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1. はじめに 
 自然科学の目的は未知の現象を発見しその原理を解明することである。特に物理学では物理現象に
注目する。物理学では宇宙や生物、物質にいたる森羅万象は物理法則に支配されている。身の回りにある大
半の現象は素粒子である電子と複合粒子である原子核の間に働く電磁力の結果によって引き起こされている。
実際の世界と水素原子のシュレディンガー方程式との違いは非常に多くの原子が集まっていることである。
そのため超伝導や強磁性といった劇的で複雑な現象が生じる。固体物理学では得に結晶を題材としてそこで
起きうる物性の原理と解明を追求する。 
 劇的な現象はそれ自信が目標になる。銅酸化物における高温超伝導や二次元電子ガスにおける分数
量子ホール効果はいずれも強く相関する電子が引き起こす現象である。このような電子の波動性と局在性と
いう難しい問題にまともに向き合うことは困難であり、複雑な実際の物質中ではさまざまな要素が絡み合う
ことから何が本質かを見極めることは難しい。 
 強相関電子系において磁性絶縁体を調べる最も重要な動機は強く相関する粒子が引き起こす現象の
本質を調べる上で自然が用意してくれた非常に理想的な舞台であるからである。まず系の問題設定を数学的
に定式化できる。空間的に周期的に置かれたベクトルが双二次相互作用するというシンプルな設定である。
単純ではあるものの非常に多くの要素が周期的に相互作用する場合になにが起きうるのかという問題を考え
る上ではミニマルなモデルといってもよい。これは理論的な取扱が容易であることを示し、実験的な観測量
を非常に精度よく計算できる。また非常に多くの物質が存在するため、非常に多くの数理モデルを実現する
ことが可能である。また中性子散乱により動的構造因子といった空間と時間にわたる微視的な物理量を直接
観測することが可能であるため非常に精密にシステムの構造を知ることが出来る。 
 これまで物理学において重要な概念の多くは磁性体において提唱された。たとえば自発的対称性の
破れの概念や相転移の概念などである。近年はトポロジーとの融合によりさらに進んできている。対称性に
よって守られたトポロジカル相などの概念も磁性体が初であることからこれからますます進んでいくと考え
られる。 
 ではどのような物質を調べるべきか。新しい現象の背景には山程の既知の現象がある。短い人生に
おいて調べるに値する物質というのは限られている。固体化学という観点からはそのような”面白い”物質を
見つけることが非常に重要である。よほどよく研究されている物質系でなければ、物質のハミルトニアンを
事前に知りえないしそもそも何がおきるかわからないとするとこれは一種の勘ということになる。そこで頼
りない結晶化学的な見地とある程度の勘をもって物質探索あるいは開発に取り組む。もしかするとこれまで
人が探していない場所を掘ることで見つかるかもしれない。本研究で用いた水熱合成法は得られる物質のネッ
トワークのユニークさという観点から非常によい手法である。 
 本研究では新しい物理現象につながるような系としてフラストレート磁性体の合成に着手した。数
多の失敗を経て特殊な素励起が新しい量子状態につながっているような物質を発見することができた。 
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2. 局在スピン系 
2.1. スピン系とは 
 物質の磁石としての性質は主に電子の角運動量から生じている。電子角運動量にはスピンと軌道の
自由度がある。本研究で扱う化合物では結晶場によって軌道縮退が解け、軌道角運動量の自由度が凍結して
いる。そのためあらわな自由度はスピンだけである。 
絶縁性の磁性体においてスピンは磁性サイトrに止まっており半整数のスピン量子数Sを有する演算子Srを用
いて表される。ここでrは周期的な格子を形成している。スピンSrの間に相互作用が働く多体系において何が
起きるかを考えるのがスピン系という学問である。ここで局在磁性のモデルを考える上での基本的な事柄を
整理しておく。 
スピン角運動量の性質 
交換関係!  

固有状態!  

スピン角運動量の大きさと量子性 
 S =1/2の孤立スピンの状態は量子化軸に対して上向きか下向きかという状態の重ね合わせとして表現
される典型的な量子系である。スピン量子数が大きくなるとスピンの各成分は連続的な固有状態を持つよう
になる。そのためS →∞でのスピンは古典的な長さSのベクトルとみなされる。典型的にははS= 1/2,1を量子
スピン、S>1を古典スピンと考えられる。 
スピンの異方性 
 結晶中ではスピン軌道相互作用があるため磁性を記述するハミルトニアンは程度の差はあれ、必ず
異方性を持っている。特にS > 1/2のスピンにはシングルイオン異方性とよばれる! の

形のオンサイトの異方性が存在しD,Eの符号に応じてXY型とイジング型(と両方0のHeisenberg型)に分けられ
る。S=1/2の場合には! となり定数になるためこの異方性は存在しない。 

スピン間の相互作用 
 軌道縮退のない場合、スピン間の相互作用はHeisenberg型の相互作用! が支配的である。相互作
用の微視的な起源はスピンに依存した電子の飛び移り積分である。そのため相互作用は距離の関数として指
数関数的に減少する。実際の物質では最近接の相互作用に対してn次近接の相互作用が摂動的に働くと考え
ることで十分な場合が多い。また実際の物質中のスピン間相互作用には必ず異方性が存在する。一般に相互
作用は! と書かれ、結晶の対称性によってその値が制限される。軌道縮退がない
場合には対角成分Jがもっとも大きな寄与をする。結晶の間に反転中心がない場合にはジャロシンスキー守
谷相互作用が存在して次に大きな相互作用を与える。一般に次近接以上の相互作用では様々な電子のホッピ
ングプロセスが介在するため異方性は小さくなると考えられる。 
相互作用の次元性 
 全ての物質は三次元系であるもののの結晶構造により相互作用が異方性を有することがある。その
ため擬似的に理想的な低次元系として扱うことでそのダイナミクスをうまく説明できることがある。 

Sr × Sr = i Sr

Sz
r |S, m > = m |S, m >

D (Sz
i )2 + E{(Sx

i )2 − (Sy
i )2}

(Sμ
i )2 = 1/4

JSi ⋅ Sj

JSi ⋅ Sj + Si AijSj + Dij ⋅ Si × Sj
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2.2. スピン系における秩序と相転移  
 磁性体における相転移を考える上で最も基本的な例が2次
元強磁性イジングモデルである。ハミルトニアンは以下のように
与えられる。 

!  

これは多体系の相転移を記述する数少ない「自然な」可解模型であり、K2CoF4などで実際に実現してい
る 。ハミルトニアンは全てのスピンの符号を一斉に反転する操作 に対して不変である。このよう1

な群の構造を持つ変換を対称操作と呼び系が不変であることを対称性を持つという。今の場合対称操作はス
ピンの反転と恒等変換のみの可換な群であるためZ2対称性を持っているという。この系の温度相図は以下の
ようになっている。高温ではエントロピーの利得が大きいためスピンは上下ランダムな方向を向いている。
この状態は常磁性状態と呼ばれ、ハミルトニアンの対称性は破れていない。しかし温度を下げると! 以
下でスピンの向きが揃い全磁化の期待値! が有限の値をとる。そして絶対零度ではすべての

スピンが同じ向きを向く。Tc以下のスピン状態を時間反転すると磁化の向きが変化するので時間対称性は自
発的に破れている。全磁化のように自発的な対称性の破れに伴ってノンゼロになる量を秩序変数と呼ぶ。エ
ントロピーの飛びを伴う二次相転移では低温で対称性が破れた秩序相が存在し、高温相では対称性の高い無
秩序相が存在する。より微視的な側面から見てみるために相関関数! という量を導入

する。低温相では揃っていることを反映して一定値をとり! 、高温相では! と有
限の相関帳ξを持った指数関数的な減衰をする。この相関帳は転移点に近づくに従って発散する傾向を示
し、臨界点では! と冪的な減衰をする。自発的対称性の破れを伴う二次相転移点近傍での物理
量のこのような振る舞いは極めて普遍的であり対称性や次元性といった少数のパラメータに依存すると考え
られている。 
 

H = − ∑
r∈ℕ2

(Sz
r ⋅ Sz

r+ ̂x + Sz
r ⋅ Sz

r+ ̂y)

Sz
i → − Sz

i

T = Tc

M = < ∑
r∈ℕ2

Sz
r >

C (r) = < ∑
r∈ℕ2

Sz
r′�Sz

r′�+r >

C (∞) > 0 C (r) ∼ exp( − |r | /ξ )

C (r) ∼ r−d+2−η

L. Onsager Phys. Rev. 65 117 (1944). H. Ikeda and K. Hirakawa Solid State Commun. 14, 529 (1974).1
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Sz
r = ± 1/2

図2.2.1. 二次元イジングモデル。

< Sz
r >

Tc
T

< Sz
rSz

r′� > ∼ const . < Sz
rSz

r′� > ∼ e− |r− r′�|/ξ
0

1 < Sz
rSz

r′� > ∼ |r − r′�|− α

秩序相 無秩序相
臨界点

図2.2.2. 典型的な秩序無秩序型の二次相転移における温度相図。二次元イジングモデルの場合。



2.3. 素励起 
量子多体系の基底状態に続いて興味がもたれるのはその励起状態である。相転移によって秩序が生じた場合
にはそれに伴って励起状態が生じる。フェルミ面を持たない絶縁体における低温での、つまり量子的なダイ
ナミクスは素励起が担う。そこである秩序が生じた場合にどのような素励起が生じるかということは
Nambu-Goldstoneの定理という形でまとめられている a,b。それによると連続的な対称性が破れて秩序が生じ2

た場合、対称性を回復するような素励起が生じる。これは南部ゴールドストーンボソンと呼ばれ、長波長で
エネルギーが0になるようなスピン0のボソンである。代表的なものは強磁性体におけるマグノンおよび結晶
中のフォノンである。簡単のためにS = 1/2の三次元立方格子上に定義されたHeisenberg強磁性モデルを考え
る。 

!  

このハミルトニアンはスピンの相対的な角度に依存しているため! を一斉に同じ角度だけ回転しても変化し
ない。一方で基底状態である強磁性状態は回転対称性が破れている。そこでこの対称性を破った状態を壊す
ような状態が基底状態として現れる。そのような状態の候補は一つのスピンを強磁性状態! から一つだ
けフリップした状態である。これは明らかに基底状態と直交しており! とかける。このような状態か

らブロッホ状態! をつくるとエネルギー固有状態になることがわかる。 

!

