が単調に増大するものの、この方
法では、金属化に限界があることがわかった。よって、Ndではなく、Pdを Cuに置換し
Nd2Pd1–xCuxO4 を合成することで電子伝導がどうなるかを追加調査した [126] 。

8.1 二次元層状希土類パラジウム化合物 R2PdO4 の電子伝導
第二遷移元素 (4d遷移金属)酸化物は、多様な電子物性を持つことが知られている。例
えば、ルテニウムを使った Srn+1Run O3n+1 (nは正の整数、Ruddlesden-Popper系列/
ペロブスカイト構造) は、強磁性金属 SrRuO3(n = ∞)[127] と超伝導体 Sr2RuO4(n =

1)[128, 129] を発現することが知られている。また、近傍の Ruddlesden-Popper相の 4d
化合物と呼ばれる、例えば Srn+1MonO3n+1 (n = 1) や Srn+1RhnO3n+1 (n = 1) でも金
属伝導が観測される。このことは、パラジウム化合物における電子伝導の問題を提起して
いる。La2PdO3 は合成され、斜方晶系のユニットセルで結晶化することが分かっている
が、その電子伝導は未知のままである。これは n = 1の層状 Rn+1PdnO3n+1 の場合も同
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様で、PdO2 平面が無限の 2次元ネットワークを形成している。一般に、パラジウム酸塩
の電子伝導は Pd-Pd間距離 (dPd−Pd) に支配されており、これは他の 4d 遷移金属酸化
物とは対照的である。様々なパラジウム酸化物について、300Kでの抵抗値が dPd−Pd の
関数として抵抗率の範囲が 18桁以上も変化していることは注目に値する。特に PdCoO2

については、全酸化物の中で最も低い電気抵抗率を示す。一方、dPd−Pd 距離が最も大き
い La4PdO7 では、非常に高い電気抵抗値が報告されている。Pd–Pd の混成に加えて、電
荷キャリアのドーピングにより、本質的に絶縁体であるパラジウム酸塩に金属伝導を誘起
することが可能である。例えば、2本の PdO鎖が垂直に重なった 2元系パラジウム酸化
物 PdOは p型半導体であり、わずか 1% の Li置換で金属状態にすることができる。

8.2 Nd2–xCexPdO4 単結晶薄膜の特徴
追加ドープされた電荷キャリアが、Nd2–xCexPdO4 単結晶薄膜の電気伝導にどのよう
な影響を与えるかを示す。バンドギャップが ∼ 0.8− 2.0eVの絶縁体 Nd2PdO4 から、電
子ドーピングにより Fermiレベルが 4dx2−y2 レベルに近づくと仮定する。Fermi準位が
高くなると活性化エネルギーが小さくなり、その結果、電子伝導性が向上することが期待
される (図 8.1参照)。
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図 8.1: ホールドープ La2–xSrxNiO4 と電子ドープ Nd2–xCexPdO4の電子構造の概略図。
ドープされていない La2NiO4 の場合、電荷移動 (CT) ギャップは 約 4eV で、ドープさ
れた正孔は Fermi準位より上の空の状態を占める。Nd2PdO4 の場合、電子バンドギャッ
プは 0.8 ∼ 2.0eV であると予想され、EELS 測定によって上限が確認された。Nd2PdO4

をドープした場合、4d状態と強化されたスピン軌道結合により、状態密度が広範囲にわ
たって不鮮明になる。ドープされた電子は Fermi準位を上昇させることになる。

図 8.2 は、真空アニール処理した Nd2–xCexPdO4 の x = 0.00, 0.07, 0.24 の抵抗率
(ρ − T )の温度依存性をプロットしたものである。x = 0.07の場合、抵抗値は 300Kで、
約 30mΩcm まで低下したが、系は依然として絶縁体である。さらにドーピングしても、
抵抗値は大きくは下がらない。
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図 8.2: Nd2–xCexCuO4 の x = 0.00, 0.07, 0.24の抵抗率 (ρ− T )の温度依存性グラフ

Nd2–xCexPdO4 薄膜で見られる絶縁体の挙動は、電荷キャリア輸送のメカニズムに疑
問を投げかけるものである。銅酸化物に見られるような反強磁性基底状態がない場合、2
次元系における電荷キャリア輸送は可変範囲ホッピング (VRH)によって動機づけられる
ことが望ましいとされている。VRHシナリオにおける抵抗の温度依存性は

ρ ∝ exp

[(
T0
T

)1/(d+1)
]
, (8.1)

で与えられる (式 3.31を電気抵抗率に置き換えたもの)。T0 は、

T0 ∝ 1/kBDξ
d, (8.2)

となる。確かにここで取り上げた系は 2次元の PdO2 面を持つ層状系であり、したがって
電子輸送も 2次元であると予想する。この仮説を検証するために、log10(ρ)を T−1/3 の
関数としてプロットしたのが図 8.3である。
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図 8.3: (a) 真空アニール処理した Nd2–xCexPdO4 膜 (x = 0.00, 0.07, 0.24) の log10(ρ)

を T−1/3 の関数としてプロットしたグラフ。(b) - (d) 抵抗率偏差∆ρ(式 8.3 参照)。x に
関係なく、ρは 1%以下であった。

xの値にかかわらず、抵抗率の ∆ρは全温度領域で 1%以下であった。

∆ρ = Aexp

[(
T0
T

)1/(d+1)
]
− ρ (8.3)

ここで、ρは実験的に求めた抵抗値、Aは定数である。全温度領域で ρの偏差が小さいこ
とは、Nd2–xCexPdO4 における電荷キャリアの活性化がホッピング機構を介して 2Dで
起こっていることを裏付けている。
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Nd2–xCexPdO4 の 0.19 5 x 5 0.24の場合では、絶縁体的な挙動は消失した。その代
わり、Nd2–xCexPdO4 は 400K から Tu が 210K (図 8.4 film Kの場合) までは、金属的
であった (Tu を金属領域と絶縁領域の間の変曲点温度とする)。

図 8.4: Nd2–xCexCuO4 の 0.19 5 xの抵抗率 (ρ− T )の温度依存性グラフ

また、400K から Tu の間では、dρ/dT ≈ 3µcm/Kで金属伝導 (dρ/dT > 0)しているこ
とが確認された。しかし、Nd2–xCexPdO4 の Ce溶解度の割合が限界に近いため、それ以
上のドーピングでは金属伝導は向上しない。例えば、図 8.4 で Ce濃度 x = 0.29の film
Q は、Ce濃度 x = 0.19の film K に比べて抵抗率が約 3倍高くなっている。

8.3 Nd2Pd1–xCuxO4 薄膜の電子状態
前述したように、Ce 置換と真空アニーリングを組み合わせることにより、R2PdO4

系で M–I 転移を引き起こすことができる。一方、Nd3+ と Ce4+ の異なるイオン半径
は、Nd2–xCexPdO4 における Ce の溶解限界の原因となる。さらに、完全に金属的な
Nd2–xCexPdO4 を得るには、実験で確認された溶解度限界を超える Ce置換が必要であ
ることが判明している。そこで、Pd2+ と Cu2+ のイオン半径の差が、Nd3+ と Ce4+ の
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イオン半径の差よりも小さいことから、Nd2PdO4 の Pd サイトに Cu を置換を行った。
これにより、T ′ 構造を持つ Cu/Pd体系において、Nd2PdO4 への効果的な電子ドーピン
グを試みることになる。これは Nd2CuO4 の立場で考えると単結晶試料ではまだ報告され
ていないホールドーピングとなる。超伝導体 Nd2CuO4 と絶縁体 Nd2PdO4 の間の状態図
を調べることにも繋がる。

Nd2CuO4 の超伝導は、結晶格子中の酸素の乱れに非常に敏感である。CuO2 面内の酸
素欠陥や、Cu2+ イオンのすぐ上の不純物酸素の占有などが起因する。
調べた Cu 濃度 x = 0.0− 1.0にわたって、膜は (001) CaF2 基板上で安定した。図 8.5
は、CaF2 上に成長させた Nd2Pd1–xCuxO4–yFy 膜の抵抗率値の温度依存性を示す。Pd
含有量が 16 % を超える膜 (x ≤ 0.84) は 局在を示す。ドープされていない Nd2PdO4

(x = 0.0) 膜は、x = 0.43の膜よりも X線回析のピーク強度が小さいにもかかわらず、よ
り低い抵抗率値を示し、粒界に Pd 金属が析出していることを示唆している。x = 0.84の
膜では約 180 K の温度まで金属的挙動が観察された。ただし、完全に Cu 置換された膜
(Nd2CuO4 、x = 1.0) のみが臨界温度 (Tc= 23 ∼32 K)で抵抗率の低下を示した。

図 8.5: CaF2 基板上に成長した Nd2Pd1–xCuxO4 薄膜の抵抗率曲線 (x = 0.0− 1.0)。超
伝導転移は Nd2CuO4 でのみ観測され、金属的な温度依存性はない。金属温度依存性は、
x = 0.84のみの場合で、x < 0.84の薄膜では見られなかった。
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第 9章

実験試料 Pb超薄膜について

Pb 超薄膜は、本研究室の香川ら [71] を中心に研究された。液体 4He 温度における極低
温蒸着法により一連の Pb 超薄膜の抵抗率の温度依存性を測定した。fermion 領域で観
測されたコンダクタンスは、実験的 β 関数を使い、自己無撞着理論式と同じくスケール
された。また、電子の局在長 ξloc と超伝導コヒーレンス長 ξsuper を評価し、S–I 転移は
ξloc ' 2ξsuper の位置で起こることが確認され、Bose glass相の存在の可能性を示した。

