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На основе точной диагонализации гамильтониана p−d-модели для кластера CuO6 получены зависимости
нижайших по энергии двухдырочных термов от параметров модели: разности в энергиях 2p-орбиталей
плоскостного и апикального кислорода ∆(apex) = ε(2p)− ε(2p(apex)), параметра кристаллического поля
∆d = ε3z2−r2 − εx2−y2 , отношения расстояний от атома меди до апикального и до плоскостного атомов
кислорода d(apex)/d(pl). В пределах больших значений d(apex)/d(pl) и ∆d наша модель эквивалентна
трехзонной p−d-модели в этом случае также наблюдается большое синглет-триплетное расщепление
∆ε > 1 eV. С уменьшением параметров имеет место синглет-триплетный кроссовер. Выявлены два механизма
стабилизации триплетного терма 3B1g(0) в качестве основного. Показано, что в области реалистичных
значений параметров сведение p−d-модели к трехзонной ограничено малыми энергиями токовых возбужде-
ний из-за наличия низколежащих возбужденных 3B1g- и 1A1g-состояний кластера. Межкластерный перескок
приводит к сильному смешиванию синглетных и триплетных состояний вдали от Γ-точки. Результаты расчета
сопоставляются с данными фотоэлектронной эмиссии с угловым разрешением в Sr2CuO2Cl2.

Электронная структура нелегированных и слаболе-
гированных оксидов меди не поддается зонным расче-
там из первых принципов из-за трудностей, связанных
с учетом сильных корреляций электронов. Трехзонная
p−d-модель [1,2] — простейшая модель энергетической
структуры медных оксидов, учитывающая как эффекты
сильных корреляций на Cu-катионе, так и ионную приро-
ду химической связи изолирующего основного состояния
нелегированных оксидов с полупроводниковой щелью за
счет переноса заряда. В настоящее время считается, что
индуцированные p-типом легирования или собственной
нестехиометрией дырки находятся на кислороде, а пара
”дырка на меди + дырка на кислороде” находится в со-
стоянии синглета Жанга–Райса [3]. Считается также, что
первое возбужденное состояние пары дырок находится
выше на 2–3 eV и не имеет никакого отношения к низко-
энергетической динамике носителей тока. Это является
одной из причин появления большого количества тео-
ретических работ, посвященных сведению p−d-модели
к однозонной модели Хаббарда или к t−J-модели [4–6].
Тем не менее имеются теоретические и эксперименталь-
ные факты, указывающие на важность иных состояний,
отсутствующих в трехзонной p−d-модели. Например,
спектроскопия поляризованного рентгеновского погло-
щения (XAS) [7] и электронная спектроскопия энерге-
тических потерь (EELS) [8] показывают вполне измери-
мое заполнение d3z2−r2 -орбиталей во всех исследованных
оксидах. Для того чтобы привести трехзонную модель в
соответствие с наблюдаемыми состояниями, необходимо
также включить в ее базис d3z2−r2 -состояние меди [9,10]
и 2p(2p(apex))-состояния плоскостного (апикального)
кислорода, преобразующиеся по аналогичному непри-
водимому a1g-представлению. Изучение двухдырочного
спектра CuO6-кластера с помощью теории возмуще-
ния [11,12] для модельных параметров, определенных

из CuO-рентгеновской фотоэмиссионной спектроскопии
(XPS), показывает, что двухдырочный 3B1g-уровень для
соединения La2CuO4 лежит на 0.7 eV выше, чем синглет-
ный 1A1g-уровень. Эта величина изменяется до нуля или
даже становится отрицательной при небольших вариа-
циях параметров модели. Все это указывает на важность
d3z2−r2 -орбиталей для электронной структуры.

Отметим также, что расчеты из первых принципов
электронной структуры CuO4- и CuO6-кластеров ме-
тодом самосогласованного поля с конфигурационным
взаимодействием показали, что уменьшение расстояния
до апикального кислорода приводит к стабилизации в
качестве основного двухдырочного состояния триплета
3B1g вместо синглета 1A1g [13]. Малое энергетическое
расстояние между этими состояниями приводит к из-
менениям в низкоэнергетической части спектра ферми-
квазичастиц [14]. Сильное смешивание синглетных и
триплетных состояний, как показано в [15], имеет место
вдали от Γ-точки.