!  
長波長k→0でエネルギーは0になっている。古典的な歳差運動をあらわす状態が
! であることに注意すると歳差運動が小さい場合! には

! となってブロッホ状態に対応付けることができる。 
 

この素励起によって低温における比熱や磁化の温度依存性などの物理量が説明できる。マグノンの数を! 、
比熱をとするとボソンの分布関数になるため 

!  

!  

単純に考えるとマグノンの数がサイト数程度になる温度では磁気秩序は破綻する。そのため相転移が生じる
ことが予想できる。自発的な対称性を破る相転移は一般に最低エネルギーを持つ波数の素励起がボース凝縮
するという描像で理解することが可能である。また低次元の場合有限温度では上記の積分が発散するため磁
気秩序は安定ではないことも予想される。 

H = − J ∑
<rr′�>

Sr ⋅ Sr′ �
Sr

|0 >
S−

i |0 >

|k > =
1

N ∑
r

eik⋅rS−
r |0 >

H |k > = −JS∑
δ(r)

(eik⋅δ(r)) + E0 |k > = ε (k) |k >

ε (k) = 2JS(3 − cos(a kx) − cos(a ky) − cos(a kz)) = JSa2k2 + O (k4)

|k , ϕ > = ∏
r

(cos ϕ + eik⋅r sin ϕS−
r ) |0 > ϕ ∼ 0

|θ, ϕ > = |0 > + ϕ |k > + O (ϕ2)

N

N /V = ∫[0,π/a]3

d3k
(2π)3

1
eβε(k) − 1

∼ ∫
∞

0

d k
2π2

k2

eβJSa2k2 − 1
∝ T3/2

CV /V = − β2 ∂
∂β ∫[0,π/a]3

d3k
(2π)3

ε (k)
eβε(k) − 1

∼ − β2 ∂
∂β ∫

∞

0

d k
2π2

JSa2k4

eβJSa2k2 − 1
∝ T3/2

aY. Nambu and G. Jona-Lasinio, Phys. Rev. 122, 345 (1961). bJ. Goldstone, A. Salam, and S. Weinberg, Phys. Rev. 127, 965 (1962).2
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図2.3.1 強磁性マグノンが伝搬する様子。

xy
z

Sx
r + iSy

r ∝ exp(ik ⋅ r − iωt), Sz
r ∼ S

ω ∝ k2

⃗k



2.4. 低次元系の特殊性 
 一般に相転移は次元が高く、スピンの異方性が大きいほど起きやすい。d次元立方格子上の強磁性モ

デルについて代表的な異方性の場合有限温度相転移の有無は次のようになっている。丸が強磁性状態、☓が
高温相、△は強磁性ではない特殊な秩序状態である 。Mermin-Wagnerの定理によって連続的な対称性を持つ3

2次元以下の系では巨視的な対称性は破れない事がわかっている 。そのためXY、Heisenbergにかかわらず磁4

気秩序状態(強磁性状態)は実現しない。さらに短距離相互作用を持つ一次元系では局所的な対称性の破れを
ともなう相転移は有限温度では生じない。”普通の”相転移の有無については素励起であるマグノンが凝縮す
るかどうかを考えれば理解できる。一方で2次元XYモデルのように磁気秩序ではない特殊な相転移が生じる
場合には異なる考え方が必要である 。それはトポロジカル欠陥による相転移である。トポロジカル欠陥を5

考えることでなぜ低次元系が秩序しにくいかをより直感的に捉えることができるという利点もある。 

!  

 2次元XYスピン系は次元性と異方性の狭間に存在することからBerezinsky Kosterlitz Thouless転移と呼
ばれる渦の閉じ込めに関係した特殊な相転移を引き起こす。ハミルトニアンはXYスピンの向いている角度!
を用いて! である。このような対称性を持つ系では図のような渦がトポロジカル欠

陥として存在する。この渦が巨視的なサイズまで成長して秩序状態を破壊するかどうかを自由エネルギーの
観点から考える。 
渦のサイズがある程度大きい場合ある半径! の円周上に存在する隣り合うスピンの向きの変化! は微小量

! と近似できる( ! は格子間隔)。渦は一周すると角度が! 変化するので円周上のスピンの数
は! である。そのため円周上の全スピンのエネルギーと基底状態である強磁性状態とのエネルギー差は
! と半径の逆数で与えられる。 

 全てのRについて和を取るとサイズがLの渦のエネルギーは! と

なる。一方でVortexの渦の位置の場合の数はサイト数! であたえられるため単独のエントロピーは
! となる。ヘルムホルツの自由エネルギー! となる温度! で単独の渦が
大量に生成するような相転移が生じることが予想できる。この相転移がBKT転移であり、渦同士の相互作用
を考えると転移温度以下では巻き方が逆の渦がペアで生成しているような相が実現する。そのため相関関数

Svortex ∼ S(−sin θi, cos θi)
⃗ri = ri(cos θi, sin θi)

dθR

L

L

図2.4.1. 強磁性秩序のスピン配置から渦が成長
する様子。

Ising XY Heisenberg

1次元 ☓ ☓ ☓

2次元 ○ △ ☓

3次元 ○ ○ ○

表2.4.1. 各次元とスピンの異方性の強磁性モデルに
おける有限温度相転移の有無。○は相転移があるこ
と、☓は無いことを示す。2次元XYモデルでは対称
性が破れない特殊な相転移が存在する。

θi

H = − JS2 ∑
<ij>

cos(θi − θj)

R θi − θj

d θ ∼ tan d θ = a /R a 2π
2π /d θ

(2π /d θ ) ⋅ JS2(1 − cos(d θ )2) ∼ π JS2d θ = π JS2a /R

∫
L

a
d (R /a)[π JS2a /R] = π JS2 ln(L /a)

(L /a)2

2kB ln(L /a) F = U − TS < 0 T = π JS2 /2kB

 中嶋貞雄 岩波講座 現代物理学の基礎 7 物性 II 素励起の物理 岩波書店 (1978).3

 N. D. Mermin and H. Wagner,. Phys. Rev. Lett. 17, 1133 (1966).4

 J. M. Kosterlitz and D. J. Thouless, J. Phys. C 6, 1181 (1973).5
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はベキ的に減衰する臨界相となっている。これはMermin Wagnerの定理によって通常の磁気秩序の発生が禁
止されているためである。なおなお高温は通常の常磁性状態である。強磁性体におけるトポロジカル欠陥や
ソリトンとその生成エネルギーのサイズ依存性をまとめた 。有限温度相転移の有無とドメインor欠陥の生成6

エネルギーのサイズ依存性が対応している事がわかる。 

!  

2.5. スピンの量子性と秩序 
 量子磁性体において基底状態でどのような秩序状態が実現するかを考える。 

2.5.1. 強磁性ハイゼンベルグモデル 

!  

 普通の物質を意識して<ij>は最近接のスピン間で和にとるものとする。局所的な相互作用! を最
小にする状態は古典系であれば同じ向き、量子系であれば合成スピンが最大になる配置である。合成スピン
が最大の状態のうち2つは直積状態である。そのため全てのサイトのスピンが同じ向きを向いている強磁性
状態が固有状態になり基底状態を与える。また明らかなように相互作用が強磁性であれば磁気的ネットワー
クの詳細によらず強磁性が安定になる。 

2.5.2. 反強磁性ハイゼンベルグスピン鎖 
!  

 古典系の場合Neel状態と呼ばれるupとdownにした状態をならべることで最低エネルギーを作ること
ができる。これは一般にbipartiteと呼ばれる格子で成り立つ。量子系の場合局所的な相互作用が最小になる
のは全スピンが0の状態である。これは量子的にもつれた状態であるため強磁性の場合のように単純に敷き
詰めることはできない。単純なNeel状態は量子系の固有状態でないことを反映している。S = 1/2の場合には
基底状態はギャップレスな励起を伴う臨界相になる一方でS = 1の場合にはギャップフルな高温相が実現す
る 。磁気秩序がないということ自体は古典XY系からのアナロジーで考えると非対角項であるz成分の相互7

表2.4.2トポロジカル欠陥とエネルギーのサイズ依存性。

Ising XY Heisenberg

1次元 O(1) O(L-1) O(L-1) same as XY

2次元 O(L) O(log(L)) O(1)

3次元 O(L2)

O(L)

O(L)

H = − ∑
<ij>

Si ⋅ Sj

−Si ⋅ Sj

H = ∑
<ij>

Si ⋅ Sj

 A. Vilenkin, Phys. Rep. 121, 263 (1985).6

 F. D. M. Haldane, Physs Rev. Lett. 50, 1153 (1983).7
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作用により”ドメインが動ける”ようになったため量子的な無秩序相に入ったと考えられる。実際S = 1/2の場
合相関関数は とほとんどNeel秩序した状態であるため 異常なのはむしろS = 1の8

場合である。このことを簡単に理解するためにはValence Bond 描像が有用である。 

図のようにS = 1のスピンをS = 1/2のスピンの合成スピンと考える。この合成スピンが隣り合うサイトで
singletを形成することでVBSが実現する。この状態は局所的な対称性は破らないがstring秩序と呼ばれるグ
ローバルな秩序を有する一種のスピン液体状態である。なお素励起については、S = 1/2の場合にはドメイン
に相当するspinonが、S = 1の場合にはsingletを壊して得られるmagnonが担う。 

2.5.3. 正方格子上の反強磁性ハイゼンベルグモデル 
 スピン鎖と同様にNeel秩序はハミルトニアンの固有状態でないため磁気秩序は不安定になる。しか
し実際にはS = 1/2の場合であっても無限系ではネール秩序が生じることがわかっている 。量子ゆらぎは絶対9

零度における秩序したスピンの縮みとして観測される。一般に絶対零度において秩序が発生する場合、低エ
ネルギーの性質は量子揺らぎによってくりこまれた相互作用に基づく半古典的なスピン波によって記述され
ると考えられている 。また温度相転移などのダイナミクスについても定性的なふるまいは古典Heisenbergモ10

デルと同様である。 

< Si ⋅ Sj > ∼ (−1)i−j | i − j |−α

 Bethe, Hans. "On the theory of metals, I. Eigenvalues and eigenfunctions of a linear chain of atoms." Selected Works Of Hans A 8

Bethe: (With Commentary). 1997. 155-183.