9.1 試料作成方法:極低温蒸着法とは
薄膜を作るのに様々な方法がある。例えばスパッタ法やMBE法である。これらの方法
では、蒸着する基板の温度を上げる。その温度は蒸着物や条件によって様々であり、約
100∼500◦Cである。温度を上げるのは一度ランダムに基板に着いた原子を基板上で活性
化させ、エネルギー的に安定な単結晶を形成させる為である。
これに対して、この実験での Pb超薄膜を作成した極低温蒸着法は対照的である。極低
温蒸着では、蒸着中基板を液体 He温度 4.2Kに保っておく。これにより、蒸着源から飛
び一度基板に着いた分子はそこから基板上を移動する事が無く、その位置にずっと存在す
る。従って最も理想的な極低温蒸着法では膜はアモルファス膜となり、そのまま成長す
る。実際には原子の種類によっては 4.2Kでも凝集力のほうが強く、微粒子薄膜となって
成長する場合がある。実験において、このような成長を防ぐために、つねに 20K以下の
状態を維持した。
極低温蒸着法で膜を作成する理由は、上記のようにアモルファス状に膜が出来るので超
薄膜を作ることが可能だからである。数 Åの膜厚をコントロール出来ると考えられてい
る。従来のMBE法などでは単結晶を作成する為、ある程度の膜厚が必要である。それに
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対してアモルファス膜ではたとえ 1原子でも良い。この結果 2次元という次元性が従来の
蒸着法で作成した薄膜よりも良い薄膜が作成できる。2次元局在問題について調べるため
にはこの極低温蒸着法による薄膜は最適といえる。極低温蒸着法は巨大な装置が必要なた
め、世界でも数ヶ所しか研究報告例がない。この研究で使用した方法では、蒸着源として
豆電球を小型のフィラメントとして使用することによって直径 20mmのチャンバー内で
極低温蒸着できる 3 He-liquid用クライオスタットを作製した (図 9.1参照)。

図 9.1: 3 He-liquid用クライオスタット

9.2 超薄膜 Pbの物性
極低温蒸着法により、乱れを系統的に制御することによって、Pb膜の S–I移を観測す
ることができた。膜厚を蒸着時間で制御し、膜厚を徐々に増やすことで乱れを系統的に制
御した。その結果を図 9.2 にしめす。膜厚は 39回に分けて厚さを変え、そのときの電気
抵抗を測定した。測定した抵抗の範囲は約 10Ω ∼ 1013Ωである。膜厚の最も薄い絶縁体
膜の抵抗は 2K∼8K の温度領域で 107Ω ∼ 1013Ωまで変化している。それに対し最も膜
厚の厚い超伝導膜では約 3.5Kで超伝導転移した後、10Ω程度の残留抵抗 (フラットテイ
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図 9.2: 超薄膜 Pb の抵抗値の温度依存性グラフ。薄膜は Pb の蒸発によりその場で順次
成長し、薄膜の厚さが増すにつれて絶縁体から超伝導体に変化する。膜厚は 13.8 Åから
42.8 Åまで変化し、超伝導転移は最も厚い膜で 3.5Kで起こった。

ル)が存在する。この上記の 2つの試料からもわかる様に膜厚を変えることによって S–I
転移が起こっている。クライオスタットの大きさの制限から水晶振動子モニターが入れ
られず、膜厚に対する絶対評価はできなかったが、膜厚の最も厚い試料を Atomic Force
Microscapeを使った解析により 42.8Åと同定した。図 9.3には、AFM像を示す。
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図 9.3: 最も膜厚の厚い試料の Atomc Fbrce Microscope(AFM)像

9.2.1 二次元性と乱れ

極低温蒸着した Pb超薄膜が十分な二次元性を持つかどうかは重要な問題である。2次
元性を検証するものとしては弱局在での抵抗の温度依存性が lnT になることや、2 次元
VRH伝導を示す (σ ∝ exp(T0/T

1/3)になる)ことが挙げられる。最も膜厚の厚い膜の 2
次元性について述べる。この膜について 2 次元性が保証されるならば、この膜より薄い
膜の 2次元性も保証証される。第 3章で述べたように 2次元での fermionにおけるコン
ダクタンスは弱局在領域で式 3.23に示されたように lnT の温度依存性を持つ。結果、図
9.4に示すように低温になると系の電気抵抗は lnT で増大し、コンダクタンスの lnT 依
存性が見られた。図 9.4 の一番コンダクタンスの高いデータにおいては、lnT の係数は
2.59× 10−5 と求められた。式 3.23から計算されるコンダクタンスの pを除く lnT の係
数は

e2

2π2~
' 1.23× 10−5 (9.1)

であるため、p ' 2.1であれば、理論値と実験値ほぼ同じであることがわかる。
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図 9.4: 最膜厚の超薄膜 Pb面を先頭に徐々に薄くした 6つの試料のコンダクタンスを示
した温度依存性グラフ。横軸は対数。超伝導側の弱局在の試料では、対数温度依存性があ
ることがわかる。

上記で述べた理論と実験の一致から最厚膜についての 2次元性は十分保証されていると
言える。また、膜厚を変えていった時に局在の程度が変わっていくのを観測し、より局在
の強い膜では図 9.5に示すように 2次元 VRH伝導を示した。
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図 9.5: 超薄膜 Pb面のコンダクタンスの温度依存性グラフ。横軸を T−1/3 とする。絶縁
体側の膜厚の薄い強局在の試料では、二次元 VRH伝導があることがわかる

上記の分析は、fermionが存在する 4K以上の領域の分析であり、これら試料の伝導は、
膜厚を変化させていくことによって強局在の伝導から弱局在の伝導へ移り変わっていくこ
とがわかる。膜厚の変化が、乱れを制御できていることを示している。

9.3 β 関数によるスケーリング解析
温度 4K以上の領域を β 関数によるスケーリング解析を行った (詳細解析方法は、第 11
参照)。解析に必要となる pの値は前述したように図 9.4に示す最膜厚の lnT の係数から
求めた p ' 2.1を代入し、β 関数を使って図 9.6に示すようにプロットした。なお、本論
文のためにデータを再取得し、再構成したグラフは図 10.10に示してある。
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図 9.6: 4K以上のすべての膜の β 関数と無次元コンダクタンス。この図は、研究したすべ
ての膜のコンダクタンスが単一の普遍的なカーブを描いていることを示している。このこ
とは、4K以上の温度ではすべての薄膜が fermion領域にあることを意味する。しかしな
がら、弱局在領域においてこのカーブと垂直な流れが、わずかながら見て取れる。当時の
研究では誤差の範疇と考えていた。

9.3.1 超薄膜 Pbの局在長 ξloc の算出

第 3.4章で述べたように、Vollhardt and Wölfleによる理論式である式を実験式に置き
換えた式 10.5(後述) を各薄膜の電気抵抗の温度依存性をフィッティングすることで、各
薄膜の電子の局在長 ξloc の相対値が求められる。ξloc の絶対値を求めるには、VRH伝導
している薄膜のデータを利用する。強局在領域であるMott局在の 2次元における VRH
理論の領域では、g ∝ exp(−εVRH/T

1/3)となり、βEXP.(g) ∼ ln g となる。この εVRH は一

142



般化した活性化エネルギー [130]に等しい。このときの電子の局在長 ξloc は

ξloc =
( 27

πkBεVRHD(ε)

)1/2
(9.2)

ここで、D(ε)は状態密度である。また、比熱の測定値 C = γT +AT 3 から得られる

γ =
1

3
π2D(ε)k2B = 7.0× 10−4JK−2mol−1 (9.3)

を用いると
D(ε) = 3.36× 1015eV−1cm−2 (9.4)

よって、VRH伝導を示す膜の局在長の絶対値がわかり、式 10.5 を利用した局在長の相対
値から各薄膜の局在長が求まる。

9.4 超伝導コヒーレンス長 ξsuper の算出
電子の局在長さ ξloc に対して、超伝導コヒーレンス長 ξsuper を評価する。

9.4.1 超伝導コヒーレンス長 ξsuper とは

超伝導とは、臨界温度 Tc 以下で電子準粒子が Cooper対の形で対になり、その励起ス
ペクトルにエネルギーギャップ ∆が出現することである。超伝導であるかどうかにかか
わらず、金属におけるもうひとつの重要なエネルギースケールは Fermiエネルギー EF で
あり、これはすべての伝導電子の基底状態を表している。したがって、エネルギーギャッ
プと Fermiエネルギーを操作することで、多くの興味深い状態を作り出すことができる。
例えば、∆/EF は、電子が Cooper対の形で超伝導的に結合する強さを表す。
エネルギーギャップ ∆と Fermiエネルギー EF = mv2F /2(vF は Fermi速度、mは有
効質量)から、下記のように超伝導コヒーレンス長 ξBCS と呼ばれる値を求めることがで
きる。

ξBCS = ~vF /∆ (9.5)

しかしながら、これはクリーンな超伝導体における超伝導コヒーレンス長である。乱れの
ある系では、電子の活動領域を示す拡散係数 D が存在する。したがって ∆から構築され
る超伝導コヒーレンス長 ξsuper は下記のように示される。

ξSuper =
√

~D/∆ (9.6)
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通常、D ∼ vF lであるため (lは弾性散乱長)、これを式 9.6に代入すると

ξ2super ' ξBCSl (9.7)

となる [131]。

9.4.2 電子の局在長 ξloc と超伝導コヒーレンス長 ξsuper の比較

電子の局在長 ξloc と超伝導コヒーレンス長 ξsuper を比較することは、この物質の S–I
転移が Cooper 対が壊れるかどうかに起因するかつまり、ペアブレーキングによるもの
なのかどうか判断することができる。ξloc > ξsuper の場合、電子は Cooper 対をつくるこ
とができるが、ξloc < ξsuper の場合はできないと考えられる。これら 2 つの比較結果を
図 9.7 に示す。横軸は温度 10K での面抵抗をとっているが、これは系の乱れのパラメー

図 9.7: 超伝導コヒーレンス長 ξsuper と電子の局在長 ξloc の 10Kでのシート抵抗の比較。
S–I転移は ξloc w 2ξsuper で起こり、ξloc = ξsuper で S–I転移は観測されなかった。