В настоящей работе мы рассматриваем две пробле-
мы. Во-первых, проводим многозонный анализ приме-
нимости трехзонной p−d-модели. В аналогичных рабо-
тах [11,12] показано, что между синглетом Жанга–Райса
и соответствующим ему триплетом 3A1g находится ряд
двухдырочных состояний: 3B1g, 1A1g, 1B1g и некоторые
другие. В отличие от авторов работ [11,12] мы по-
дробно рассматриваем зависимость этих многоэлектрон-
ных термов от модельных параметров, что позволяет
вскрыть механизмы их возможной стабилизации в каче-
стве основных, найти область применимости трехзонной
модели. Для этого мы изучили проблему основного
состояния двух дырок в CuO6-кластере с помощью ме-
тода точной диагонализации, рассчитали собственные
значения и собственные векторы как функции параметра
кристаллического поля ∆d = ε(d3z2−r2) − ε(dx2−y2),
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разности в энергиях 2p-орбиталей плоскостного и апи-
ческого кислорода ∆(apex) = ε(2p) − ε(2p(apex))
отношения расстояний от атома меди до апикального
и до плоскостного атомов кислорода d(apex)/d(pl). В
пределе больших значений d(apex)/d(pl) и ∆d наша
модель эквивалентна трехзонной p−d-модели, а также
наблюдается большое синглет-триплетное расщепление
∆ε2 > 1 eV, что находится в качественном согласии
с [3]. Изменяя значения параметров, мы обнаружили
уменьшение синглет-триплетного расщепления. Для ре-
алистичных параметров −0.5 < ∆ε2 < 0.5. В действи-
тельности это означает отсутствие хорошего разделения
по энергии между основным и первым возбужденным
токовыми состояниями. Этот факт накладывает опреде-
ленные ограничения на сведение многозонной модели к
однозонной модели Хаббарда или к t−J-модели.

Во-вторых, мы рассматриваем влияние синглет-
триплетного смешивания состояний при межкластер-
ных перескоках на закон дисперсии электронов вбли-
зи потолка валентной зоны. Межкластерный перескок
учитывается по теории возмущений методом [14], где
нулевым приближением является точная диагонализация
кластеров. Результаты расчета оказались в хорошем
согласии с данными фотоэлектронной спектроскопии с
угловым разрешением (ARPES) для антиферромагнит-
ного диэлектрика Sr2CuO2Cl2 [16]. Кроме того, синглет-
триплетное смешивание при перескоках указывает на
возможность спин-экситонного механизма сверхпрово-
димости.

1. Точная диагонализация
CuO6-кластера

Рассмотрим гамильтониан 2p-электронов на кислоро-
де и 3d-электронов на меди в дырочном представлении

H = Hd + Hp + Hpd + Hpp, (1)

где

Hd =
∑

r

Hd(r),

Hd(r) =
∑
λσ

[
(εdλ − µ) d+

rλσ drλσ +
1
2

Ud nσrλ n−σrλ

]

+
∑
σσ ′

(
Vd nσr1 nσ

′

r2 − Jd d+
r1σ dr1σ d+

r2σ ′ dr2σ

)
,

Hp =
∑

i

Hp(i),

Hp(i) =
∑
ασ

[
(εpα − µ) p+

iασ piασ +
1
2

Up nσiασ n−σiασ

]

+
∑
σσ ′

(
Vp nσi1 nσ

′

i2 − Jp p+
i1σ pi1σ p+

i2σ ′ pi2σ

)
,

Hpd =
∑
〈i,r〉

Hpd(i, r),

Hpd(i, r) =
∑
αλσσ ′

(
Tλαp+

iασdrλσ + Vλσnσrλnσ
′

rλ

− Jαλd+
rλσdrλσ p+

iασ ′piλσ

)
,

Hpp =
∑
〈i,J〉

∑
αβσ

(
tαβp+

iασ pjβσ + h.c.
)
.