 D. A. Huse and V. Else,.  Phys. Rev. Lett. 60, 2531 (1988).9

 S. Chakravarty, B. I. Halperin, and D. R. Nelson, Phys. Rev. B 39, 2344 (1989).10
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図2.5.2.1 S = 1スピン鎖におけるValence Bond Solid 状態。

singletS = 1



2.6. 幾何学的フラストレーション 
 量子一次元系では秩序は生じないし、二次元であっても連続的な自由度があれば有限温度では磁気
秩序が生じない。われわれが実験できるのは有限温度である。では実際のHeisenbergやXYの異方性を持つ低
次元物質では相転移は起きないのだろうか。答えは低温になるに従って相関長が非常に伸びるため、わずか
な三次元性があれば十分冷やせば秩序相が実現する。また二次元系の場合には異方性が少しでも存在すれば
有限温度相転移が可能になる。例外は基底状態が高温相であるHaldane相だけである。三次元で異方性もあ
る実際の物質で磁気秩序状態以外の新しい量子相や特異な励起状態を得ることは難しいのだろうか。それを
可能にすると考えられているのが幾何学的フラストレーションというアイディアである。 

!  
2.6.1. フラストレート系における秩序状態 
 フラストレーションが存在する場合には正方格子で生じるようなコリニアな秩序は抑制される。古
典系の場合基底状態は(縮退が残る可能性はあるが)なんらかの磁気秩序状態になる。また量子系の基底状態
も古典系の振る舞いからある程度予想できるためそれを知ることは重要である。古典系の一般的なハミルト
ニアンは多くの場合二次形式で書ける。 

のテンソル の固有値が最小をとる波数が基底状態の周期の候補になる 。具体11

例としてJ1-J2反強磁性鎖を考える( )。これは第二近接相互作用が存在する古典Heisenberg一次元模型
である。変形すると三角形が現れ、J2が大きい場合にはフラストレーションが存在することがわかる。ハミ
ルトニアンをフーリエ変換すると! となる。! なの
で次近接相互作用が大きくなり! の場合には! のNeel秩序が不安定化し! の周期の
ノンコリニアな磁気構造が基底状態になる。たとえば! の場合には図のような磁気構造が得られる。
最近接および次近接のスピンが概ね逆向き( ! )ではあるものの傾いていることが特徴であ
る。より強いフラストレーションが存在する場合複数のqを結ぶように連続的な領域で最低エネルギー状態
が実現する。これは巨視的な数のスピン配置が縮退していることを示唆しており量子スピン系の場合は強い
量子ゆらぎが生じることが予想される。非常に強いフラストレーションが存在することが知られるカゴメ格

Ising
XY, 

Heisenberg S = 1/2

三角形

正方形

1

32 −+

図2.6.1イジングスピン、XY、古典Heisenberg、S = 1/2の順に以下のようになる。フラストレーションがな
い正方形の場合も比較した。破れた対称性で等価な配置は省略した。はsingletを表す。

3N1 × 3N1 Jμν
αβ (q) = Jμ×α, ν×β(q)

J1, J2 > 0

J(q) = J1 cos q + J2 cos 2q J(q) = 2J2(cos q + J1/4J2)2 − J2
1 /8J2

J2 > J1/4 q = π q = cos−1 J1/4J2

J2 = J1/2
Si ⋅ Si+1, Si ⋅ Si+2 < 0

 J. M. Luttinger and L. Tisza, Phys. Rev. 70, 954 (1946).11
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H = ∑
r,α,β,r′�,μ,ν

Jμν
r,r′�,αβSμ

r,αSν
r′�,β = ∑

q,,α,β,μ,ν
Jμν
αβ (q) Sμ

q Sν
−q



子反強磁性体やパイロクロアの場合には波数空間全体で縮退する。 

 
2.6.2. 三角格子反強磁性体 
 最も基本的なフラストレート格子と言えるのが三角形を隙間なく並べた三
角格子反強磁性体である。古典系の基底状態はイジングスピンの場合に巨視的な縮
退が残る一方XYやHeisenbergスピンの場合図のような120度構造と呼ばれるノンコ
リニアな磁気秩序状態が安定となる。そのため正方格子と同様に最も量子ゆらぎが
強いS = 1/2であってもHeisenberg系の基底状態は磁気秩序状態であると理論的には考
えられている 。実際に異方性の小さなS = 1/2のCo2+が二次元性の良い三角格子を組12

む反強磁性体Ba3CoSb2O9で120度構造が観測されている 。 13

2.6.3. パイロクロア格子反強磁性体 
 正四面体が点共有したネットワークからなる格子でありスピネルAB2O4のBサイト、パイロクロア
A2B2O7のA、Bサイトで実現している。非常に多くの物質が存在することからフラストレート磁性の理想的
な舞台として調べられてきた。強磁性のイジングモデルはスピンアイスと呼ばれ強いフラストレーションが
するため盛んに研究されているが、本研究との関連からHeisenbergタイプの反強磁性モデルの磁性について
のみ紹介する。ハイゼンベルグモデルは四面体の全スピンで書き換えることが出来る。!  

そのため全スピンがゼロであれば必ず最低エネルギー状態になる。これは非常にゆるい拘束条件であり四面
体の全スピンを0にするためには2つの逆向きに向いたペアがあればよい。このペアのとり方は3通りあり、2
つのペアはそれぞれ自由な向きを向くことが出来る。そのため巨視的な縮退が存在することが予想できる。
古典系において有限温度で生じる相関の強い常磁性状態はクーロン相と呼ばれるスピン液体状態である 。14

つまり四面体内の和が0になるという拘束条件でスピンがゆらぐことが予想される。ただし実際の物質では
温度を冷やす過程で様々な摂動的な相互作用が働き磁気秩序が生じる。このような系で生じる秩序は通常の
磁性体では主要ではない相互作用によって決まるため特異なダイナミクスが観測されている。 
Heisenbergスピンで代表的なものはクロムのスピネル酸化物ACr2O4 (A = Zn, Cd, Hg, Mg)でありS = 3/2のCr3+

がパイロクロア格子を組む。スピネル酸化物自体は種類が多いが軌道縮退がなく単一の磁性イオンからなり、
サイトミキシングがないものはCr3+に限られる。Crスピネルにおいて縮退を解く主要な相互作用はスピン格
子結合である。スピン格子結合は相互作用が距離に依存することで生じる。Cr3+の場合は磁性のパスが主に
t2g軌道の直接交換相互作用から生じているため、原子間距離が近づくほど反強磁性相互作用が大きくなる。
このことは系のハミルトニアンがスピンの二次の相互作用であるHeisenberg項と格子の弾性エネルギーで考
えなければならないことを示している。単純なモデルは最近接ボンドの距離! を用いて次のように与えられ
る 。 15

H = J /2∑
r

(Stot)2

rij

 L, Capriotti,  A. E. Trumper, and S. Sorella.  Phys. Rev. Lett. 82, 3899 (1999).12

 Y. Shirata et al.,  Phys. Rev. Lett. 108, 057205 (2012).13

 C. L. Henley, Annu. Rev. Condens.. Mat. Phys. 1, 179 (2010).14

 K Penc, N Shannon, H Shiba, Phys. Rev. Lett. 93,197203 (2004).15
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図2.6.2.1 三角格子
反強磁性体におけ
る120度構造。

J2 J1 J1

J2

J2 = J1/2

a

b図2.6.1.1 a. 一次元反強磁性J1-J2モデ
ル。b. J2 = J1/2のときの基底状態。



!  

S = 3/2を古典スピンと考えると ! について平方完成してスピン演算子の4次の項を含む有効ハミルトニアンが

出現する。! , ! , !  

 双二次相互作用はコリニアな構造を安定化
させる。そのため低温において一次転移で構造が
歪むとともに結合距離が短いところがコリニアに
なるような磁気秩序が現れる。ただしどこが歪む
かやスピンの向きに関して自由度が残るため実際
の物質ではDzyaloshinskii Moriya相互作用のような
異方性によって複雑な秩序状態が実現する。たと
えばZnCr2O4では図のように複数の波数から構成さ
れるnoncollinearな磁気秩序状態が実現する 。ただ16

し波数で分解するとボンドが強いところがコリニ
アになっていることが分かる。 
 この秩序には興味深い性質があり、六角形
でコリニアなスピンからなるループを形成するこ
とが出来ることである。ループの外に結合している
スピンは打ち消しているペアであるため、六角形
で共鳴するようなマグノンの励起を考えると外に出
ることはできない。そのため励起状態は六角形に
局在する。パイロクロア格子は立方晶であり構造
的に低次元性はないにも関わらず0次元系になって
いることを意味している。このような低次元的な励
起はゼロエネルギーモードと呼ばれ、実際に中性
子非弾性散乱により観測されている 。 17

2.6.4. 古典カゴメ格子反強磁性体 
 カゴメ格子反強磁性体は点共有した三角形
からなるという点でパイロクロア格子の二次元版
である。XYやHeisenberg模型の基底状態は三角格子と比較すると図のようなカイラリティの自由度が存在す
る。そのため基底状態には巨視的な縮退が存在する。

パイロクロア同様実際の物質では異方性や遠距離相
互作用によって縮退はとけることが多い。代表的な
ブリルアンゾーンの特殊位置に対応する波数ベクト
ルにおいて秩序状態が生じる。これは次のようなカ
イラリティによって色分けすることができる。
Positive Vector Chirality Negative Vector Chirality 
Staggered vector Chiralityと呼ばれる。それぞれ
PVC,NVCは波数が0、SVCは(1/3,1/3,0)である。PVC
はジャロサイトKFe3(SO4)2(OH)6において 、SVCはHerbertsmithite ZnCu3(OH)6Cl2の高圧下で発見されている18