ター (disorder parameter)でもる。もっとも膜厚の厚い試料では、ξloc、ξsuper はそれぞ
れ 2× 106Åと 70Åである。図 9.7には、フラットテイルでの抵抗の温度係数の正負から
求めた S–I転移の点と ξloc = ξsuper の点が示してあるが、この両者は一致しない。
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仮に S–I転移が Cooper対のペアブレーキングで決まっているならば、ξloc = ξsuper の
点で S–I 転移が起こる点になっているはずである。このことにより、S–I 転移はペアブ
レーキングで決まっていないことがわかった。S–I転移は、図 9.7より、

ξloc ' 2ξsuper (9.8)

の点であった。ここで、ξsuper < ξloc < 2ξsuper の領域を考えると、電子は Cooper対が
発生する領域ではあるが、系は局在している。この結果は、Cooper対が発生しているが
局在している領域、つまり Bose glass相が存在する可能性を示していることが判明した。
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第 10章

実験試料とデータ分析

本研究で利用した実験試料の測定データに関して説明する。第 6章から第 9章にかけて説
明した実験結果を、本研究のために再構成している。なお、電子データがない場合のデー
タ取得方法は、付録 A章にまとめた。

10.1 本研究の実験試料の特徴
本研究は、2次元伝導物質の S–I転移を調査するために超伝導物質の中で性質の異なる

Nd系 2次元層状ペロブスカイト物質と Pb超薄膜の実験データを用いた。これら実験試
料の一般的なミクロの力に関しては、下記の表 10.1のような特徴がある。これら 2系統

表 10.1: 実験試料における、一般的なミクロな力の比較

実験試料 誘電率 遮蔽効果 電子間相互作用

Nd系 低い 弱い 長距離 クーロン斥力
Pb 高い 強い 短距離 ハードコア

の物質に対して、乱れによる S–I転移を調査することになる。この乱れを制御する方法と
して、Nd系 2次元層状ペロブスカイト物質は、不純物ドーピングや還元処理を行い、一
方、Pb薄膜は、膜厚をコントロールしている。(Nd系パラジウム酸化物の場合は、Nd系
銅酸化物の場合と異なり、金属状態までは転移するものの超伝導は発現していない)。
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10.2 電気伝導の温度依存性データとその分析
データ分析を行うために、本研究で使用した各試料の抵抗の温度依存性を示すのグラフ
を作成した。
さらのこのデータを使って局在状態を調べるために、グラフの座標を 6 種類を用意し
た。表 3.1 で示したように電気伝導の温度依存性により、次元や局在の強弱が判断でき
る。また、第 6章から第 9章にかけて述べた既存研究の分析結果と、矛盾がないかを確認
した。

• 横軸: 温度 T−1, 縦軸: 面抵抗 R� (Ω) の対数 (→次元にかかわらない強局在)
• 横軸: 温度 T−1/2, 縦軸: 面抵抗 R� (Ω) の対数 (→1次元の強局在)
• 横軸: 温度 T−1/3, 縦軸: 面抵抗 R� (Ω) の対数 (→2次元の強局在)
• 横軸: 温度 T−1/4, 縦軸: 面抵抗 R� (Ω) の対数 (→3次元の強局在)
• 横軸: 温度 lnT , 縦軸: 無次元伝導率 g (= (~/e2)σ) の実数 (→2次元の弱局在)
• 横軸: 温度 lnT , 縦軸: 面抵抗 R� (Ω) の実数 (→2次元の弱局在)

この 6種類の軸において、どれがリニアになっているか目視での判断に加えて、相関係
数を求めるMicrosoft Excelの RSQ関数を使って判断の材料とした。この RSQ関数は、
2 種類のデータ群 x, y があった場合、下記の式に従い、ピアソンの積率相関係数を計算
する。

r =

∑
(x− x̄)(y − ȳ)√∑

(x− x̄)2
∑

(y − ȳ)2
(10.1)

x̄は、xの平均値であり、y も同様。この RSQ関数の出力は r2 であり、数値 1に近けれ
ば近いほど、x, y が相関が強い、つまり依存性が高いことになる。
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10.2.1 Nd2CuO4–xFx 単結晶の場合

第 7章の結果を再構成した実験データを用いて分析を実施した。図 10.1に面抵抗の温
度依存性を示すとともに、代表して、局在の強い Sample A、中間の Sample I、弱局在に
位置する Sample Lに関して、前節で述べた 6種類の軸で比較したグラフを、図 10.2、図
10.3、図 10.4に示した。

図 10.1: 実験試料 Nd2CuO4–xFx の面抵抗の温度依存性
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(a) T−1 による面抵抗の対数変化 (b) T−1/2 による面抵抗の対数変化

(c) T−1/3 による面抵抗の対数変化 (d) T−1/4 による面抵抗の対数変化

(e) lnT による面抵抗 R� (Ω) の変化 (f) lnT による面抵抗 R� (Ω) の変化

図 10.2: Sample Aにおける局在状態を調査するための 6種類のグラフ座標軸による分析
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(a) T−1 による面抵抗の対数変化 (b) T−1/2 による面抵抗の対数変化

(c) T−1/3 による面抵抗の対数変化 (d) T−1/4 による面抵抗の対数変化

(e) lnT による面抵抗 R� (Ω) の変化 (f) lnT による面抵抗 R� (Ω) の変化

図 10.3: Sample Iにおける局在状態を調査するための 6種類のグラフ座標軸による分析

150



(a) T−1 による面抵抗の対数変化 (b) T−1/2 による面抵抗の対数変化

(c) T−1/3 による面抵抗の対数変化 (d) T−1/4 による面抵抗の対数変化

(e) lnT による面抵抗 R� (Ω) の変化 (f) lnT による面抵抗 R� (Ω) の変化

図 10.4: Sample Lにおける局在状態を調査するための 6種類のグラフ座標軸による分析
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Nd2CuO4–xFx 電気伝導の温度依存性の関数系の分析
Nd2CuO4–xFx Sample Aに関しては、図 10.2に示すように、目視では、横軸が温度

T−1/2, T−1/3, T−1/4 のいずれかの場合が直線に近いことがわかる。少なくとも弱局在
ではなく、強局在の VRH伝導であることが予想される。一方、Sample Iに関しては、図
10.3に示すように、目視では、横軸が温度 T−1/3, T−1/4, g ∝ lnT のいずれかの場合で
あることがわかる。抵抗の絶対的変化量が少なく弱局在領域であると予想されるが、グラ
フ上では VRH伝導の可能性もあり、どちらの解釈も可能である。Sample Lに関しては、
図 10.4に示すように、目視では、横軸が温度 g ∝ lnT , R� ∝ lnT のいずれかの場合で
あることがわかる。明らかに弱局在であると予想される (伝導率と抵抗率の lnT の依存の
違いについては、次章で詳しく述べる)。
では、表 10.2 に、Excel 計算にて求めたピアソンの積率相関係数一覧を示す。データ
の温度領域は、すべての Sampleにて T = 5 ∼ 22Kとした。この場合、係数が 1に一番
近いところを判断すると、Sample A は、2 次元の VRH 伝導、Sample I は、弱局在の
g ∝ lnT、Sample Lは、R� ∝ lnT がもっとも適した伝導性を示すことがわかる。

表 10.2: Nd2CuO4–xFx 各 Sample におけるピアソンの積率相関係数一覧 (温度領域
T = 5 ∼ 22K)

しかしながら、強局在領域では、温度 T−1/2, T−1/3, T−1/4 の相関係数の値は小数点
3桁まで同じものがあり、これは、実験データのひとつが変わっただけで相関係数の値が
変わることを意味している。1993年の高橋 (著者本人)の修士論文では、Sample Cは弱
局在から強局在への移行段階の不完全な VRH伝導を意味している可能性を示唆した。ま
た、この修士論文において、弱局在だけでなく、強局在である Sample(本論文では Sample
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Cに相当)であっても、磁気抵抗に異方性があり、かつ c軸との並行な磁場に関しては負
の磁気抵抗が見られたことから、不完全な VRH伝導ながらも、2次元の強局在として考
えるのが妥当と考える。よって、VRH伝導と Anderson局在型の伝導どちらにも解釈で
きる Sample Iにおいては、2次元物質の弱局在と強局在の境目として捉える。
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10.2.2 Nd2–xCexCuO4 の場合

第 7章の結果を再構成した実験データを用いて分析を実施した。抵抗の温度依存性を示
すとともに (図 10.5)、代表して、Sample Bに関して、前節で述べた 6種類の軸で比較し
たグラフを、図 10.6に示した。

図 10.5: 実験試料 Nd2–xCexCuO4 の抵抗の温度依存性
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(a) T−1 による面抵抗の対数変化 (b) T−1/2 による面抵抗の対数変化

(c) T−1/3 による面抵抗の対数変化 (d) T−1/4 による面抵抗の対数変化

(e) lnT による面抵抗 R� (Ω) の変化 (f) lnT による面抵抗 R� (Ω) の変化

図 10.6: Sample Bにおける局在状態を調査するための 6種類のグラフ座標軸による分析
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Nd2–xCexCuO4 電気伝導の温度依存性の関数系の分析
Nd2–xCexCuO4 Sample Bに関しては、図 10.6に示すように、目視では、ρの lnT の
場合が直線に近いことがわかる。
では、表 10.3に、Excel計算にて求めたピアソンの積率相関係数一覧を示す。データの
温度領域は、すべての Sampleにて T = 5 ∼ 22Kとした。この場合、係数が 1に一番近
いところを判断すると、Sample Bは、ρの lnT がもっとも適した伝導性を示すことがわ
かり、目視と一致する。

表 10.3: Nd2CuO4–xFx 各 Sample におけるピアソンの積率相関係数一覧 (温度領域
T = 5 ∼ 22K) 最後の 2行に関しては温度領域を絞って計測。Sample Dと Sample Eの
低温域に違いが現れた。