Здесь первые два слагаемых описывают внутриатомные
энергии на узле меди (кислорода) с хаббардовским
отталкиванием Ud(Up), межорбитальное внутриатомное
кулоновское отталкивание Vd(Vp) и хундовское обменное
взаимодействие Jd(Jp). Индексы λ и α соответствуют
различным орбиталям в кристаллическом поле. Третье
слагаемое в (1) описывает межатомные p−d-перескоки,
кулоновское Vpd и обменное Jpd взаимодействия. Послед-
нее слагаемое в (1) соответствует p−p-перескоку.

Мы рассмотрим совокупность dx2−y2(λ = 1)- и
d3z2−r2(λ = 2)-состояний меди и px, py-состояния кисло-
рода как наиболее существенные для описания низко-
энергетичного спектра квазичастиц в CuO2-слое. Далее
будем использовать следующие обозначения и соотно-
шения между параметрами модели: δ = ε(σ)− ε(dx2−y2),

Tdx2−y2 ,σ
= Tpd, Td3z2−r2 ,σ(apex) =

√
2
3Tpd

(
d(pl)/d(apex)

)3.5
,

Vx2−y2,σ(σ(apex)) ≈ Vd3z2−r2 ,σ(σ(apex)) = Vpd,
Jx2−y2,σ(σ(apex)) ≈ Jd3z2−r2 ,σ(σ(apex)) = Jpd, tpx,py = tpp.

Индекс σ
(
σ(apex)

)
относится к симметризованным

комбинациям как 2p-, так и 2p(apex)-орбиталей
кислорода, образующих σ - связи с 3d-орбиталями меди.
Электронейтральному составу La3+

2−xSr2+
x (CuO4)

−6+x

соответствует nh = 1 + x дырок на формульную единицу.
Поэтому при x = 0 имеем одну дырку на кластер, а при
x 6= 0 возникает вклад двухдырочных состояний.

Точная диагонализация конечных кластеров является
мощным методом изучения систем с сильными элек-
тронными корреляциями, причем для вычисления тер-
модинамических средних на узле и корреляционных
функций желательно брать кластер достаточно большо-
го размера [17]. Мы же ограничиваемся минимально
возможными кластерами CuO2, CuO4, CuO6, поскольку
их точная диагонализация нужна лишь для построения
локального базиса, используемого затем для прибли-
женных расчетов электронных функций Грина беско-
нечной CuO2-решетки. Диагонализация кластера CuO6

проводится отдельно в различных секторах гильбертова
пространства с числом дырок n = 0, 1, 2. Вакуумный
сектор n = 0 соответствует 3d10-конфигурации меди
и 2p6-конфигурации кислорода. В однодырочном сек-
торе собственными векторами являются молекулярные
орбитали кислорода, гибридизованные с 3d-состояниями
меди. Все базисные состояния в двухдырочном секторе
являются различными комбинациями размещений двух
дырок по кислородным и медным состояним. В нашем
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Рис. 1. Зависимости энергии термов 3B1g(i) и 1A1g(i) от
отношения расстояния от атома меди до апикального кисло-
рода к расстоянию до плоскостного кислорода d(apex)/d(pl)
(∆d = 0.3 eV, ∆(apex) = 0.7 eV) (a), от разности энергий
2p-орбиталей плоскостного и апикального атомов кислорода
∆(apex) = ε(2p) − ε(2p(apex)) (d(apex)/d(pl) = 1.2,
∆d = 0.3 eV) (b) и от параметра кристаллического по-
ля ∆d = ε(d3z2−r2 ) − ε(dx2−y2 ) (d(apex)/d(pl) = 1.2,
∆(epex) = 0.7 eV) (c).

случае с одной орбиталью на кислородном узле и двумя
орбиталями на узле меди мы имеем 28 триплетных
состояний: шесть 3B1g, одно 3A2g, десять 3Eu, четыре 3A1g,
два 3B2u, три 3A2u, два 3Eg, 36 синглетных: десять 1Eu,
одиннадцать 1A1g, семь 1B1g, одно 1B2g, два 1B2u, три 1A2u,
два 1Eg в кластере. В дальнейших расчетах варьирова-
лись только три указанных выше параметра, остальные
приняты равными следующим величинам: δ = 3.5 eV,
Tpd = 1.4 eV, Vd = 9 eV, Vp = 7 eV, Jd = 1 eV, Jp = 0.6 eV,
Vpd = 0.5 eV, Jpd = 0.2 eV.