H = ∑
<ij>

J(1 + αrij)Si ⋅ Sj + 1/2K∑
ij

r2
ij

rij

H = ∑
<ij>

(JSi ⋅ Sj + J′ �(Si ⋅ Sj)2) J′� = − α2J2 /2K rij = − α J /K Si ⋅ Sj

 S. Ji et al., Phys. Rev. Lett. 103, 037201 (2009).16

 S-H. Lee, et al. Nature 418, 856 (2002).17

 MG Townsend, G Longworth, and E Roudaut, Phys. Rev. B 33, 4919 (1986).18
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remains severely under-constrained, no adjustment is possible with-
out affecting spins on the outer perimeter. A general lowest-energy
spin configuration on the pyrochlore lattice should therefore have
wave-like soft modes that extend throughout the lattice. However, if
the six hexagon spins are antiparallel with each other (Fig. 4c), then
the staggered magnetization vector for a single hexagon, which for
brevity we shall call the spin-loop director, is decoupled from the 12
outer spins, and hence its reorientation embodies a local zero energy
mode for the pyrochlore lattice12. It is possible to assign simul-
taneously all spins on the spinel lattice to hexagons, thus producing
N/6 (whereN is total number of spins) weakly interacting degrees of
freedom (Fig. 1c). Accordingly, states that account for 1/6 of the
entropy of themagnet are accessible through local fluctuations from
configurations where all spins are bunched into directors. Indeed,
themeasured entropy of 0.15R ln 4 (whereR is the gas constant) just
above a low-temperature spin-Peierls-like phase transition4,13 is
close to the predicted entropy of (1/6) R ln 4 for uncorrelated
directors in a spin-3/2 magnet. In contrast, there are no local soft
modes for a general spin configuration in the low-energy manifold.
This distinction between a general state from the low-energy
manifold and states from the director protectorate is probably the
basis for the stability of the latter.
Our finding that fluctuations in ZnCr2O4 involve spin clusters

and not individual spins provides a natural explanation for a range
of properties of geometrically frustrated magnets. It explains why
the temperature-dependent susceptibility of frustrated magnets is
accurately described by exact diagonalization of judiciously chosen
spin clusters14–16. Moreover, the so-called ‘undecouplable’ muon
spin resonance response17 is recognized as being a consequence of
muons sensing slow, large-amplitude fluctuations of select spins in a
spin director. A director protectorate also provides a natural
explanation for the coexistence of low characteristic energy scales
with rigid short-range order, as evidenced by specific-heat18 and
quasi-elastic neutron data19.
The director protectorate hints at an organizing principle for

frustrated systems: if macroscopic condensation is not possible,
interacting degrees of freedom combine to form rigid composite
entities or clusters with weak mutual interactions. Exploring the

generality and basis for such a principle should be an interesting
focus for theoretical work and experiments on a wider class of
systems. Composite degrees of freedom are common in strongly
interacting many-body systems. Quarks form hadrons, hadrons
form nuclei, nuclei plus electrons form atoms, and atoms form
molecules, which in turn are the basis for complex biological
functionality. Planets, stars, galaxies and galaxy clusters are
examples of clustering on a grander length scale. However, to our
knowledge, the emergence of a confined spin cluster degree of
freedom has not previously been documented in a uniform gapless
magnet. The discovery is important because magnets offer an
opportunity not afforded by the above-mentioned systems to
monitor emergent structure in complex interacting systems with
microscopic probes such as neutron scattering and NMR. The
collapse of a geometrically frustrated magnet into a director
protectorate could, for example, be a useful template for exploring
aspects of protein folding2,20. A

Methods
Three crystals of ZnCr2O4 (total mass 200mg) were co-mounted for the inelastic neutron
scattering measurements. The measurements were performed using the cold neutron
triple-axis spectrometer SPINS at the National Institute of Standards and Technology
Center for Neutron Research. A vertically focusing pyrolytic graphite (002)
monochromator, PG(002), extracted a monochromatic beam with energy E i ¼ 6.1meV
from a 58Ni-coated cold neutron guide. Scattered neutrons were analysed with seven or
eleven 2.1 cm £ 15 cm PG(002) analyser blades that reflected neutrons with E f ¼ 5.1meV
onto a 3He proportional counter. Cooled Be filtered the scattered beam.
Received 22 February; accepted 4 July 2002; doi:10.1038/nature00964.
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Figure 4 Possible spin fluctuations in the classical ground-state manifold. a, Spin cluster
surrounding a hexagon (shown in yellow) in the pyrochlore lattice of Fig. 1c. b, Generalized
pattern of classical spin vectors on six neighbouring tetrahedra satisfying the condition

that there be no net spin on any tetrahedron. c, Pattern of spin vectors satisfying the
condition that v ¼ 0 for all tetrahedra. For such spin configurations, each tetrahedron has

two pairs of antiparallel spins, and each hexagon has six collinear and antiferromagnetic

spins as indicated by six red arrows in a. The energy of the spin cluster is independent of
the orientation of the spin-loop directors.
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Although direct structural probes are unavailable for quantum
Hall samples, we can monitor the correlated spin state in a
frustrated magnet by scattering neutrons from it9. Neutrons carry
a magnetic dipole moment, and are subject to forces from atomic-
scale field gradients. The resulting pattern of quasi-elastic scattering
versus wavevector transfer, Q¼ k i 2 k f ; is the sample-averaged
Fourier transform of spin configurations within a coherence volume
of order (100 Å)3 given by the instrumental resolution. Here ki and
kf are the de Broglie wavevectors associated with the incident and
scattered neutrons, respectively. Magnetic peaks generally sharpen
with decreasing temperature as the correlation length, y, increases.
For un-frustrated La2CuO4 (ref. 10), the half-width at half-maxi-
mum (HWHM), kðTÞ ¼ yðTÞ21; becomes indistinguishable from
zero below amicroscopic energy scale, the Curie–Weiss temperature
jQCWj. In contrast, for frustrated ZnCr2O4 (Fig. 2), k remains finite
evenbelow jQCWj, and extrapolates to a finite value asT=jQCWj! 0:

The finite low-temperature correlation length in ZnCr2O4 signals
the emergence of confined nanometre-scale spin clusters. Rather
than being associated with temperature-dependent short-range
order above a phase transition, the wavevector dependence of the
low-temperature intensity (Fig. 3a, b) can be interpreted as a spin
cluster form factor. As opposed to the form factor for an atomic
spin, the cluster form factor vanishes for Q ! 0, which is evidence
that clusters carry no net spin11. Further analysis is complicated by
the anisotropy of spin clusters, which can occur in four different
orientations for a cubic crystal. Rather than Fourier-inverting the
data, we therefore compare them to the orientationally averaged
Fourier transform of potential spin clusters. Individual tetrahedra
would be prime candidates, as they constitute the basic motif of the
pyrochlore lattice. However, a tetrahedron is too small to account
for the features observed (Fig. 3a, b). The next-smallest symmetric
structural unit is the hexagonal loop formed by a cluster of six
tetrahedra (Fig. 4a). Two spins from each tetrahedron occupy the
vertices of a hexagon, while the other two spins from each tetra-
hedron belong to different hexagons. Averaging over the four
different hexagon orientations in the pyrochlore lattice, the square
of the antiferromagnetic hexagon spin-loop form factor can be

written as

jF6ðQÞj2 / sin
p

2
h· cos

p

2
k2 cos

p

2
l

! "n o2

þ sin
p

2
k· cos

p

2
l2 cos

p

2
h

! "n o2

þ sin
p

2
l· cos
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2
h2 cos
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2
k

! "n o2

The magnetic neutron scattering intensity would follow I0ðQÞ ¼
jF6ðQÞj2jFðQÞj2; where F(Q) is the magnetic form factor for Cr3þ.
The excellent qualitative agreement between model and data in Fig. 3
provides compelling evidence that neutrons scatter from antiferro-
magnetic hexagonal spin clusters rather than individual spins. In
effect, ZnCr2O4 at low temperatures is not a system of strongly
interacting spins, but a ‘protectorate’ of weakly interacting spin-
loop directors. (The term ‘protectorate’ was introduced8 to describe
stable states of matter in strongly correlated many-body systems. As
antiferromagnetic hexagonal spin loops appear to be stable composite
degrees of freedom for the pyrochlore lattice, we call the correspond-
ing low-temperature state of the frustrated magnet a protectorate.)
Thermal and quantum fluctuations that violate collinearity

within the hexagons should induce residual interactions between
directors. Such interactions may account for the inelasticity of the
scattering, the director correlations reflected in the greater sharp-
ness of the experimental features in Figs 2 and 3, and the increase of
k with T, which indicates gradual disintegration of the directors.
What is the basis for the emergence of spin-loop directors as the

effective degrees of freedom in this frustrated magnet? Fig. 4 shows
the spins surrounding a hexagon in the pyrochlore lattice. Spin
configurations that satisfy all interactions are characterized by the
connected vectors of Fig. 4b. Although the spin configuration

Figure 2 Temperature dependence of the inverse correlation length, kðT Þ ¼ yðT Þ21:

(Temperature is given in units of the Curie–Weiss temperature, Q CW.) The data were

derived from antiferromagnetic neutron scattering peaks by fitting to resolution-

convoluted lorentzians. The triangles and circles are the lorentzian HWHMs along the

(h 5/4 5/4) direction for \q¼ 1meV; obtained with seven and eleven analyser blades,

respectively. k does not vanish as T=jQCWj! 0; but extrapolates to a value that is close
to the HWHM associated with the squared form factor for antiferromagnetic hexagon spin

loops (dashed line). Inset, raw data for ZnCr2O4 at T ¼ 15 K. The bar shows the

experimental resolution. The solid line is a resolution convoluted two-dimensional

lorentzian; the dashed line is the squared hexagon spin-loop form factor convoluted with

resolution.

Figure 3 Wavevector dependence of the inelastic neutron scattering cross-section for
ZnCr2O4. a,b, Colour images of inelastic neutron scattering intensities from single crystals

of ZnCr2O4 in the (hk0) and (hkk) symmetry planes obtained at T ¼ 15 K for \q¼ 1meV:
The data are a measure of the dynamic form factor for self-organized nanometre-scale

spin clusters in the material. c,d, Colour images of the form factor squared calculated for

antiferromagnetic hexagon spin loops averaged over the four hexagon orientations in the

spinel lattice. The excellent agreement between model and data identifies the spin

clusters as hexagonal spin loops.
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of ZnCr2O4 and we have identified a coplanar spin struc-
ture that accounts for the magnetic neutron powder dif-
fraction pattern. Nonsatisfied short bond interactions in this
structure indicate that isotropic nearest neighbor magne-
toelastic interactions alone cannot account for the observed
spin-lattice structure. Our experiment therefore calls for a
theory of magnetoelastic effects in geometrically frustrated
spinel antiferromagnets that includes consideration of
Dzyaloshinsky-Moriya [24] and further nearest neighbor
exchange interactions.
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FIG. 3 (color online). (a) Neutron powder diffraction pattern
measured at 2 K as a function of wave vector Q. Symbols
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intensity based on the tetragonal lattice structure and the spin
structure indicated in (b). The reflection indexes in the tetragonal
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2Þc ¼ ð1 1 1Þt, respectively. The black
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flections, showing the absence of such magnetic scattering.
(b) One of 32 coplanar noncollinear spin configurations that
give the same best fit to the data with the ordered moment per
each Cr3þ ion. Thick yellow (thin grey) bars represent strong
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simply connect antiparallel spin pairs.
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FIG. 3 (color online). (a) Neutron powder diffraction pattern
measured at 2 K as a function of wave vector Q. Symbols
indicate observed intensities, and the line is the calculated
intensity based on the tetragonal lattice structure and the spin
structure indicated in (b). The reflection indexes in the tetragonal
notation written in red and in blue belong to k1 ¼ ð12 1