Sample A, B, Cは、抵抗率や伝導率の lnT 依存により弱局在領域であることはわかっ
たが、それよりも抵抗率が低い試料である Sample Dと Sample Eにおいては奇妙なこと
に、lnT よりも強い関数系である VRH伝導を示している。これは、第 6章の図 6.6とみ
られた分析結果と同様である (副次的には、本研究で再構成したデータの正確性の確証に
もなったと言える)。Sample Dと Sample Eは、第 6章で述べたように、これら試料に
おいて、c軸に平行な場合は正の磁気抵抗、垂直な場合は負の磁気抵抗が観測されており
fermionの弱局在と異なるタイプの局在と言える。しかしながら、表 10.3の最後の 2行に
示したように温度範囲を低温域を絞った場合、Sample Dと Sample Eの違いがわかる。
Sample Dは、8K以下であれば、弱局在とみなすことができるが、Sample Eの特殊性は
変わらない。
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10.2.3 Nd2–xCexPdO4 の場合

七尾氏らの研究 [125, 126]から提供いただいた実験データを用い、分析を実施した。図
10.7 に電気抵抗率の温度依存性を示した。これあらデータを使って局在状態を調べるた
めに、前述したグラフの座標を 6種類を用意し、目視およびピアソンの積率相関係数を求
めた。

図 10.7: Nd2–xCexPdO4 の抵抗率の温度依存性
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Nd2–xCexPdO4 電気伝導の温度依存性の関数系の分析
では、表 10.4に、Excel計算にて求めたピアソンの積率相関係数一覧を示す。データの
温度領域は、すべての Sampleにて T = 7 ∼ 18Kとした。この場合、係数が 1に一番近
いところを判断すると、すべての Sampleは、lnT 依存はなく、VRH伝導を示し、強局
在領域のデータであることがわかった。次元に関しては、T−1/4 依存を示す 3次元伝導の
可能性もあるが、相関係数の値はほぼ同じであり、抵抗率データだけで判断することは難
しい。しかし第 8章で示した他の実験データ、結晶構造や異方性から判断すれば、これら
Sampleは、すべて 2次元 VRH伝導である。

表 10.4: Nd2–xCexPdO4 各 Sample におけるピアソンの積率相関係数一覧 (温度領域
T = 7 ∼ 18K)
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10.2.4 Pb超薄膜の場合

第 9章の結果を再構成した実験データを用いて分析を実施した。抵抗の温度依存性を示
すとともに (図 10.8)、代表して、局在の強い Sample A、中間の Sample I、弱局在に位
置する Sample L に関して、前節で述べた 6 種類の軸で比較したグラフを、図 10.2、図
10.3、図 10.4に示した。

図 10.8: Pb超薄膜の面抵抗の温度依存性
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Pb超薄膜の電気伝導の温度依存性の関数系の分析
表 10.5に、Excel計算にて求めたピアソンの積率相関係数一覧を示す。第 9の図 9.4、

9.5 において示したように、弱局在と強局在の存在が確認された。しかしながら、Pb 超
伝導転移温度が 7.2K であること、後に説明する β 関数解析により弱局在領域にある
Sampleの電気抵抗は、7K付近を境に性質が異なる可能性が出てきていることから、これ
ら事実を踏まえ、温度領域を 7K付近で分け、T = 4.2 ∼ 6.8K, T = 7.2 ∼ 10.0Kそれぞ
れのデータにて分析し、積率相関係数を算出した。
ピアソンの積率相関係数一覧は、図 9.4、9.5ではわからない部分をあぶりだすことがで
きる。Sample A1 ∼ A6は強局在であるが、局在が弱くなってくる Sample B以降は、徐々
にVRH伝導から、lnT 依存のほうへ変化している。興味深いのは、低温域 (T = 4.2 ∼ 6.8)
の Sample F 以降でははっきりと lnT 依存を示すが、高温域 (T = 7.2 ∼ 10.0K) は、
VRH伝導のままである。

Sampleの膜厚の変化、温度の変化それぞれで、相関係数一覧により、強局在から弱局
在のクロスオーバーのような変異がみえたことになる。
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表 10.5: Pb 超薄膜の各 Sample におけるピアソンの積率相関係数一覧 (温度領域 T =

4.2 ∼ 6.8K, T = 7.2 ∼ 10.0K) Sample I, Jの低温域に関しては超伝導転移の兆候が表れ
ているため、5K以上からの測定とした。また、Pb超薄膜は次章で詳しく述べるが、β 関
数分析により 7K付近で電気抵抗の温度依存性の変化がみられるため、温度領域を 2つに
分けて分析した。
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10.3 実験的 β 関数による分析
これまでの分析により、電気伝導が強局在から弱局在への移り変わりを示していること
が分かったため、β 関数によるスケーリング解析を行う。この解析によって、相転移の有
無、次元性、局在の機構、対称性がわかってくる。
改めて簡単に、Abrahams らによるスケーリング理論 (1979 年)[3] の意義をまとめる
と、局在を正面から問題にするのではなく、試料のコンダクタンスの試料サイズ依存性を
みるという新しい視点を導入したところにある。局在した電子の波動関数の広がり ξ が原
子スケールより十分に大きいとすれば、試料サイズ Lが L � ξ のとき試料には電流が流
れ、コンダクタンスは普通の金属と同じように振舞うだろう、一方 L � ξ で試料は絶縁
体になる。これらをひとつにつなげるスケーリング関数を β 関数として考察するのがこの
理論であり、第 3.3章で示したような多くの研究が続いている。また、この β 関数は、対
数–対数微分の形をとっており、ブロックスピン変換同様、計算結果が無限大に発散して
しまうのを防ぐ数学的な技法だけでなく、この関数によって系の振る舞い、パラメーター
がスケールによってどのように変化するかを大局的に記述している。これが、繰り込み群
流れ (Renormalization Group Flow)であり、β 関数の本質である。

10.4 実験的 β 関数の定義
これまでの実験結果を、β 関数 [3, 6] を使って調査するために実験的 β 関数を定義す
る。β 関数は、β(g) ≡ d ln g/d lnLと定義され、Lは試料サイズ、g は 2次元コンダクタ
ンス [g = (~/e2)σ in 2D]である。β 関数は、サイズ Lの関数として電子状態のフロー
を示し、非局在か局在か、さらには弱局在か強局在かを判断するために用いることができ
る。対称クラスが直行対称性 orthogonalの 2次元の場合、図 3.15に示すように、サイズ
Lに関係なく常に局在相 (β(g) < 0は)に属することを意味するが、前述した図 3.9(b)よ
うに強いスピン軌道相互作用を持つ場合や量子 Hall効果の場合はあてはまらない。この
ように、局在化の状態によって β 関数の形が変化する。つまり、β 関数の形を繰り込み群
流れとして捉えれば、スケール変換を伴う電子状態の普遍性、対称性を理解することがで
きる。
これを実験データに適用するためには、サイズ L を再定義し、非弾性散乱によるカッ
トオフ長を Lとする。第 10.5章の式 10.6にて示したように、L2 = DT−p であり、Dは
ダイフュージョン定数、T は温度である。指数 pの値は、非弾性散乱メカニズムに依存す
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る。よって、T と pを使って下記のように実験的 β 関数が導かれる。

βEXP.(g) = −2

p

d ln g

d lnT
(10.2)

またこの pは、第 10.5章に示したように 2つの方法を用いた。Nd系 2次元層状物質
においては、Anderson局在の磁気抵抗の理論式 3.24を用いて、p = 1.0を導出し、一方、
Pb超薄膜は電気抵抗率より、式 3.23を使用し、p = 2.1を求めた。
この式 10.2は、いままでの実験結果である、コンダクタンスの lnT 依存性の存在、磁
気抵抗の異方性等から弱局在領域から強局在領域まで、次のように振る舞うことが予測さ
れる。弱局在領域、すなわち 2次元 Anderson局在理論で伝導率、すなわちコンダクタン
ス σ = σ0 + σ1 lnT を持つ 2次元 Anderson局在理論に当てはまると考え、次のような
簡単な関係が得られる。

βEXP.(g) = −2

p

d ln(σ0 + σ1 lnT )

d lnT
= −2

p

σ1
σ

= − 1

π2g
∼ −1/g (10.3)

σ1 は pを含むので、計算の結果 pは打ち消され、βEXP.(g)は g にのみに関係する。強局
在領域である Mott 局在 2 次元の VRH 理論の領域では、g ∝ exp(−T0/T 1/3) となり、
βEXP.(g) ∼ ln g となる。この T0 は一般化した活性化エネルギー [130]に等しい。
一方、β 関数の自己無撞着理論において、Vollhardt と Wölfle は 2次元における弱局
在から強局在までの orthogonalクラスに対して単一パラメーターの 2次元伝導度式を与
えた [132, 133]。

gVW(x) =
1

2π2
(x+ 1) ln

(
1

x2
+ 1

)
exp(−x) (10.4)

ここで、x = L/ξ ∝ T−p/2/ξ, ξ は局在長である。さらに、β 関数は、式 (10.4)より次の
ように展開計算できる。

βVW(g) =
d ln gVW(x)

d lnx
= −

(
x2

x+ 1
+

2

(x2 + 1) ln
(

1
x2 + 1

)) . (10.5)

これらの式により、実験的解析が可能となる。最初に、式 10.4から ξ を推定し、次に式
10.5から得られる β 関数をプロットする。最後に実験データを式 10.2 の βEXP.(g)に入れ
てプロットする。理論式 10.5の βVW(g)と、実験式 10.2の βEXP.(g)を重ね合わせ、それ
らが一致するかどうか検証した。
その結果、弱局在から強局在までのデータはすべて βVW(g) に収まるようにみえ、こ
の β 関数の形状により、これらの物質の局在状態は対称性が直行対称性 orthogonal で
記述されることが判明し、2次元 Fermi glassと結論付けることができたと思われた (図
10.9、図 10.10)。
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図 10.9: Nd系 2次元層状物質の実験的 βEXP.(g)関数。実線は理論式 βVW(g)関数。
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図 10.10: Pb超薄膜の実験的 βEXPdP.(g)関数。実線は理論式 βVW(g)関数。