На рис. 1, a–c приведены наименьшие энергии
конкурирующих синглетных 1A1g(i)- и триплетных
3B1g(i)-состояний (i = 0 для основного состояния данной
симметрии и i = 1 для возбужденного) в зависимости от
параметров d(apex)/d(pl), ∆d и ∆(apex). Доля состо-
яний, полностью аналогичных синглету Жанга–Райса, в
1A1g(0) составляет до 80% и не зависит от величин выше-
приведенных параметров. Поэтому этот синглет вполне
логично идентифицировать с синглетом Жанга–Райса [3].
Остальные 20% приходятся на 1A1g-симметризованные
состояния конфигураций (dx2−y2)2 и (2p)2. Вклады атом-
ных орбиталей в другие три состояния 1A1g(1) и 3B1g(i)
сильно изменяются вместе со значениями параметров,
поэтому их нельзя отождествить с какой-либо конкрет-
ной из молекулярных орбиталей, имеющих такую же
симметрию.

Как следует из зависимости энергии термов от
d(apex)/d(pl), изображенной на рис. 1, a, при значении
d(apex)/d(pl) > 1.05 синглет Жанга–Райса является
основным состоянием нашего кластера, что находит-
ся в хорошем согласии с [12], причем только при
d(apex)/d(pl) > 1.3 возбужденные состояния 1A1g(1)
и 3B1g(0) простираются выше примерно на ∼ 0.2 eV по
энергии над ним. При значениях d(apex)/d(pl) < 1.05
основным двухдырочным состоянием становится три-
плет 3B1g(0) с возросшим от 10% (d(apex)/d(pl) = 2)
до 40% (d(apex)/d(pl) = 1) вкладом в него симметризо-
ванной конфигурации dx2−y22p(apex). Вклад хундовского
состояния, связанного с симметризованной конфигура-
цией dx2−y2d3z2−r2 , увеличивается при этом незначитель-
но (до 10%).

С уменьшением энергии 2p(apex)-орбиталей апикаль-
ного кислорода наблюдается кроссовер возбужденных
состояний и синглета Жанга–Райса (рис. 1, b). В рас-
чете точка кроссовера с уровнем 3B1g отмечается в
∆(apex) = 1.2 eV. Это несколько отличается от 1.7 eV
в [11] и связано с различиями в методах расчета.
Вместе с тенденцией к кроссоверу отмечается увели-
чение с 5% (∆(apex) = 0) до 50% (∆(apex) = 2)
доли d3x2−r22p(apex)-симметризованной конфигурации в
1A1g(1) и с 3 до 90% доли dx2−y22p(apex)-симмет-
ризованной конфигурации в 3B1g(0). Важно отме-
тить, что это только первый из механизмов стаби-
лизации 3B1g(0)-состояния в качестве основного, и
он, как мы видим, связан с большим вкладом от
dx2−y2 2p(apex)-симметризованной конфигурации. Рост
этого вклада наблюдается как на этой зависимости, так
и на зависимости, показанной на рис. 1, a. Значит, и в
том и в другом случае мы имеем дело с одним и тем
же механизмом стабилизации. Однако если в первом
случае его природа связана с уменьшением энергии
2p(apex)-орбиталей, то во втором — с зависимостью
соответствующего интеграла перескока от расстояния
до апикального кислорода. Как и в [18], уменьшение в
энергии 2p(apex)-орбиталей эффективней способствует
росту их вклада в основное двухдырочное состояние.

Состояния 3B1g(0) и 1A1g(0) принадлежат различным
неприводимым представлениям, и их кроссоверу ничто
не препятствует, а отсутствие эффективного расталкива-
ния 1A1g(0)- и 1A1g(1)-уровней и возможность кроссовера
последних выглядят особенностью нашего представле-
ния группы D4h. Эта особенность, очевидно, тесно
связана с обособленностью синглета Жанга–Райса, его
неспособностью в отсутствие иных взаимодействий кро-
ме Hpd гибридизоваться с какими-либо еще состояниями
помимо состояний (dx2−y2)2-, (2p)2-симметризованных
конфигураций.