2 0Þc ¼
ð1 0 0Þt and k2 ¼ ð1 0 1

2Þc ¼ ð1 1 1Þt, respectively. The black
arrows represent positions of three ð0 0 1

2Þc ¼ ð0 0 1Þt-type re-

flections, showing the absence of such magnetic scattering.
(b) One of 32 coplanar noncollinear spin configurations that
give the same best fit to the data with the ordered moment per
each Cr3þ ion. Thick yellow (thin grey) bars represent strong
(weak) bonds. When the spin configurations are decomposed
into a and b components, one component forms a collinear spin
structure with k1 ¼ ð12 1

2 0Þc while the other forms a collinear

spin structure with k2 ¼ ð1 0 1
2Þc. Two patterns of antiparallel

spins formed for (c) k1 and (d) k2. Yellow lines in (c) and (d)
simply connect antiparallel spin pairs.
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c d

図2.6.3.1 Cr3+ (S = 3/2)がパイロクロア格子を組む
ZnCr2O4の中性子散乱の結果。a. 低温での磁気構
造。一次転移で結晶構造が歪むとともに2種類の波
数ベクトルに対応する磁気構造が現れる。b. 磁気構
造を2つの波数に分解した様子。黄色のボンドが距
離が短く、スピンの向きはcollinearになっている。c. 
noncollinearな秩序の中に含まれるcollinearな六角形
のループ。d. 中性子非弾性散乱で観測された六角形
のループから生じた励起状態。
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図2.6.4.1 カゴメ格子反強磁性体に存在するカイラリ
ティの自由度。



が NVCはこれまで観測例はない。 19

!
 代表的な古典カゴメ格子反強磁性体はジャロサイトである。ジャロサイトにおいて生じるq = 0の秩
序は特異な局在励起を生み出す。これはゼロエネルギーモードとよばれ巨視的なスピン配置が縮退している
事実を如実に示すものである。実際にK-Feのジャロサイトにおいてほとんど波数依存性のないフラットな
モードが実験的に観測されておりq = 0の局在励起に対応すると考えられている 。 20

2.6.5. S = 1/2カゴメ格子反強磁性体 
 理論的には絶対零度まで相転移は存在せず基底状態は分数励起を伴うスピン液体状態が実現すると
考えられている a-c。基底状態とSz = 1の励起状態はギャップレスか非常に小さいギャップ~J/20を持つと考え21

られる。かりにギャップがあるとするとトポロジカル秩序相とよばれる分数量子ホール系と同様の新しいタ
イプの量子相になっている可能性が高い。そのため実際に物質を合成して実験的に検証することには意義が
あると言えよう。 
 パイロクロアや三角格子と比較すると比較的多くの等方的な相互作用を持つS = 1/2の候補物質が知
られている。それらはいずれも銅鉱物を主体とした物質群である。これはカゴメ格子のトポロジーと”丸
い”S = 1/2を実現するイオンであるCu2+の化学的な相性がよいことによる。実際にCu2がカゴメ格子を組む銅

鉱物を図に示す。丸いスピン系を実現するために用いられるCu2+は強いヤーンテラー歪みを起こす。軌道縮

図2.6.4.2 カゴメ格子反強磁性体における古典的な秩序状態と励起状態。a. Positive Vector Chirality秩序 b. 
Negative Vector Chirality 秩序 c. Staggered Vector Chirality秩序。d. q = 0構造に付随するゼロエネルギーモー
ド。丸で示したモードで一斉にスピンが回転してもエネルギーが変化しないためゼロエネルギーになる。
e.中性子非弾性散乱の動的構造因子。8 meVのところにフラットな局在モードがある。
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der average, the spectrum shows one sharp feature at
@!0 ! 8 meV and a second broad peak at about 2!0.
Both features appear as excitation bands over a wide range
of j ~Qj, as shown in Fig. 1(b). This behavior is quite similar
to that observed in strongly frustrated spinel systems where
the excitation at!0 has been described as a local resonance
[21]. At first sight, it is tempting to identify the features
observed in the excitation spectrum as one- and two-
magnon scattering since strong multimagnon scattering
might be expected due to the strong frustration and cubic
terms in the spin Hamiltonian resulting from the noncol-
linear spin structure. However, as shown below, our single-
crystal measurements provide much greater detail and
demonstrate that these are regular spin wave modes, albeit
with unusual dispersive behavior.

The spin wave dispersions were obtained from inelastic
neutron scattering measurements on a nondeuterated
single-crystal sample (composed of four coaligned crystals
of total mass 101 mg) grown using a hydrothermal method
reported previously [16,20]. High-resolution measure-
ments were performed using the triple-axis spectrometer
HB1 at the High Flux Isotope Reactor at Oak Ridge Na-
tional Laboratory with the sample aligned in the (HK0) and
(HHL) zones with the final energy fixed at either 13.6 or

14.7 meV. Vertically focused pyrolytic graphite (PG) crys-
tals were used to monochromate and analyze the incident
and scattered neutron beams using the "0 0 2# reflection.
Horizontal collimations of 480-600-sample-400-1200 were
employed, and PG filters were placed in the scattered beam
to reduce higher-order contamination. The sample was
cooled to T $ 10 K using a closed cycle 4He cryostat.

A series of energy scans (at constant ~Q) and ~Q scans (at
constant energy) were performed, and a few representative
scans are shown in Fig. 2. The observed peaks were ini-
tially fit with narrow Gaussians convoluted with the ex-
perimental resolution function. Subsequent fits were
performed taking into account the empirical dispersion of
the excitations. The peaks are resolution limited, and the
line shapes are simply governed by the convolution with
the instrumental resolution. A summary of all of the peak
positions and intensities is shown in Fig. 3(a). The error
bars plotted in Figs. 3(a) and 3(b) correspond to 3 times the
statistical error or one-tenth of the instrumental resolution,
whichever is larger. The most striking feature of the data is
the relatively flat mode near 7 meV which barely disperses,
even out to the zone boundary.

The energy scan in Fig. 2(a) at the magnetic Brillouin
zone center "1 0 0# reveals two spin gaps, one at
1.8(1) meV (which is nondegenerate), and the other at
6.7(1) meV (which is twofold degenerate within the ex-
perimental resolution). At ~Q $ "1:1 0 0# the lower-energy
mode has dispersed to higher energy and merges with the
flat mode located around 7 meV. The other upper-energy
mode disperses strongly, moving to a high zone boundary
energy of about 19 meV. Figure 2(c) shows constant-Q

FIG. 2 (color online). (a) Energy scans at ~Q $ "1 0 0# and
"1:1 0 0# at T $ 10 K. (b) ~Q scan at @! $ 9:5 meV.
(c) Energy scans at ~Q $ "1 1 0#, "1:25 1 0#, and "1:5 1 0#. The
solid lines show the fits to the spin wave dispersion relation
described in the text, convoluted with the instrumental resolution
function. In the lower panel of (c), the CF prediction is shown by
the red dashed line and the DM prediction by the blue solid line.

FIG. 1 (color online). (a) The ground-state spin configuration
of iron jarosite. The magnetic unit cell, shown by the yellow
shaded area, is the same as the chemical unit cell. The dotted
loops illustrate the zero energy excitations as described in the
text. The Cartesian axes and numbers are referred to in the
discussion of the DM interaction. (b) Intensity contour map of
the inelastic scattering spectrum at T $ 4 K of a powder sample
measured using the time-of-flight DCS spectrometer with an
incident neutron wavelength of 1.8 Å. (c) Inelastic neutron
scattering measured on a powder using the BT4 spectrometer
with collimations 400– 200. The data show the difference between
the intensities above and below the Néel temperature TN $ 65 K
and is a measure of the spin wave density of states.
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図2.6.5.1 種々のCu2+からなるカゴメ格子反強磁性体の結晶構造とヤーンテラー歪みによるCu2+の軌道の準
位の分裂の様子。
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退を解消するためには正方対称以下に歪むことが必要である。三回対称ではこの縮退が破れないためパイロ
クロアや三角格子を得ることは非常に難しい。一方カゴメ格子のオンサイトの対称性は高くても2/mである
ため図のようにCu2+が入ることが可能である。実際図のようにHerbertsmithiteでは 軌道がVesignieiteで

は! が3回対称性を保つように軌道が秩序している。一方Voloborthiteは2種類の軌道が混在しており必然
的に相互作用は非等価になる。 

 これまでに見つかったS = 1/2の物質の性質について表にまとめた 。現在でも実際の物質では格子歪22

やディスオーダーが必ず存在し、理想的なカゴメ格子模型を実現する物質は存在していない。特に研究が行
われているのは格子歪みがなく低温まで磁気秩序しないHerbertsmithite ZnCu3(OH)6Cl2である。母物質は単斜
アタカマ石Cu4(OH)6Cl2であり、Cuは歪んだパイロクロア格子を組む。一つのCuサイトに非磁性のZnが入る
ことでカゴメ面間が磁気的に分離され、カゴメ面が実現する。HerbertsmithiteのZnサイトには常に少量のCu
が含まれており、局所的な結晶構造の乱れが存在する。このことは真の基底状態の性質を調べることを難し
くしている。たとえば中性子散乱では基底状態はギャップレスとされているが磁気サイトを分離できるNMR
では小さなギャップを持つと言われており食い違っている 。ディスオーダーが存在する場合にはランダムシ23

ングレットと呼ばれる空間的に凍結したsingletの敷き詰め状態からなる量子的なスピングラスが実現する可
能性があるため、そもそもスピン液体的な挙動が本質的なものかを見極めることは非常に困難であると考え
られる。そのため構造的に問題のない理想的な物質の開発が望まれている。 

dx2−y2

d3z2−r2

 P. Puphal et al. Phys. Rev. Mater. 2, 063402 (2018).22

 M. R. Norman, Rev. Mod. Phys. 88,041002 (2016).23
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Distortion Antisite mixing TCW (K) TN (K)

Volborthite Heavy Large ~0 1

Herbertsmithite No Large -300 <0.03

Vesignieite Weak No -75 9

Kapellasite No Large ~0 <0.03

Cd-Kapellasite No No -60 4

Ca-kapellasite No No -60 7

Centennialite No No -60 4

YCu3(OH)6Cl3 No No -100 <2

表2.6.5.1 種々のS = 1/2カゴメ格子反強磁性体。



2.7. 磁場中での量子磁性体のふるまい 
2.7.1. スピンの位相、粒子描像 
 これまで主に無磁場の場合の状態を考えてきたがスピンには磁場を結合するという著しい性質があ
る。そのため磁場を用いることでスピン状態を直接変化させることができる。とりわけ量子スピンが持つボー
ス粒子としての性質を明確にしてくれる。まず単一のスピンが自然に粒子として解釈出来ることを示す。磁
場をかけた場合のハミルトニアンはゼーマン相互作用で表される。 

!  
ここでgはg因子、µBはボーア磁子、hは磁場、Sはスピンである。Sの時間発展はハイゼンベルグの運動方程
式で与えられる。 

!  