2次元
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10.5 非弾性散乱指数 pの求め方と検証
ここでは、実験解析上必要な非弾性散乱指数 p の求め方を述べる。実験はマクロな試
料、つまり試料サイズ Lの十分に大きな系について、有限の温度で行われる。第 3.4章で
議論したように有限温度では、電子はフォノンや他の電子と非弾性散乱を起こし、波動関
数の位相が乱されるから、電子波が干渉しうる広がりはそれによって制限される。その長
さ Lε を不純物に衝突しながら拡散的に運動する電子が非弾性散乱の緩和時間 τε の間に
移動する距離、つまり非弾性散乱によるカットオフ長 Lとして考えられる。前述した拡散
係数 (ダイフュージョン定数)を D とした 3.19を変形し、τε は T = 0Kで無限大になる
ことからわかる関係式 3.22を使うと、

L2 = L2
ε = Dτε ∝ T−p (10.6)

という関係が得られる。これが、スケール Lを温度 T に変換した実験的 β 関数の発想の
原点である。
この時に出てきた非弾性散乱指数 pについて、散乱の機構に依って決まる定数であり、
非弾性散乱の機構によって値が変わる。この求め方について 2 つのアプローチを説明す
る。氷上ら [49]は、Anderson局在の磁気抵抗における理論式を以下のように与えた。

∆σ (H) = − αe2

2π2~

[
ψ

(
1

2
+

~c
4DeHτ

)
− ψ

(
1

2
+

~c
4DeHτε

)
− ln

(τε
τ

)]
, (10.7)

∆σ (H) =
αe2

48π2~

(
4DeHτε

~c

)2

. ( 4DeHτε/~ c� 1) (10.8)

ψ は、ダイ・ガンマ関数、τ は、弾性散乱時間、αはおよそ 1前後の単位のオーダーの定
数である。式 10.7のフィッティングパラメーター (4De/~、τε/τ)、τε と τ を実験データ
より求めることができる。さらに、式 3.22から、非弾性散乱指数 pを求めることができ
る。本研究にて磁気抵抗を測定できた Nd2CuO4–xFx と Nd2–xCexCuO4 の Sampleは、
pの値がおよそ 1.0であった。(第 6章、第 7章参照)
もうひとつは、Anderson局在領域で与えられる式を下記に示す [39]

σ (T ) = σ0 +
e2p

2π2~
lnT (10.9)

この式によって、pは実験データの対数温度依存性からも求めることができる。第 10.2.1
章で調査した Nd2CuO4–xFx Sample Iのデータから、

e2p

2π2~
= 1.26× 10−5 (10.10)
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であり、式 9.1の値使うと p = 1.0を求めることができた。Nd2CuO4–xFx は、前述した
磁気抵抗からの算出方法と同じく p = 1.0であった。どちらの算出方法も同じ結果が得ら
れたため、2次元 Anderson局在の弱局在という仮定は正しく、有益な算出方法と言える。
Pb超薄膜は、p = 2.1の結果が得られている。
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第 11章

分析結果からの考察

過去実験の追認によって、強局在、弱局在の存在が再確認できた。しかしながら、実験的
βEXP.(g)関数を深く観察することで、新たな事実が浮かび上がった。

11.1 実験的 β 関数での垂直フローの発見
弱局在から強局在までの実験データはすべて βVW(g)に沿ってプロットされると思われ
たが、弱局在領域を拡大して、詳しく分析してみると、図 11.1、図 11.2 に示すように、
Nd 系 2 次元層状物質と Pb 超薄膜の両方で、Anderson 局在の理論的 βVW(g) 関数曲線
(青矢印)に対して、垂直方向のフロー (赤矢印)を示している部分があることを発見した。
矢印の向きは繰り込み群流れとして、L が大きくなる方向 (実験的には T が低くなる方
向)を示す。
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図 11.1: 弱局在領域において、Nd 系 2 次元層状物質の実験的 βEXP.(g) 関数を拡大し
たグラフ。Anderson 局在の理論的 βVW(g) 関数曲線 (青矢印) に対して異なる垂直方向
のフロー (赤矢印) を示している部分があることが分かる。Nd2–xCexCuO4 薄膜の紺
色 (NCCO Sample B)、青色 (NCCO Sample A) のデータと Nd2CuO4–xFx 単結晶の
水色 (NCOF Sample L)、緑色 (NCOF Sample E) のデータが、垂直フローを示した。
Nd2CuO4–xFx 単結晶の黄色 (NCOF Sample I)、赤色 (NCOF Sample N)のデータと、
Nd2–xCexPdO4薄膜の群青色 (NCPO Sample H)のデータにおいては垂直フローは観測
されなかった。星印は ρ = h/e2 に相当する点を示す。
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図 11.2: 弱局在領域において、Pb超薄膜の実験的 βEXP.(g)関数を拡大したグラフ。実線
は理論的 βVW(g) 関数。Sample E から J においては、フローの途中で、理論的 βVW(g)

関数から折れ曲がり、垂直フローを作っているのがわかる。一部データが、Anderson局
在フローから、垂直へのフローに変化し、折れ曲がっているのがわかる。星印は ρ = h/e2

に相当する点を示す。
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図 11.1 における、Nd系 2次元層状ペロブスカイト物質は、弱局在領域において、Nd
系 2 次元層状物質の実験的 βEXP.(g) 関数は、Anderson 局在の理論的 βVW(g) 関数曲線
(青矢印)に対して異なる垂直方向のフロー (赤矢印)を示している部分があることが分か
る。Nd2–xCexCuO4薄膜の紺色 (NCCO Sample B)、青色 (NCCO Sample A)のデータ
と Nd2CuO4–xFx 単結晶の 水色 (NCOF Sample L)、緑色 (NCOF Sample E)のデータ
が、垂直フローを示した。Nd2CuO4–xFx 単結晶の黄色 (NCOF Sample I)、赤色 (NCOF
Sample N) のデータと、Nd2–xCexPdO4 薄膜の群青色 (NCPO Sample H) のデータに
おいては垂直フローは観測されなかった。これらより、垂直フローの発生は、少なくとも、
ある一定の面抵抗が小さい弱局在領域で起こり、超伝導への転移する前兆となる現象と関
連しているという推測が成り立つ。さらに、βVW(g)関数に対する垂直のフローを発見し
たことは、この現象が単一パラメーターで表現するには不十分であることを示唆している
[134, 135, 136, 137]。とはいえ、この現象は β 関数解析法を否定するものではなく、この
関数からズレの原因や条件の解明することが物質の性質を理解する上で有益だと考えた。
図 11.2における、Pb超薄膜は、一部、ある温度でフローが理論的 βVW(g)関数フロー
から垂直へのフローに変化しており、折れ曲がっているのがわかる例えば、図 11.2にお
いて点線の円で囲まれた Pb Sample F、それ以外にも Pb Sample Fよりも伝導率の大き
な Sampleではは折れ曲がりが確認できる)。
どちらの種類の Sampleも g が大きくなればなるほど、垂直フローの傾きが Y軸に近
くなってくる。これは、伝導率 g が超伝導に近い状態になれば、伝導率 g の変化率が温度
変化よりも小さくなっていることを示す。さらにこの垂直フローは、理論的 βVW(g)関数
曲線とは異なるため、理論のどの部分が異なっているか検討する必要がある。
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11.2 垂直フロー発生時の抵抗率の温度依存性
垂直フローが発生するメカニズムを理解するために、伝導率/抵抗率の温度依存性を再
び詳細に解析した。いままでの議論では、伝導率と抵抗率は特に明確な意識をせずに利用
してきた。電気抵抗の温度依存性の一般的なグラフは、超伝導転移がはっきり明示できる
抵抗率や面抵抗等を主に使い、電子輸送の理論の多くが伝導率から組み立てられたものが
多いため、lnT や exp(1/Tn)の温度依存性を調べるためには伝導率を使っていた。
しかし、この実験的 βEXP.(g)関数は、温度 T の関数としての g のふるまいが、繰り込
み群流れとしての方向性を大きく変えることがわかった。

11.2.1 さまざまな伝導率の実験的 βEXP.(g)の振る舞い

実験的 βEXP.(g)関数は、どのような伝導率の場合に、どのようなフローになるのかを確
認する。5つの代表的な関数を用意する。a, bを任意の定数として、各種関数を図 11.3(a)
に示す。これらを実験的 βEXP.(g)関数に代入すると、関数系による βEXP.(g)関数の流れ
がわかる。

• 弱局在の伝導率を示す場合 → σ = a+ b lnT (図 11.3の黒色)
• 強局在の伝導率を示す場合 → σ = a exp(−b/T ) (図 11.3の黄色)
• 抵抗率からみた伝導率 → σ = 1/(a+ b ln(1/T )) (図 11.3の赤色)
• 単純な温度比例の場合 → σ = a+ bT (図 11.3の青色)
• 温度が指数関数だった場合 → σ = abT (図 11.3の水色)

図 11.3(b) に示すように調査した関数の中で、実験的 βEXP.(g) 関数が正の傾きである
のは、いままでの弱局在と強局在の理論に支えられた局在であることがわかる。実験
的 βEXP.(g) 関数が、理論的 βVW(g) 関数曲線に対して垂直フローを発生するということ
は抵抗率からみた伝導率、単純な温度比例や指数関数依存が考えられることになるが、
少なくとも実験データからは、単純な温度比例や指数関数依存はみられなかったため、
σ = 1/ρ→ 1/(a+ b ln(1/T ))として伝導率を捉え、詳細解析を行う。
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(a) 様々な関数系のグラフ (b) 実験的 βEXP.(g)へ代入結果