Уменьшение параметра ∆d (рис. 1, c) приводит к
ощутимому возрастанию доли хундовского состояния и в
конечном счете к сближению основного 1A1g(0)-синглета
Жанга–Райса и возбужденного 3B1g(0)-состояния, осо-
бенно, в области реальных значений ∆d 6 1 eV. Это
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второй механизм стабилизации 3B1g-состояния в каче-
стве основного. Поскольку он связан с выигрышем в
хундовском взаимодействии при возрастающем вкладе
dx2−y2d3z2−r2 -конфигурации, он тем эффективней, чем
выше энергия 2p-орбиталей плоскостного кислорода и
меньше энергии d3z2−r2 -орбиталей. При этом способе
стабилизации 3B1g-состояния наблюдается падение в нем
доли 2p(apex)-состояний, а доля хундовской конфигура-
ции dx2−y2d3z2−r2 , через которую можно было бы наблю-
дать заселенность d3z2−r2 -орбиталей, остается небольшой
(около 10% при ∆d = 0). Аналогичный вывод о стабили-
зирующей роли хундовского обменного взаимодействия
сделан в расчетах из первых принципов [13]. Инте-
ресно, что сильное уменьшение энергии 1A1g(1)-состоя-
ния с уменьшением параметра ∆d связано с незна-
чительным ростом доли (d3z2−r2)2-конфигурации (от 5
до 15% для ∆d = 0) при неизменном 70% основном
вкладе от d3z2−r22p-симметризованной конфигурации. В
”опасной” близости от основного наблюдается также
3B1g(1)-состояние, имеющее аналогичные тенденции к
сближению с уменьшением параметров d(apex)/d(pl),
∆d и энергии 2p(apex)-орбиталей апикального кислоро-
да. Однако в силу симметрии кластера этот уровень рас-
талкивается с 1B1g(0)-уровнем и не приближается ближе
чем на 1 eV к 1A1g(0)-уровню синглета Жанга–Райса.

2. Обсуждение результатов точной
диагонализации

Рассмотренные выше результаты точной диагонали-
зации кластера позволяют построить локальный много-
электронный базис состояний, перескок между которыми
в бесконечной решетке приводит к образованию зон. Для
обсуждения сводимости p−d-модели к однозонной моде-
ли Хаббарда сравним более реалистичный локальный ба-
зис, показанный на рис. 2, a, с локальным базисом модели
Хаббарда (рис. 2, b), состоящим из четырех состояний:
вакуумное состояние |0〉, два одночастичных состояния
|+〉 = a+

↑ |0〉 и |−〉 = a+
↓ |0〉 и двухчастичное состояние

|2〉 = a+
↑ a+
↓ |0〉. Как видно из сравнения рис. 2, a и b,

Рис. 2. Локальные базисы многозонной p−d-модели (a) и од-
нозонной модели Хаббарда (b). Для многозонной p−d-модели
показаны только самые нижние возбужденные термы в одноча-
стичном и двухчастичном секторах гильбертова пространства.

Рис. 3. Спектр квазичастиц в соединении Sr2CuO2Cl2. Точками
показаны данные ARPES [16], штриховой и сплошной линия-
ми — результаты расчетов для t−J- и t−t ′−J-моделей [20].
Прямоугольниками показаны результаты расчета в многозон-
ной p−d-модели [23].

в области энергий E � ∆ε1 и E � ∆ε2, где ∆ε1

и ∆ε2 — энергии локальных возбуждений (экситонов)
в одночастичном и двухчастичном секторах гильберто-
ва пространства, можно пренебречь отличием базисов
p−d-модели и модели Хаббарда, именно в этом смысле
возможно низкоэнергетическое сведение p−d-модели к
однозонной модели Хаббарда. Энергия одночастичного
экситона ∆ε1 определяется возбуждениями в кристалли-
ческом поле dx2−y2 → d3z2−r2 с энергией ∆d для типичных
в оксидах меди параметров ∆ε1 > 1 eV. Энергия двух-
частичного экситона, связанного с дыркой-носителем
тока, ∆ε2 оказывается сильно зависящей от выбора
модели. Так, в трехзонной p−d-модели ∆ε2 = 2−4 eV
и возбужденным триплетным состоянием действительно
можно пренебречь. Но как следует из рис. 1, a, b, эта
ситуация изменяется в более реалистичной многозонной
p−d-модели, где ∆ε2 = E