これはラーモア歳差運動として知られている。磁場の方向に対してある角度を保ちながら回転する運動であ
る。回転運動であるため回転角を定義することが出来る。このことから磁場はスピンにたいして回転という
性質を付与することがわかる。またこのときSzの固有値に注目するとS,S-1,...,-Sという離散的な値を取る。
この離散的な傾きを粒子がいるように思うことが出来る。そこで完全に磁場の方向を向いているSの時を粒
子がいない状態、S-Szが粒子の個数とすると、最大で2S個の粒子が入ることができる。このようなSzの変化
が1に対応するボソンをマグノンと呼ぶ。 

2.7.2. 強制強磁性状態におけるマグノン 
 粒子のダイナミクスを考えるためスピン間に相互作用が働く場合を考える。Heisenberg反強磁性体に
十分強い磁場をかけて全てのスピンを磁場方向に揃えた状態を考える。このときのハミルトニアンは以下の
ように書ける。 

!  

先程のボソン描像は次のHolstein Primakov変換を考えることに相当する。 

! , ! , ! , ! ,  
これを用いるとボソンのハバードモデルが得られる。 

!  

! がマグノンの運動エネルギーに対応し、磁場! が化学ポテンシャルに対応する。強磁性状

態の場合マグノンが一個ならば結晶中を自由に伝搬できるが二個以上のマグノンがある場合! の項に
よって衝突する。マグノンの一粒子バンドはJのフーリエ変換J(q)と同じでありJ1-J2反強磁性鎖の場合には図
のようになっている。化学ポテンシャルが0になる磁場において最低エネルギーを持つ波数のマグノンがボー
スアインシュタイン凝縮する。これは! が有限の値を持つ状態である。そのため

実験的には! という横磁化が有限の値になる傾角反強磁性状態として実験的に観測でき

る。実際Cs2CuCl4においてマグノンの励起エネルギー0になることおよびこのようなマグノンのBECが観測さ
れている 。素励起と対称性の破れという観点からはマグノンはXY面内の連続的な回転対称性が基底状態に24

おいて自発的に破れたことによって生じるGoldstoneモードということができる。 

2.7.3. ダイマー物質におけるトリプロン 
 次のようなハミルトニアンで表される系を考える。 

!  

このようなダイマーのモチーフを持つ物質ではダイマー間相互作用J’が十分弱い場合にはダイマーにsingletが

H = gμBh ⋅ S

d S
d t

=
1
iℏ

[S, − gμBh ⋅ S ] =
gμB
ℏ

S × h

H = J∑
i

∑
δ(i)

Si ⋅ Si+δ(i) − gμBh∑
i

Sz
i

[ai, a†
j ] = δij n = a†a S−

i = a†
i 2S − ni Sz = S − n

H = JS∑
i

∑
δ(i)

(a†
i ai+δ(i) + a†

i+δ(i)ai − ni − ni+δ(i) + S + O (1/S )) + gμBh S∑
i

(ni − S )

JS gμBh S − 2∑
δ(i)

JS

O (1/S )

lim
|i−j|→∞

< a†
i aj > ∼ < S+

i S−
j >

< S+
i > = Sx

i + i Sy
i

H = J∑
r

Sr,1 ⋅ Sr,2 + J′� ∑
<r,r′�>

Sz
r,1 ⋅ Sz

r,2 − gμBh∑
r

(Sr,1 + Sr′�,2)

 R. Coldea, et al. Phys. Rev. Lett. 88, 137203 (2002).24
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形成された状態が安定になる。TlCuCl3などで実現しておりこの状態はいわばバンド絶縁体状態である 。励25

起準位にはS = 1, Sz =1, 0, -1のtripletが存在する。磁場をかけるとsingletは非磁性状態であるためエネルギーは
変化しない。一方でtripletのうちSz=1はエネルギーが減少する。このSz = 1のtripletをボース粒子とみなすこと
ができtriplonと呼ぶ(あるいは強磁性の場合と同様マグノンとも)。磁化はボース粒子! の数

に対応し、磁場は化学ポテンシャル! 、J’はマグノンの運動エネルギーに対応する。 

2.7.4. シャストリーサザーランド格子におけるマグノンの局在非局在現象 
 直交したdimerからなる格子であり二等辺三角形から構成されていることから一種のフラストレート
格子である。この格子の特別な点はJ’が有限の場合であってもフラストレーションによりマグノンのホッピ
ングが抑制されてsingletの直積状態が固有状態になることである。そのためかなり強いJ’が存在してもsinglet
状態が基底状態になる。実際にSrCu2(BO3)2が非常によいモデル物質として知られており、J = 86 K, J’ = 54 K
で基底状態は非磁性状態である 。磁場をかけるとtriplonの準位が降りてきてBEC状態が実現するが、マグノ26

ンが強い局在性を持っているためある周期で局在するという現象が起きる。これは磁化プラトーと呼ばれあ
る磁場範囲で磁化が一定になる現象として観測される。実際に磁化が飽和磁場の1/8,1/4,1/3,1/2といった分数
値になる領域で磁化プラトーが観測されている 。このような分数が現れる背景には磁化プラトーではトポ27

ロジカル秩序などがある場合を除いて、磁気構造のユニットセルに含まれるマグノンの数は整数にならなけ
ればならないというOshikawa-Yamanaka-Affleckの条件がある 。OYAの条件は磁気構造のユニットセルを28

Qmag、スピン量子数をS、飽和磁化MS、磁化をMとすると として表せる。1/8プラトー

における磁気構造は核磁気共鳴法によって詳しく調べられており、磁気構造がたしかに4倍の周期を持つマグ
ノン結晶として表されることがわかっている 。 29
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r,1 + Sz

r,2)

μ = J /2 − gμBh + O (J′�)

QmagS(1 − M /MS) ∈ ℕ

図2.7.4.1 a SrCu2(BO3)2におけるCu2+ (S = 1/2)とOの配置。b. Cuのつくる直交ダイマーのネットワーク。 c. 強
磁場における磁化過程。多くの磁化プラトーが観測されている。 d. NMRによって決定されたSrCu2(BO3)2

における1/8プラトーの磁気構造。赤がupスピン、青がdownスピンを表す。
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Magnetic susceptibility, Cu NQR, and high-filed magnetization have been measured in polycrystalline
SrCu2sBO3d2 having a two-dimensional (2D) orthogonal network of Cu dimers. This cuprate provides
a new class of 2D spin-gap system sD ≠ 30 Kd in which the ground state can be solved “exactly.”
Furthermore, in the magnetization, two plateaus corresponding to 1

4
and 1

8
of the full Cu moment were

first observed for 2D quantum spin systems. [S0031-9007(99)08878-X]

PACS numbers: 76.60.–k, 75.40.Cx

Since the so-called pseudo spin gap has been suggested
to have intimate relevance to the appearance of high-Tc

superconductivity, a considerable number of studies have
been made on low-dimensional quantum spin systems
with a spin-singlet ground state over the past decade [1].
Experimentally, however, they are limited to quasi-one-
dimensional (quasi-1D) cases such as SrCu2O3 (S ≠ 1

2
ladder system) [2], Y2BaNiO5 (S ≠ 1 Haldane system)
[3], and CusNO3d22.5H2O (S ≠ 1

2 alternating chain) [4],
except for a quasi-two-dimensional (quasi-2D) system
CaV4O9 [5], for which a model based on the plaquette
singlets is considered to explain the origin of the spin
gap [6]. For this reason, it is important to discover other
examples of 2D spin systems having a finite spin gap to
an excited state.
In this Letter, we investigated a 2D quantum spin sys-

tem SrCu2sBO3d2 by means of magnetic susceptibility,
nuclear quadrupole resonance (NQR), and high-field mag-
netization, and have found that SrCu2sBO3d2 is a new
spin-gap system with an exact ground state. Moreover,
in the magnetization curves at 1.7 and 0.5 K, we have
succeeded in observing 1

4 and
1
8 plateaus of the saturation

magnetization, which is the first observation of the quan-
tized magnetizations in 2D spin systems.
SrCu2sBO3d2 has a tetragonal unit cell with the cell con-

stants of a ≠ 8.995 Å and c ≠ 6.649 Å at room tempera-
tures [7]. All Cu21 ions with a localized spin S ≠ 1

2 are
located at crystallographically equivalent sites. The struc-
ture is characterized by the layers of interconnected rect-
angular planar CuO4 and triangular planar BO3 groups
as shown in Fig. 1(a). These layers extend parallel to
the c axis, and are structurally separated from each other
by planes composed of Sr21 ions. A unique 2D mag-
netic linkage of the Cu21 spins is formed as illustrated in
Fig. 1(b): The first-nearest-neighbor (1 NN) Cu pairs (the
distance of 2.905 Å) share an edge to form dimeric units,
which are connected orthogonally with each other through

B31 ions, providing pathways for weak interdimer inter-
action. Each Cu21 ion has four second-nearest-neighbor
(2NN) Cu21 ions (5.132 Å). In other words, each Cu
dimer is surrounded by six 2NN Cu21 ions.
The SrCu2sBO3d2 sample was prepared by a solid state

reaction method from SrsNO3d2, CuO, and B2O3 with
99.99% purities. Powders were ground, followed by the
heat treatment at 850 ±C for 2 weeks with intermediate
gridings. The powder x-ray diffracting pattern indicated
a single-phase product with no impurity. The magnetic
susceptibility was measured using a superconducting quan-
tum interference device magnetometer in the temperature
T range from 1.7 to 400 K in an applied magnetic field
H of 1.0 T. The Cu NQR spectra were measured with a
homemade phase-incoherent-type spectrometer. The fre-
quency was scanned from 16.0 to 27.0 MHz with ap-
proximate intervals of about 0.1 MHz. The spin-lattice
relaxation rate 1yT1 at 63Cuy65Cu nuclear was measured

FIG. 1. (a) Schematic view of the crystal structure of
SrCu2sBO3d2 along f001g. The closed circles, small open
circles, and large open circles denote, respectively, the Cu21,
B31, and O22 ions. The unit cell is represented by dotted
lines. (b) 2D coordinates of the Cu21 spins. The 1NN and
the 2NN Cu pairs are denoted by the solid and broken lines,
respectively.
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fields that manifest as distinct NMR lines.
Therefore, we performed NMR measure-
ments on a single crystal of SrCu2(BO3)2

grown by the traveling solvent–floating zone
method (25) in a magnetic field up to 28 T
applied along the c axis at 35 mK. This
covers the first “1/8” magnetization plateau,
which has been observed (11) in the field
range 27 to 28.5 T.