図 11.3: 調査した関数の中で、実験的 βEXP.(g)関数が正の傾きであるのは、いままでの弱
局在と強局在の理論に支えられた局在であることがわかる。

11.2.2 伝導率と抵抗率の温度依存性の違い

この垂直フローの関数形は、弱局在領域の Anderson局在で現れる −1/g には適応して
いないことがわかり、別な関数系である σ = 1/ρ = 1/(a+ b ln(1/T ))の可能性も踏まえ、
伝導率と抵抗率の温度依存性を Nd2CuO4–xFx と Pb 超薄膜の 2 種類の Sample におい
て詳細に調べた。垂直フローが現れた Nd2CuO4–xFx (NCOF) Sample Eと、垂直方向
のフローが現れなかった NCOF Sample Iの、垂直方向のフローが現れる前後の 2つの
Sampleについて解析を行った。その結果、伝導率と抵抗率は単純な逆数の関係であるも
のの、「伝導率とその温度依存性」、「抵抗率とその温度依存性」の関係に差異があること
がわかった。
まずは、垂直フローが現れた Sample E の伝導率とその温度依存性のグラフ 11.4 と、
抵抗率とその温度依存性 11.5 のグラフを比べてみよう。左軸はそれぞれ、伝導率と抵抗
率のデータを緑色の点にて示し、黒い直線の実線は伝導率は lnT の 1次関数として、抵
抗率は ln(1/T ) の 1 次関数の近似式として、最小二乗法にて求めている。右軸には、最
大伝導率/抵抗率から最小伝導率/抵抗率の差分を使って正規化し、伝導率と抵抗率の値を
それぞれの値から近似式の値を引いたものを青色の点にプロットした。青色の点の動きが
大きければ大きいほど、1次関数の近似式としてはズレが大きいことを意味している。図
11.4 と 図 11.5 を比較すると、明らかに SampleE の抵抗率の lnT (ln(1/T )) 依存性は、
伝導率のそれよりも適合している。
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図 11.4: Nd2CuO4–xFx Sample Eの伝導率とその温度依存性 (横軸は対数)

図 11.5: Nd2CuO4–xFx SampleEの抵抗率とその温度依存性 (横軸は対数)
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一方、垂直フローが現れなかった Sample I の伝導率とその温度依存性のグラフ 11.6
と、抵抗率とその温度依存性 11.7のグラフと比べてみよう。左軸はそれぞれ、伝導率と
抵抗率のデータを黄色の点で示し、それ以外は Sample Eのグラフと同じである。図 11.6
に示すように、Sample Iの伝導率は Anderson局在論による伝導率の lnT 依存性を持っ
ている。Sample Eと Sample Iは、同じ弱局在領域のデータではあるが、このような単純
な比較により、特性が大きく異なることが判明した。垂直フローは、σ ∼ lnT ではなく、
ρ ∼ ln(1/T )のときに明らかに現れると言える。
ただし、他の局在現象を確認するため、これらのデータがそれぞれ Anderson局在では
なく、VRHの可能性があるかどうかを探るために、横軸を T 1/3 として検証したのが、図
11.8と図 11.9である。
これらグラフからわかるように、Sample Eは、VRHではないといえるが、Sample I
は、VRH伝導であると言えなくもない。相関係数としては、わずかではあるが σ ∼ lnT

のほうが大きい。つまり、この弱局在領域だと、Anderson局在か、VRHかという判断が
難しいとも言える。しかし、垂直フローが現れたときのデータが ρ ∼ ln(1/T )に適合する
結論に変わりはない。
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図 11.6: Nd2CuO4–xFx Sample Iの伝導率とその温度依存性 (横軸は対数)

図 11.7: Nd2CuO4–xFxSample Iの抵抗率とその温度依存性 (横軸は対数)
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図 11.8: Nd2CuO4–xFx Sample Eの伝導率とその温度依存性 (横軸は T 1/3)

図 11.9: Nd2CuO4–xFx Sample Iの伝導率 (左)抵抗率 (右)とその温度依存性
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この 2 つ以外の Sample についても確認するこで、この実験結果を補強する。
Nd2CuO4–xFx の Sample Iよりも局在の強い、Sample Nを使う。図 11.10に示すよう
に、明らかに σ ∼ lnT が適している。

図 11.10: Nd2CuO4–xFx Sample Nの伝導率 (左)抵抗率 (右)とその温度依存性

一方、Nd2CuO4–xFx の Sample Eよりも局在の弱い、Sample Lを使った分析では、図
11.11 に示すように、明らかに ρ ∼ ln(1/T ) が適している。これらから、Sample I と

図 11.11: Nd2CuO4–xFx Sample Lの抵抗率とその温度依存性 (横軸は T 1/3)

Sample Eの間に関数系の変化があることがはっきり確認できた。
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では、Pb 超薄膜において、Anderson 局在フローから、垂直フローに変化している
Sample Fについて分析してみよう (図 11.2において点線の円で囲まれた Sample Fを分
析)。データの温度領域を、図 11.2において折れ曲がりのあった 7K付近を境目として、垂
直フローが見られた温度領域 T < 6.8K と Anderson局在に準じた T > 7.2K の 2つの
領域に分解し、伝導率とその温度依存性 (図 11.12)、抵抗率とその温度依存性 (図 11.13)
を調べた。T < 6.8K の低温領域においては、ρ ∼ ln(1/T )に適合し、T > 7.2K の高温
領域においては、σ ∼ lnT に適合することが読みとれる。7K付近で電子輸送の温度依存
性の関数系が変化したといえる。
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図 11.12: Pb超薄膜 Sample Fの伝導率とその温度依存性 (横軸は対数)

図 11.13: Pb超薄膜 Sample Fの抵抗率とその温度依存性 (横軸は対数)
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11.2.3 ρ ∼ ln(1/T )の検証

関数系の違いによる実験的β関数の振る舞いの違いについて確認する。Pb 超薄膜
Sample F のデータ を利用しする。この Sample は、4.4 < T < 6.8K において、図
11.13 より、ρ = 3.6 + 0.99 ln(1/T )[104]、7.2 < T < 9.6K において、図 11.12 より、
σ = 0.01 + 3.0 ln(T )[10−5] がもっとも適合することがわかっている。この 2つの式をを
具体的な一つのグラフにしたのが、図 11.14である。Pb超薄膜 Sample Fの実データ (緑
色)、低温域の近似式 (オレンジ色)、高温域の近似式 (青色)であり、それぞれの温度域に
おいて、それぞれの近似式に合っており、低温域であればより、ρ ∼ ln(1/T )であること
がわかる。

図 11.14: Pb超薄膜 Sample Fの実データ (緑色)、低温域の近似式 (オレンジ色)、高温
域の近似式 (青色)

この 2本の近似式をそのまま実験的 βEXP.(g)に代入したのが、図 11.15である。実デー
タは、それぞれ 2本の近似曲線から得られた実験的 βEXP.(g)関数に沿っている。
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図 11.15: Pb超薄膜 Sample Fの実験的 βEXP.(g)関数。実データ (緑色)、低温域の近似
式 (オレンジ色)、高温域の近似式 (青色)を実験的 βEXP.(g)関数に代入したもの。

これからの結果から、7K付近から伝導率の関数系が σ = 1/ρ, ρ ∼ ln(1/T )という形に
変化し、実験的 βEXP.(g)関数に垂直フローをもたらしたと考えることに矛盾はない。
このことは、第 5章で述べたように、Dasら [90] は、2次元の S–I転移の絶縁体側で起
こる bosonの弱局在が bosonである Cooper対と vortexの双対性から、ρ ∼ ln(1/T )で
特徴付けられることを指摘しており、この実験結果を支持している。この 2種類の Sample
の垂直フローは、どちらも超伝導転移温度以下の boson が存在しうる領域にあり、実験
的 βEXP.(g) 関数に現れた垂直フローは、fermion とは異なる boson の局在化、すなわち
Bose glass相とみなすことができる。
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11.3 垂直フロー 発生の条件
では、Bose glassから Fermi glassに変化する条件を調べるために、図 11.16と図 11.17
に示すように縦軸を βEXP.(g)、横軸に温度をプロットした。興味深いことに、弱局在領域
での βEXP.(g)の温度依存性は、S–I遷移のグラフと非常によく似ていることがわかる。各
試料の局在性が弱まるにつれて (グラフの下から上へ)、Nd系層状酸化物 Pb超薄膜の両
方で、各データセットの傾きが正から負へ連続的に変化している。この変化をよりはっき
り分かりやすくするために、以下に示す β 関数の対数温度微分方程式を用いた。

β′
EXP.(g) = −d ln |βEXP.(g)|

d lnT
. (11.1)

この式 11.1は、σ = σ0 + σ1 lnT と σ = 1
ρ = 1

ρ0+ρ1 ln(1/T ) を代入すると次式に展開する
ように、明確に符号の差となって現れる。

β′
EXP.(g)=

σ1
σ0 + σ1 lnT

> 0, (σ = σ0 + σ1 lnT ) (11.2)

β′
EXP.(g)=− ρ1

ρ0 + ρ1 ln(1/T )
< 0, (σ =

1

ρ
=

1

ρ0 + ρ1 ln(1/T )
). (11.3)

ただし、σ, σ0, σ1, ρ0, ρ1 > 0である。これらより βEXP.(g)の傾きは、伝導率と抵抗率の温
度依存の関数形式を反映していることが確認された。これを確認するために、β′

EXP.(g) < 0

の抵抗の温度依存性データを全て解析したところ、わずかではあるが σ ∼ lnT よりも
ρ ∼ ln(1/T ) の方が相関係数が 1 に近いことがわかった。しかし、図 11.17 の Pb 超薄
膜データでは、温度が下がると β′