(
3B1g(0)

)
− E

(
1A1g(0)

)
может

быть достаточно малой или даже отрицательной вели-
чиной. При малом ∆ε2 область возможного сведения к
однозонной модели E � ∆ε2 становится совсем малой,
при ∆ε2 6 0 такой области нет вообще. Поскольку пара-
метры, от которых зависит ∆ε2 (кристаллическое поле,
расстояние между атомами), различаются для разных ок-
сидов меди и зависят от степени легирования возможна
ситуация, когда кроссовер синглет-триплет происходит
при изменении состава. Такой кроссовер получен в рас-
четах из первых принципов [13] для La2−xSrxCuO4 при
x≈ 0.1, для сверхпроводящей фазы в этой системе ниж-
ний двухдырочный терм-триплет. В другом модельном
оксиде меди — Sr2CuO2Cl2-октаэдр ближайших соседей
включает два иона хлора вдоль c-оси; это увеличивает
ионность связи Cu–Cl по сравнению с Cu–O и уменьша-
ет долю ковалентного подмешивания p-состояний хлора
в a1g молекулярную орбиталь, которая согласно [19],
составляет не более 1% в области потолка валентной
зоны. Как показано выше, степень заполнения p-состоя-
ний Cl может меняться в широких пределах, не влияя
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на малую энергию синглет-триплетного расщепления
∆ε2. Малость ∆ε2 проявляется, по нашему мнению,
при сравнении экспериментально измеренного методом
ARPES [16] закона дисперсии в Sr2CuO2Cl2 и рассчи-
танного в рамках t−J-модели [20]. Вблизи потолка
валентной зоны в области энергий E < 0.1 eV согласие
достаточно хорошее, а чем глубже лежат состояния в
валентной зоне, тем сильнее отличия (рис. 3).

Для расчета закона дисперсии мы перейдем к беско-
нечной решетке CuO2 с элементарной ячейкой в виде
конечного кластера, для которого выполнена точная диа-
гонализация исходного гамильтониана (1). Результаты
расчета приводятся далее.

3. Дисперсия электронов в области
потолка валентной зоны

Для учета сильных электронных корреляций внутри
элементарной ячейки в зонных расчетах было пред-
ложено следующее обобщение метода сильной свя-
зи [14]: решетка разбивается на непересекающиеся
ячейки (кластеры), внутриячеечная часть гамильтониана
точно диагонализуется и находятся собственные векторы
|p〉 = |n, γ〉 и термы En,γ кластера с n частицами,
индекс γ нумерует все остальные квантовые числа. На
втором этапе строятся операторы Хаббарда для данной
ячейки f: Xpp′

f = |n, γ〉〈n′, γ ′|, в представлении которых
межъячеечная часть гамильтониана может быть точно
записана в виде обобщенной многоуровневой модели
Хаббарда. В результате исходный гамильтониан (1) точ-
но записывается в виде H = H0 + H1,

H0 =
∑
fnγ

(
Enγ − nµ

)
Xγγ

f ,

H1 =
∑
(fg)

∑
γγ′ΓΓ′

Λγγ′

ΓΓ′(f, g)Xγγ′

f XΓ′Γ
g . (2)

Спектр одночастичных дырочных возбуждений H0

состоит из набора бездисперсных уровней (”резонан-
сов”) Ωm = En+1,γ1 − En,γ2 , индекс m нумерует
возможные фермиевские возбуждения между термами
|n + 1, γ1〉 → |n, γ2〉. Межкластерные перескоки, опи-
сываемые H1, учитываются по теории возмущения в про-
стейшем приближении ”Хаббард I” [21]. В двухподреше-
точной структуре CuO2-слоя дисперсионное уравнение
имеет вид

det
{
δnmδAB(ω −Ωm)− FmΛmn

AB(k)
}

= 0. (3)

Здесь A,B — подрешеточные индексы, Λ(k) —
фурье-образ межъячеечных взаимодействий,
Fm =

〈
Xn+1,γ1,n+1,γ1

f

〉
+
〈
Xn,γ2,n,γ2

f

〉
— фактор заполнения,

зависящий от температуры и концентрации дырок.
Разбиение на ячейки возможно разными способами.