We show in Fig. 2 the Cu NMR spectra in
a field of 26 T (inset) and 27.6 T (main
panel). A single Cu site gives six NMR lines
at the following frequencies (26),

f (!,m) " !#[(1$ K) H0$ Hn] $ !%c(m& 1/2)

(2)
The first term is the Zeeman frequency due to
the external field H0 corrected for the orbital
shift K " 1.69% (12) and the hyperfine field
Hn; !# (! " 63 or 65) is the known gyro-
magnetic ratio of either 63Cu or 65Cu nuclei.
In general, the spin polarizations, both on the
same site and on the neighboring sites con-
tribute to Hn. Here we assume only the dom-
inant on-site coupling, Hn " Acg c'Sz(, where
'Sz( is the time-averaged local magnetization.
The coupling constant and the g value were
previously determined as Ac " –23.8 T/)B

and g c " 2.28 (12, 13). The second term
represents the quadrupolar shift for spin 3/2
nuclei, where m " 3/2, 1/2, or –1/2 distin-
guishes three transitions (Iz " m 3 m & 1)
and 63%c " 22.1 MHz, 65%c " 20.5 MHz as
previously determined (12). The Cu NMR
spectrum at 26 T can be well fitted by Eq. 2
with a Gaussian distribution of Hn peaked at

–1.79 T with a full width at half maximum
(FWHM) of 0.59 T, demonstrating that the
system at 26 T is in the uniform phase ('Sz( "
0.033) where triplets are itinerant.

At a field of 27.6 T, a drastic change of
the spectrum was observed with the appear-
ance of many sharp peaks distributed over a
wide frequency range, indicative of a com-
mensurate magnetic order with a large unit
cell. This is the first clear evidence for a
magnetic superlattice in the 1/8 plateau phase
with broken translational symmetry. Al-
though the spectrum appears complicated,
some important features are immediately rec-
ognized. The sharp six peaks at low frequen-
cies, shown by the red zone in Fig. 2, have the
intensity approximately 1/8 of the entire
spectrum and their positions are given by Eq.
2 with 'Sz( " 0.30. Likewise, the broad lines
in the yellow zone in Fig. 2 can be ascribed to
a single site with 1/8 population and 'Sz( "
0.20. If the triplets were confined on a single
dimer, 1/8 of the Cu sites would have 'Sz( "
0.50 and 'Sz( " 0 for the rest. Therefore, the
magnetization must be spread over several
sites within the magnetic unit cell. We tried to
fit the entire spectrum by progressively add-
ing a new set of lines given by Eq. 2 with a
Lorentzian distribution of Hn until all the
peaks and the overall shape were reproduced.
We found that at least 11 distinct Cu sites
had to be included. The population of each
site can be chosen to be an integral multiple
of 1/16, which is compatible with a mag-
netic unit cell containing 16 spins. A suc-
cessful fit is shown by the red line in Fig. 2,

and the corresponding parameters are listed
in table S1. The histogram of the peak
values of Hn is shown in the middle panel
of Fig. 3B. Several sites have positive Hn

(blue zone in Fig. 2), implying (through a
negative hyperfine coupling) that spins are
polarized opposite to the magnetic field
direction. Thus, the magnetization oscil-
lates within the unit cell. We confirmed that
the average of Hn over all the sites give the
spatial average of 'Sz( to be 0.063, exactly
1/8 of the saturation.

Let us examine whether our results are
compatible with the Shastry-Sutherland
model. In the simplest theoretical approach,
interactions between two triplet dimers are
calculated by a perturbation in J*/J (19 –
21). Two different configurations (Fig. 1, C
and D) have been proposed for the 1/8
plateau (21). Here, each triplet is complete-
ly localized on one dimer, the result of an
oversimplification of this approach. The
real magnetization of the Shastry-Suther-
land model spreads over all the sites, as
explained below. The number of inequiva-
lent Cu sites, however, does not depend on
such details of the magnetization profile
and can be determined only from symmetry
considerations. For the square cell, there
are six distinct Cu sites, as shown in Fig.
1C. The number of Cu sites may increase
depending on how the layers stack along
the c axis, however, only up to eight, which
is clearly not sufficient to reproduce all the
observed peaks. On the other hand, the
rhomboid cell has eight Cu sites for a single
layer (Fig. 1D) and the stacking of layers
may increase the number up to 16, although
all the sites may not be resolved experi-
mentally. Therefore, we may expect that
only the rhomboid cell is compatible with
the experiments.

To go beyond these qualitative consider-
ations and check whether the Shastry-Suther-
land model can indeed reproduce the peculiar
spin texture revealed by NMR, with positive and
negative magnetizations, we must solve the
original spin Hamiltonian of Eq. 1 for a finite-
size lattice. There is a subtlety, though. If the
ground state breaks the translational symmetry,
it is expected to be eightfold degenerate for an
infinite system and the ground-state magnetiza-
tion is not well defined. In the actual compound,
a unique ground state would be selected by
pinning from impurities or from a lattice distor-
tion. In our finite-size calculation, although pe-
riodic boundary condition partially lifts the
eightfold degeneracy, some mechanism still
must be added to the model to enable selection
of one of the ground states (27). Because the
pronounced softening of the sound velocity ob-
served at the edges of the magnetization pla-
teaus (16) suggests that a lattice distortion in-
deed occurs in SrCu2(BO3)2, we decided to
include an adiabatic spin-phonon coupling (28),

Fig. 3. (A) Magnetization profile obtained as described in the text. Red circles indicate positive
'Sz(, blue circles indicate negative 'Sz (, and circle size represents the magnitude of 'Sz (. The
calculated values for 'Sz ( are 0.386 (site 1), 0.010 (site 2), – 0.0063 (site 3), – 0.215 (site 4),
0.0073 (site 5), 0.312 (site 6), 0.040 (site 7), and –0.035 (site 8). (B) Histogram of the
hyperfine field 'Hn(. The middle panel (red) shows the results of the fitting of the NMR
spectrum (Fig. 2, red line) (table S1). Long lines indicate that the population of the site is 1/8;
short lines indicate that the population of the site is 1/16. The top panel is obtained from the
theoretical magnetization profile in (A) assuming only the on-site hyperfine coupling A " Ac "
–23.8 T/)B as described in the text. Generally there are also transferred hyperfine couplings to
neighboring spins, denoted B and C in (A), but these are much smaller than the on-site coupling
and are difficult to estimate. The bottom panel is obtained from the theoretical profile in (A)
assuming B " –1.04, C " –2.45 T/)B. [The previous low-field data (12) put the constraint A "
Ac – 4B – C.] The improved agreement with experiments, however, is only indicative.
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simulations, and series expansions have shown that the 1=2
and 1=3 plateaus can be quantitatively reproduced by the
Shastry-Sutherland model with a ratio J0=J ’ 0:63, and they
predict a variety of exotic phases between the 1=3 and 1=2
plateaus and above the 1=2 plateau, including several types
of supersolid phases, in particular, a first-order transition to a
1=3 supersolid above the upper critical field of the 1=2
plateau.

Experimental procedure.—A single crystal of
SrCu2ðBO3Þ2 was used for the experiment. Pulsed mag-
netic fields of up to 118 T were generated by a destructive
method; the vertical-type single-turn coil technique [24]
was used. The field was applied parallel to the c axis of the
crystal. The magnetization (M) was measured using a
pickup coil that consists of two small coils (1 mm diameter,
1.4 mm length for each). The two coils have different
polarizations and are connected in series. The sample is
inserted into one of the coils. An induction voltage propor-
tional to the time derivative of M (dM=dt) is obtained
when the sample gets magnetized by a pulsed magnetic
fieldHðtÞ, where t is the time. The induction voltage due to
dH=dt is almost canceled out between the opposite polar-
ization coils. The detailed experimental setup for the mag-
netization measurement using this vertical-type single-turn
coil method has been described elsewhere [24]. A liquid
helium bath cryostat with the tail part made of plastic has
been used; the sample was immersed in liquid helium, and
a measurement temperature of about 2 K has been reached
by reducing the vapor pressure.

Experimental results.—The pickup coil signal propor-
tional to dM=dt is shown as a function of time in Fig. 1
together with the magnetic field waveform. The obtained
maximum field is 109 T, and we name this experiment
shot A in this Letter. Distinct peak structures denoted by
labels a, b, c, c0, b 0, and a 0 are present in dM=dt.