EXP.(g)の符号が正から負に変化する試料があった。Pb
Sample Fでは、6K付近で β′

EXP.(g)の符号が変化している。Pbの超伝導転移温度 Tc(ク
リーン系)は 7.2K程度であることから、bosonが生成されている可能性が考えられる。一
方、NCOF Sample Eでは、符号の変化は見られなかった。これは、測定温度範囲に起因
するものと思われる。Nd系 2次元層状物質で、このような折れ曲がりのデータが現れな
かったのは、測定温度の範囲が 30K程度までであったためではないかと推測している。
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図 11.16: Nd2CuO4–xFx 単結晶と Nd2–xCexCuO4 単結晶薄膜。横軸を温度 T とし、
βEXP.(g)をプロットしたグラフ。
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図 11.17: Pb超薄膜。横軸を温度 T とし、βEXP.(g)をプロットしたグラフ。
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11.4 Nd2Pd1–xCuxPdO4–yFy の β 関数分析
Nd系の高温領域まで測定した別のデータを分析し、温度が下がると β′

EXP.(g)の符号が
正から負に変化する試料があるかどうか調査したところ、Nd2Pd1–xCuxO4–yFy の超伝
導転移温度 Tc 以下で変化が確認された。

Nd2PdO4 の電気的特性は、酸素量が極めて敏感に作用するため、電子ドープした
Nd2–xCexCuO4 と比べて、超伝導試料を得るのにかなり手間がかかる。超伝導化するた
めには、過剰酸素混入が抑制される低酸素分圧焼成とその後の低温真空還元の調整が必要
である [138]。
一方、Nd2PdO4 は、Ce置換をすると結晶格子の歪みが大きくなるため、超伝導相を誘
導するために Ceではなく Fドープを採用した。F– と O2– のイオン半径の差は、Ce4+

と Nd3+ のイオン半径の差に比べて比較的小さく、格子歪みが緩和されるからである。
七尾らによる研究により、PdをCuに断続的に置換した場合のNd2Pd1–xCuxPdO4–yFy

の抵抗値が調べられた [126]。Cu 濃度 x = 0.0 ∼ 1.0 の範囲では、 (001)CaF2

基板上に安定した膜を形成することができる。図 11.18 は、CaF2 上に成長した
Nd2Pd1–xCuxPdO4–yFy 膜の抵抗値の温度依存性を示している。Pd を 16% 以上
含む膜 (すなわち x 5 0.84) は、絶縁性の温度依存性を示す。ドープされていない
Nd2PdO4(x = 0.0) 膜は、x = 0.43 の膜よりも X 線解析ピーク強度が小さいにもかか
わらず、低い抵抗値を示し、これは Pd 金属が粒界に析出したことを示している。しか
し、完全 Cu 置換膜 (Nd2PdO4, x = 1.0) のみ、臨界温度 Tc = 23K から 32K で抵抗
率の低下が見られた。最も鋭い超伝導転移は、T onset

c ≈ 30.4K(抵抗率の低下が始まる)、
T zero
c ≈ 29.9K(抵抗値がゼロとなる)であった。
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図 11.18: CaF2 上に成長させた Nd2Pd1–xCuxPdO4–yFy 薄膜の電気抵抗温度依存性
(x = 0.43 ∼ 1.00)。

超伝導にはならない Cu濃度 x = 0.84の Nd2Pd1–xCuxO4–yFy 膜は、濃度がさらに
低い膜よりも超伝導に近い状況が、低温に発生している可能性があると考え、前述した β

関数分析を行った。温度を冷やしていくと、ある温度で fermion から boson が発生し、
βEXP.(g)の傾きが変化することが予想されます。Nd2Pd0.16Cu0.84O4 の βEXP.(g)と 温度
T の関係を図 11.19に示す。βEXP.(g)を計算するには、の非弾性散乱に関連する指数 pの
値が必要だが未測定なため、p = 1.5として計算した。実験データが 黒実線で示す βVW(g)

から離れ、β′
EXP.(g) の符号が変化したのは 20K付近 (赤矢印)である。この温度は Nd 系

高温超伝導体の臨界温度 Tc とほぼ同じである。x = 0.84以外の試料では、β′
EXP.(g)に変

化は見られなかった。
結果として約 20K(赤矢印)で実験データは βVW(g)から離れ、β′

EXP.(g)に正負の変化が
見られる。この温度は Nd系高温超伝導体の臨界温度 Tc とほぼオーダー的に同じである。
図 11.19 は、つまり Nd2Pd1–xCux (x = 0.84) において Fermi glass(黄点) から Bose
glass(緑点)への転移をはっきりと明示できた例といえる。
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図 11.19: Nd2Pd0.16Cu0.84O4 の βEXP.(g)と 温度 T の関係を示している。βEXP.(g)を計
算するには、の非弾性散乱に関連する指数 pの値が必要だが未測定なため、p = 1.5と計
算した。実験データが 黒実線で示す βVW(g) から離れ、β′

EXP.(g) の符号が変化したのは
20K付近 (赤矢印)である。この温度は Nd系高温超伝導体の臨界温度 Tc とほぼ同じであ
る。x = 0.84以外の試料では、β′

EXP.(g)に変化は見られなかった。このグラフから、温度
の低下とともに Fermi glass(黄色い点) から Bose glass (緑色の点) へと変化することが
確認できる。

よって、Pb超薄膜だけでなく、Nd系 2次元層状物質でも β′
EXP.(g)の符号が正から負

に変化する現象がみられたことによりこの現象の普遍性が確認できた。
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11.5 β 関数の臨界値 βc

β′
EXP.(g)の符号の変化点は、伝導率の温度依存関数の変化であり、この変化点にはどの

ような特徴があるかを確認する。β′
EXP.(g) の傾きがゼロになるときの βEXP.(g) の臨界値

(βC とする)を求める。図 11.16と図 11.17の各データにおいて、βEXP.(g)を特定の温度
範囲における温度 T の線形関数 βEXP.(g) = aT + b (aは βEXP.(g)の傾き、bは βEXP.(g)

の切片) とみなして、a、bを導いた。図 11.20 、図 11.21は、図 11.16と図 11.17の各グ
ラフの a、bをプロットしたもので、このグラフにより、T = 0における βEXP.(g)の値を
想定することができる。これらの 2種類の試料データから βC = −0.6± 0.1が得られた。

図 11.20: Nd系 2次元層状物質の β′
EXP.(g) = 0の βCを求めるグラフ。βC = −0.54±0.03

が得られた。
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図 11.21: Pb超薄膜物質の β′
EXP.(g) = 0の βC を求めるグラフ。βC = −0.66± 0.01が得

られた。

この値は −0.64(' −2/π) にほぼ等しく、g = 1/2π の値となり、式 (10.3) を用いて
β = −2/π に変換することができる。臨界 g は超伝導臨界面抵抗の R� = h/4e2 を示さ
ないが、少なくとも無次元 fermion抵抗臨界面抵抗の R� = h/e2 に近い値であることが
わかる。
これらの値を図 11.16と図 11.17に黄色い星マークでプロットすると、少なくとも g が

1/2π よりも大きいときに、これらの垂直方向のフローが発生する現象が見られることが
わかる。これは、R� = h/e2 を超えると超伝導が発生しないことを意味するため、これ
らの解析結果は矛盾はない。
つまり、β′

EXP.(g) = 0の境界は、Bose glass と Fermi glass の領域を分離していること
になる。以上の結果から、Bose glassを発生させるためには、少なくとも

• β′
EXP.(g) < 0
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• R� < h/e2

これら二つの条件が必要であることがわかる。
β′

EXP.(g)の符号が変わるポイントは、超伝導転移温度 Tc と関係がある。この実験的 β

関数に関する実験解析は、Fermi glassから Bose glassへの転移の基準を明確に示した。
言い換えれば、弱局在領域において、boson形成が存在することを証明したのである。

11.6 実験的 β 関数の値を使った Fisher スケーリングと相
転移

では、この Fermi glassから Bose glassへの転移は、果たして相転移かどうかという疑
問が残る。そのため、膜厚のわかっている Pb薄膜データをつかって、bosonの Fisherス
ケーリング分析を試みる。式 4.4のところで述べたように、相転移を引き起こす乱れを反
映するパラメーターとして膜厚 dをとることができるためである。Sampleの伝導率が上
がるたびに膜厚は同じように厚くなると想定し、実験的 βEXP.(g)関数の 4.8− 5.2Kにお
ける傾き (変化率)と膜厚 dをプロットしたのが図 11.22である。これにより、膜厚 dの
転移膜厚 dc が求められ、dc＝37.4 Åとなった。

図 11.22: 実験的 βEXP.(g)関数の 4.8 − 5.2Kにおける傾き (変化率)と Pbの Sampleの
膜厚 d

次は、臨界指数を求める。T = 4.7, 4.9, 5.6, 5.9, 6.9において、それぞれ、d = dcにおけ
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る |d− dc|に対する βEXP.(g)の差を求める。これにより、臨界指数 zν = 1.2が求まった。

図 11.23: 実験的 βEXP.(g)関数の Fisherスケーリングの臨界指数を求める

そのあと、実験的 βEXP.(g)関数の Pb超薄膜の boson領域である 6.8K以下のデータを
抜き出し、各資料の膜厚をもとに、横軸を |d− dc|/T zν、縦軸を実験的 βEXP.(g)関数の値
とすると図 11.24以下のようなスケーリングされたグラフが得られた。
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図 11.24: 実験的 βEXP.(g)関数の Fisherスケーリング

よって、下記のような bosonのスケーリング関数が得られたことになる。

βEXP.(d− dc, T ) = βcf

(
|d− dc|
T 1/zν

)
(11.4)

そして、この結果は、Fermi glassから Bose glassへの転移は、相転移である可能性を
示している。
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第 12章