Простейший случай CuO2-ячейки был использован для

расчета спектра дырок в парамагнитной [22] и антифер-
ромагнитной [23] фазах. Более симметричные кластеры
CuO4 или CuO6, с одной стороны, удобней, так как
правильно отаражают локальную симметрию меди, но, с
другой стороны, они не позволяют покрыть всю решетку
непересекающимися кластерами. Каждый ион кислорода
в плоскости принадлежит сразу двум кластерам, и возни-
кает неортогональность операторов Хаббарда в соседних
ячейках. Для решения этой проблемы в работах [24,25]
для трехзонной p−d-модели было предложено построить
функции Ванье для каждой ячейки и затем с их помо-
щью определять X-операторы. После такой процедуры
результаты обоих подходов практически совпадают. Мы
далее будем использовать более простое разбиение на
O–Cu–O-кластеры.

Описанные выше результаты точной диагонализации
кластеров CuO6 или CuO4Cl2 свидетельствуют о малости
синглет-триплетного расщепления ∆ε2 (∆ε2 < 0.5 eV),
что будет использовано далее.

В случае локального базиса, показанного на рис. 2, a,
потолок валентной зоны определяется тремя фермиев-
скими модами

Xα0
σ = |1,−σ〉〈2, 0|, Xα1

σ = |1,−σ〉〈2, 1, 0|,

Xα2
σ = |1,−σ〉〈2, 1, 2σ |, (4)

где |1, σ〉 — низшая молекулярная орбиталь в одноды-
рочном секторе, |2, 0〉— синглет Жанга–Райса, |2, 1,M〉,
M = 0,±1 — двухдырочные триплеты. Мы используем
обозначения Зайцева [26], в которых начальное и конеч-
ное состояния заменяются одним корневым вектором,
Xpq → Xα . Энергии возбуждений (4) в нулевом
приближении равны

Ω0 = E(2, 0)−E(1,−σ), Ω1 = E(2, 1, 0)−E(1,−σ),

Ω2 = E(2, 1, 2σ) − E(1,−σ).

Для описания антиферромагнитной фазы используем
двухподрешеточное преобразование Фурье. Пусть Xα

k
и Yαk обозначают Фурье-образы операторов Хаббарда в
подрешетках 1 и 2, тогда гамильтониан межкластерного
перескока с участием фермиевских мод (3) имеет вид

Hpd = T̃pd

∑
kσ

γ(k)X+α0
kσ Yα0

kσ + 2iσ
(

sin(kxa)X+α1
kσ Yα0

kσ

+ sin(kya)X+α0
kσ Yα1

kσ

)
+ 2iσ

√
2
(

sin(kxa)X+α2
kσ Yα0

kσ

+ sin(kya)X+α0
kσ Yα2

kσ

)
+ h.c., (5)

где введены обозначения

γ(k) = cos(kxa)+cos(kya), T̃pd = −Tpd(uv0+u0v)vv0/2,

u2 =(1 + δnu)/2, v2 =1−u2, δ=εp−εd, ν
2 =δ2 + 8T2

pd,

u2
0 =(1+δ0/ν0)/2, v2

0 =1−u2
0, δ0 =δ−Vpd, v2

0 =δ2
0+8T2

pd.
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Для типичных значений параметров перенормированный
перескок равен T̃pd ≈ 0.1 eV. Первое слагаемое в (5)
описывает перескок квазичастицы (дырки) с возбужде-
нием синглета Жанга–Райса, второй и третий члены —
перескок дырки с синглет-триплетным смешиванием.
Смешивание обращается в нуль Γ-точке. Детали расчета
зонной структуры в антиферромагнитной фазе приве-
дены в работе [23], следуя которой, мы вычислили
закон дисперсии дырок для нелегированного соединения
Sr2CuO2Cl2 (рис. 3). Сопоставление нашего расчета с
данными ARPES показывает гораздо лучшее согласие,
чем для расчета в рамках t−J-модели [20]. Поскольку
t−J-модель может быть получена только с локальным
базисом, как на рис. 2, b, где нет места триплетным
состояниям и синглет-триплетному перемешиванию вда-
ли от Γ-точки, мы приходим к выводу о том, что учет
триплетных состояний двух дырок и его смешивание с
синглетом Жанга–Райса важны для описания спектра
дырок уже в интервале энергий на 0.1–0.5 eV ниже
потолка валентной зоны, т. е. там, где, по-видимому, и
разыгрывается явление высокотемпературной сверхпро-
водимости.