結論と展望

Anderson局在は、もともと電子相関を考慮しない理論ではあるが、本研究の実験試料
や高温超伝導体等は、乱れに加えて電子相関のある系と言ってよく、これからも研究が進
む領域だと思われる。
マルチフラクタル領域の乱れのある薄膜超伝導体は S–I 転移を示し、boson-fermion

mixture を可能にすることができる [86, 83, 84, 85, 139, 140, 141]。さらに、乱れのあ
る薄膜超伝導体 TiNを用いた実験では、超伝導転移温度 Tc = 45K以上で Cooper対が
存在することが明らかになった [79]。したがって、超伝導状態に近い弱局在領域における
boson、もしくは boson-fermion mixture状態は、統計量 (fermion、boson、anyon)と局
在の関係を明らかにする上で重要な領域である。
本研究は、普遍性を議論するために、Nd系 2次元層状物質と Pb超薄膜という異なる
系を解析した。この 2つの系の共通点は乱れのある 2次元系であるが、Nd系 2次元層状
物質はドーピングによって無秩序化するのに対し、Pb超薄膜は構造的に無秩序化する点
が異なる。さらに、Pb薄膜とは異なり、Nd系 2次元層状物質は強相関電子系である [2]。
よってこの 2つの系は超伝導発現メカニズムが異なる可能性があるが、しかしながら局在
領域において、実験的 βEXP. 関数のフローは同じ挙動を示した。
解析結果、これら 2 つの系の乱れを変調させた S–I 転移において、弱局在領域におい
て無撞着な理論的 βVW 関数に対する垂直フローが存在し、電気伝導温度依存性に関して、
関数系が変化することを発見した。局在領域は、実験的 βEXP. 関数解析によって、乱れを
弱くしていくと fermion 強局在→fermion 弱局在→boson 弱局在→ 超伝導という転移
があることを示唆している。この転移の中で、「fermion弱局在→boson弱局在」の部分
で、この垂直フローが発生しており、fermionの弱局在理論である σ ∼ lnT だけでは説明
できない。また、この垂直フローは超伝導転移温度以下で発生し、ρ ∼ ln(1/T )の特性が
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表 12.1: この表は解析結果のまとめたものである。2次元弱局在の領域では Fermi glass
と Bose glassが存在する。実験的 βEXP. 関数とその温度微分関数によって、Bose glass領
域の存在は、はっきりと示された。Fermi glassと Bose glassとの境目は、R� = h/e2 付
近であり、そこでは β′

EXP.(g)関数がゼロになる。

あることから、fermionとは異なる bosonの局在化つまり Bose glass相が発見されたこ
とを示唆している。Doniachらは (第 5章参照)2次元 S–I転移における絶縁体側の boson
の弱局在は、ρ ∼ ln(1/T )で特徴づけられることを指摘しており、我々の仮説を支持して
いる。この 2つの系で共通に得られた解析結果を表 12.1 に示す。
これらの結果から、普遍的な量子転移のメカニズムとして、以下のことが示唆される。
超伝導転移温度以下の弱局在領域で乱れ度合いを変化させると、R� が h/e2 より大きい
場合、σ ∼ lnT が観測される。R� が h/e2 より小さいと、boson である Cooper 対や
vortexが生成され、Bose glass状態になる。さらに、R�が h/4e2より小さいと、fermion
が消失し、超伝導が発生する。このように、R� の値が h/e2 から h/4e2 の間に、Bose
glass が出現するのは合理的であると考えられる。実際に実験データの解析においては、
β′

EXP.(g)関数を使っての符号の正負にて局在状態を判別することができる。
また、Fermi glassから Bose glassの遷移が相転移であることも可能性として提案した
い。この 2つの相の実験的 βEXP. 関数の値は、温度を横軸に取ると、各 Sampleが、S–I
転移のような挙動を示すことがわかった。この結果をもとに、膜厚を変調させた 2 次元
S–I 転移における Fisher スケーリング手法を踏襲して解析を行うと、前章で述べた次式
が得られたが、

βEXP.(d− dc, T ) = βcf

(
|d− dc|
T 1/zν

)
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いままでの実験結果を当てはめると

d ln g

d lnT
=
p

π
f

(
|d− dc|
T 1/zν

)
(12.1)

が得られることになる。このことは、Fermi glassから Bose glassにおいて相転移として
新しい固定点があることが示されたことを意味している。この固定点では、伝導率と抵抗
率の双対性としての起点の側面もあり、あたらしい繰り込み群流れとして考えることもで
きるかもしれない。とはいえ、物理量の微分した結果のスケーリングの意味合いは、これ
から検討する必要があり、かつ、十分な追試が必要と考える。
本研究は、実験的 βEXP. 関数を用いて、Bose glassを発見し、相図 1.2両方向の赤矢印
に示した Fermi glass から Bose glass においての流れを新しい繰り込み群流れとして示
した。さらにこの転移が、相転移である可能性も提案した。
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付録 A

古いデータからの復旧方法およびア
ナログデータのデジタル化方法

今回用いた実験データの中で、NCCO、NCOF、Pb超薄膜は、1990年代前半に取得した
ものであり、手を尽くして捜索したが、多くの保存データは古い記憶媒体もしくは消失し
ていた。

A.1 5.25inch Floppy diskの場合
フロッピーディスク (Floppy disk) は、磁気ディスクの一種で、磁性体を塗布・蒸着し
た樹脂製小円盤を樹脂製の保護ケースに入れたものである。「フロッピー」「FD」と略称
されることもある。生産数は 2000年頃にピークに達したが、その後はコンピュータの情
報を記録できる DVD など他の媒体やハードディスクドライブ (HDD) が普及したため、
企業が生産から撤退した。そのため、研究室にそれらしきものがあっても、読み取りする
装置がないのが現状である。よって専用の業者を利用するしかない。

図 A.1: 当時の 5.25inch Floppy disk(Wikipediaより引用)
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今回の実験で利用した業者は下記の通り� �
クリムゾン システムズ
〒910-0242

福井県坂井市丸岡町西里丸岡 14-50-1

http://www.crimson-systems.com/� �
A.2 Quarter Inch Cartridgeの場合

Quarter Inch Cartridge(1/4インチ・カートリッジ、QIC)は、1970年代から現代まで
使われているコンピュータ用の磁気テープ規格である。90年代初頭の研究室には、QIC
が接続された Sun Solalis workstationがあり、データのバックアップを一部とっていた。
当時の QICがみつかったが、当然読み取りする装置がなく、別途業者に頼むことにした。
FDに比べて、読み取りエラーが多く発生したのは興味深い。

図 A.2: 当時の Quarter Inch Cartridge(Wikipediaより引用)

今回の実験で利用した業者は下記の通り� �
株式会社 アーク・システムマネジメント
〒110-0016

東京都台東区台東 2-18-8 写光ビル 6F

https://www.ark-sm.com/company/� �
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A.3 紙でしかデータが残っていない場合
紙でしかデータが残っていない場合、scanner を活用し、電子データとして取り込む。
その後、下記のようなサイトのサービスを利用し、データに変換する必要がある。

図 A.3: WebPlotDigitizerのサイト
https://automeris.io/WebPlotDigitizer/

紙媒体から取り込む上での注意としては、

• scanする前に、紙を平らにし、ノイズを消しゴムや修正液で消す。
• 解像度を高く scanすること。200dpi以上がよい
• 対象グラフは、水平垂直を注意し、ずれた場合は編集ソフトで調整すること。
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手順としては、図 A.3にある緑のボタン [Launch Now!]を押すると下記の画面がでて
くる。

図 A.4: Webplotの初期画面

利用方法は、左上の [Help]が充実しており、動画付きでわかりやすく説明している。
https://automeris.io/WebPlotDigitizer/tutorial.html

データの取り込み時に注意することは、下記の画面のあとにでてくるグラフ軸の XY軸
の設定画面にてより正確にグラフの範囲を設定することである。X0地点から X1地点を
設定する際、Yの値がずれている場合は、グラフが水平でないことを意味しているので、
scanやりなおしか、画像編集ソフトで修正する。

図 A.5: 取り込んだグラフの XY軸を定義する直前の画面
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またグラフデータの取り込みの際、データが X軸方向の変化 Y軸方向の変化のどちら
が大きいかという視点と、データ粗さ (グラフの太さ) を見極めて X 軸 Y 軸のデータ取
得間隔を設定する。本研究はデータの微分を行うために、ここは慎重に間隔を選ぶ必要が
あった。

図 A.6: グラフのデータをピクセル単位で取得するための定義の画面

下記の 2つの悪い例を示す。データ取得間隔は、試行錯誤しながら決めていく。

(a) 設定画面

(b) データ取り込み

図 A.7: X 軸のデータ取得単位を大きくすると、赤い点で示しているように X 軸方向の
データ取得間隔に隙間ができ、X軸方向で微分した場合、粗いデータとなる
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(a) 設定画面

(b) データ取り込み

図 A.8: Y軸のデータ取得単位を小さくすると、Y軸のデータ取得が狭すぎて赤い点で示
しているように Y軸方向に意味のないデータを拾うことになる

A.4 データから見た今後の研究に対する提言
今回の研究では、約 30年前のデータを利用している。この 30年における IT技術の進
歩は大きく、当時の記憶媒体である 5.25inchFDは、すでに特別な業者でしか読み取るこ
とができない状況にあった。学問の世界では、継続性が大事であり、過去のデータも新し
い学説によって新しい解釈が与えられることもある。このような世界において、一般的な
IT技術だけを使ってで研究結果を保存しておくことは将来への大きな損失になりかねな
い。各研究者においては、データの保存に対しての情報技術リテラシーを把握すべきであ
る。また、研究機関の国家機関の大学としては、論文の保存だけでなく、それに伴う各研
究室に眠っている「生データ」の保存に関しても関与すべきだと考える。このことに関し
ては議論も多くあるかと思うが、失敗した多くのデータの集合知も新しい知見を生む可能
性もある。この研究を通じた、私の提言である。
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