4. Взаимодействие дырок
со спиновыми экситонами

Синглет-триплетное смешивание, описываемое по-
следними двумя слагаемыми в (5), может привести к
дополнительному механизму сверхпроводящего спари-
вания. С одной стороны, эти слагаемые выглядят как
межзонные переходы, которые, как известно, могут быть
источником спаривания [27]. С другой стороны, эти ча-
сти Hpd могут быть явно записаны как фермион-бозонное
взаимодействие, если воспользоваться алгеброй операто-
ров Хаббарда, согласно которой

X|2,1,0〉〈1,−σ|i = X|2,1,0〉〈2,0|i X|2,0〉〈1,−σ|i . (6)

Это означает, что добавление дырки к начальному со-
стоянию |1,−σ〉 с образованием конечного состояния
триплета (процесс |1,−σ〉 → |2, 1, 0〉) эквивалентно
рождению дырки в процессе |1,−σ〉 → |2, 0〉 с конечным
состоянием — синглетом Жанга–Райса — и одновремен-
ным рождением спинового экситона |2, 0〉 → |2, 1, 0〉.
Энергия спинового расщепления ∆ε2, как показано вы-
ше, мала. Другие экситонные возбуждения из синглета
в более высоколежащие двухдырочные термы возможны
с точки зрения алгебры операторов Хаббарда, но менее
эффективны из-за большей энергии.

В то время как второе слагаемое в (5) определяет
обмен спиновыми экситонами с Sz = 0 без переворота
спина дырки, что может приводить к спариванию, третье
слагаемое в (5) описывает испускание и поглощение
спинового экситона с Sz = 1, т. е. с переворотом спина.
Это может приводить как к спариванию подобно обмену
парамагнонами, так и одновременно к разрушению пар
за счет переворота спина дырки.

Отметим, что обсуждаемый механизм спаривания мо-
жет иметь место только для систем, легированных дыр-
ками, в которых есть ненулевое заполнение двухдыроч-
ных состояний.

Многозонная p−d-модель с учетом d3z2−r2 -орбиталей
меди наряду с dx2−y2 -орбиталями рассматривалась ра-
нее в работе [18], где было показано, что рост засе-
ленности a1g-одноэлектронных молекулярных орбиталей
приводит к уменьшению заселенности b1g-состояний и
вследствие этого к подавлению Tc. С нашей точки зрения
(рис. 1, a, b), сильное возрастание доли a1g-одноэлек-
тронных орбиталей ясно свидетельствует о возможно-
сти в этих соединениях синглет-триплетного кроссовера.
Необходимость учета d3z2−r2 -состояний для адекватно-
го описания низкоэнергетической части электронного
спектра Sr2CuO2Cl2 отмечается также в работе [28] на
основе зонных расчетов из первых принципов и их
сопоставления с моделью сильной связи.

Мы считаем бессмысленным выписывать формулы
теории БКШ, в которых фононные параметры были
бы заменены на спин-экситонные, поскольку в рамках
этой же модели электронной структуры известны и
другие механизмы сверхпроводимости: кинематический
обмен [29], обусловленный первым слагаемым в (5),
обмен экситонами-возбуждениями кристаллического по-
ля, обмен парамагнонами (см. недавний обзор [30]). В
этой работе мы хотим подчеркнуть, что возможность
спин-экситонного спаривания в дырочных оксидах меди
обусловлена спицификой их электронной структуры, а
именно близостью синглетных и триплетных токовых
двухдырочных состояний.

Работа выполнена в рамках госпрограммы ”Сверх-
проводимость” (проект № 93237), а также при под-
держке Красноярского краевого научного фонда (про-
ект № 5F0009).
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