They correspond to magnetization jumps at the phase
boundaries of different spin states. Indeed, a stepwise
magnetization increase gives rise to a peak in the dM=dt
curve, and the peak is positive (negative) for increasing
(decreasing) field. The one-to-one correspondence between
a and a0, b and b0, and c and c0 indicates that stepwise
transitions take place at these magnetic fields for both field-
increasing and decreasing processes without significant
hysteresis.
The magnetization curve is obtained by a numerical

integration of dM=dt; the resulting magnetization M is
normalized by the expected saturation magnetization MS .
The magnetic field derivative of the magnetization dM=dH
is obtained from the ratio dM=dt # 1=ðdH=dtÞ.
Figure 2 shows the magnetization process and the

magnetic field dependence of dM=dH at 2.1 K (shot A).
We also show for comparison the magnetizationM=MS up
to 55 T previously reported in Ref. [13], and the agreement
is good. In the present work, we only analyze the result of
the field-increasing process because the magnetic field is
less homogeneous for the field-decreasing process due to
the mechanical deformation of the single-turn coil, and the
resultant background nonlinear offset of the signal disturbs
the precise measurement [24]. The dM=dH curve shows
clear peaks labeled Hcn (n ¼ 1– 6): Hc1;c2;c3 are attributed
to structure a in Fig. 1, Hc4;c5 to structure b, and Hc6 to
structure c.
We show the dM=dH curve obtained from another

experiment up to 118 T (shot B) in the inset of Fig. 2.
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FIG. 1 (color online). Pickup coil signal proportional to the
time derivative of the magnetization (dM=dt) plotted as a
function of time. The magnetic field waveform HðtÞ is also
shown.
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FIG. 2 (color online). The magnetization curve at 2.1 K up to
109 T (shot A). Applied fields H are parallel to the c axis of the
crystal. The magnetic field derivative of the magnetization
(dM=dH) curve is displayed as a function of magnetic field H.
The dotted curve is the magnetization curve reported previously
[13]. The dM=dH curve of another measurement up to 118 T
(shot B) is plotted in the inset.
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3. 本研究の目的 
 量子磁性体における種々の現象は大きく分けて素励起の凝縮とトポロジカルな欠陥が主要な役割を
果たす。フラストレート磁性体の特徴は素励起が局在していること、破れる対称性が複雑であることの2つ
である。特異な素励起は量子ゆらぎのもとでスピン液体を始めとするエキゾチックな量子相の出現を可能に
すると理論的に予想されている。このような状態を発見することは物質の新しい状態を見つけるという基本
的な目標であるだけでなく、たとえば雑音に強い量子コンピュータの実現であったり高温超伝導のメカニズ
ムの解明にもつながると考えられている。そこで本研究では新しいフラストレート磁性体の開発を通じた新
奇な物理現象の発見を目標とした。物質開発のターゲットとしてまずカゴメ格子反強磁性体を選んだ。カゴ
メ格子反強磁性体はスピン液体の存在が有力視されている系であり、強いフラストレーションによる強磁場
下での磁化プラトーなどさまざまな興味深い量子現象の発現が予想されている。一方で格子の歪みや構造の
乱れなどから理想的な物質は現時点でも得られていない。そのために新物質探索に適した手法である水熱合
成法を用いて物質探索と単結晶合成法の開発を行った。また磁化プラトーを発見するため100Tを超える超強
磁場実験を行い新しい量子相の解明を目指した。またフラストレーションと量子性を明示的に併せ持つシス
テムとしてフラストレートしたクラスター磁性体の物質開発を行った。ターゲットとした物質は毒鉄鉱であ
り、スピンの異常な量子ゆらぎを中性子を初めとした微視的な手段により解明することを目的とした。 

4. 実験方法 
4.1. 水熱合成法について 
 本研究で主たる物質合成の手段として用いた水熱合成法について述べる。定義は100度以上の水溶液
中で行う合成法である 。 30

 一般的な無機化合物の合成法は粉末原料を混合し1000度程度の高温で粒子を拡散させる固相合成法
である。固相合成法と水熱合成の特徴を考えてみる。水熱合成の最大のメリットは比較的低温(100~700˚C)で
反応が進むため、高温で分解する相や構造相転移がある物質の低温相を得ることである。さらに閉鎖系であ
るため比較的高い圧力(<200MPa)を加えることが出来る。これは酸素圧が必要な物質では有利な性質であ
る。一方デメリットとしては合成条件としてpHや溶質濃度、反応速度など様々なパラメータがあり最適化が
難しい。また水中で安定な物質しか得られないため基本的には酸化雰囲気で安定な物質が生成する。また高
温での水の圧力に耐える必要性から容器の体積が限られるため、中性子実験などに必要な巨大結晶を得るこ
とは難しい。

!

 続いて簡単な水の物理化学的性質について見てみる。温度圧力相図は図4.1.1のようになっている。
臨界点、温度374˚C圧力22MPa以上では液体と気体の区別がなくなるため粘度が減少し反応速度が上昇する
と考えられる。水の解離反応の自由エネルギーは負であるためイオン積[H3O+][OH–]は高温で増加する。こ
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at 150-200 kbar and 1000°C has a density of 1.7-1.9 g 
cmP3 and is completely dissociated into H30+ and OH-, 
behaving like a molten salt, isoelectronic with NH,F or 
NaOH.['"] 

0 0.5 10  I .5 - e [ g ~ m - ~ ]  

Fig. 2. Temperature-density diagram of water. The dotted isobars are inter- 
polated. To maintain a density of 1 g.cm-' at 500°C, a pressure of 9 kbar is 
required; at IOOO"C, 20 kbar is required 1194. CP and TP signify critial point 
and triple point, respectively. 

The viscosity decreases with temperature, at 500°C and 
100 bar amounting to 10% of its value under normal condi- 
tions.[IYn Hence, the mobility of molecules and ions in the 
supercritical range is much higher than under normal con- 
dition~."'~] When using water as a solvent the dielectric 
constant is important. This decreases with rising tempera- 
ture and increases with rising pressure, the temperature ef- 
fect pred~minating["'~ (Fig. 3). The high dielectric constant 
typical of water is confined to a small region of rather low 
temperatures and high densities (pressures), although even 
in the supercritical region there is a large range where the 
dielectric constant is between 10 and 25-30.['9h,201 Electro- 
lytes which are completely dissociated under normal con- 
ditions will therefore tend to associate with rising tempera- 
ture,["] and for a large number of substances this transition 
lies between 200 and 500°C.[221 

20 
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1 -  
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Fig. 3. Variation of the dielectric constant of water with temperature and 
pressure. The point is the critical point of  water [25]. 

Figure 4 shows a plot of the dissociation constants of 
NaBr. Under constant pressure they decrease with rising 
temperature, while with constant temperature they in- 
crease with rising density -and thus with pressure. Since 
in this region the ion product of water increases sharply, 

0 'I 

300 500 700 900 - T [ ' C ]  

Fig. 4. Logarithm of the dissociation constant of NaBr as a function of tem- 
perature at constant density ( g . ~ m - ~ )  or pressure 1211. The black circles de- 
note the intensities 0.30-0.70. 

hydrolytic reactions are favored. Thus, the equilibrium 
constant of the reaction 

at 500°C and 2 kbar is about nine orders of magnitude 
greater than under normal conditions.l"j] 

For experimental hydrothermal synthesis the F T  dia- 
gram of water is important (Fig. 5). The pressure prevailing 
under working conditions is determined by the degree of 
fill, i.e. by the volume of the reaction vessel that was origi- 
nally filled with solvent. With a degree of fill above 32%- 
0.32 g cm-3 is the critical density-the fluid-gas meniscus 
is curved upwards and the reaction vessel is completely 
filled with the fluid phase below the critical temperature of 
374°C; e.g. with a degree of fill of SO% at 245°C. With a 
degree of fill below 32% the behavior is reversed, although 
such low degrees of fill are only seldom used, e.g. in dehy- 
dration processes (Section 4.3). 
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Fig. 5. The diagram relates to pure water, and shows pressure as a function of 
temperature, with the filling factor (degree of fill) of the autoclave as a pa- 
rameter. The filling factor is usually between 50 and 809h and the pressure 
between 200 and 3000 bar. The chain-dotted line is the equilibrium line of 
vapor and liquid, Tcr is the critical temperature (6j). 

Today, the concept of hydrothermal synthesis covers the 
entire region above room temperature and 1 bar. The dis- 
tinction formerly made in geology between a hydrothermal 
regime below the critical temperature and a pneumatolytic 
one above it has been discarded, since scarcely any discon- 
tinuities in the behavior of the solution at the transition 
have been ob~erved . [*~" .~~~I  Moreover, the vapor pressure 

1028 Angew. Chem. Inr. Ed. Engl. 24 (1985) 1026-1040 
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107, E=13.957, F=-1262.3, G=8.5641×105で ある。

 (2)式 は, Sweeton, Mesmer, Baes6)(SMBと 略
されることが多い)の 測定結果(KCl溶 液中, 0～300℃, 
I=0.02～2.7m)と 非 常にごよい一致を示 している。 また

QWに つ いては, SMB らの式がイオン強度による変化
が含まれているので計算にはこれを用いるのが便利であ

る。SMBら6)に よるQWの 温度及びイオン強度による

変化をFig.1に 示す。
 2.2.2 電解質の解離定数と活量係数
 電解質の解離定数が高温までイオン強度の関数として
測定 されている場合は問題ないが, その ような測定結果
は数多くない。H3BO37)50～290℃, H3PO48) 50～
295C, NH39)50～2950C, H2SO4(HSO4-SO42-)10)25～
350℃, HCl11)360～383℃, CH3COOH12)25～3500C, 
CO2(HCO3-CO32-)13)25～218℃, ア ミン(シ クロヘキ
シルア ミン, モル フォリソ)14)50～295℃な どについて

解離定数の測定が なされて いるが, 数多いとは 言えな
い。それ故, 解離定数の測定 されていない電解質溶液の

pHを 知 りたい場合には, 何 らかの方法で高温の解離定

数を推定することが必要であるが, 単純 にご低温の測定値
の温度依存性から高温へ直線外挿しただけでは正確な値
は得 られ ない。 高温 の解離定数の 推定 に 関して 最近
Lindsay15)及 びMurray, Cobble16)にこより簡単かつ誤差

の少ない推定法が報告されているので, 以下にLindsay
の取扱いの要点を紹介するが, 解離定数Qの 推定を, 

熱力学的な真の解離定数Kの 推定を行った後にご, 活 量
係数項の補正を行 う二段階からなる手法である。
 (1) 解離定数Kの 推定15)
 低温 の測定値を高温にご外挿するため, 反 応式の左右を
等電荷の形式(isocoulombic reaction)に 書 く。 この形
式に反応式を書 くと, 溶解 イオン種の増減がないことよ
り熱容量(heat capacity)と 体積変化が小さいため, 高
温 への外挿が精度よく可能となる。NH3溶 液を例に取
るとisocoulombicな 式は, 通 常の反応式(31か らH2O
の解離式を引くことにこより(4)式 の ように表わされる。

 NH3+H2O⇒NH4++OH- (3)
 NH3+H+⇒NH4+ (4)

 (4)式 の反応の25Cに おける解離定数及び標準エン
タル ピー変化(⊿Hr℃)17)はそれぞれ

K4(298)=lim(mNH4+/mNH3 mH+)=1.746x109 
 I-o (5)

4H=-12.51 kcal/mol (6)
で あ り, こ こで ⊿H°は 温 度 にこよ り変 化 しない と仮 定(こ

の 取 扱 い はMurray, Cobble16)に こよ りPBILC(Prin-

ciple of Balance of Identical Like Charges)と 呼 ば

れ る もの と同 じで あ る)す る こ とにこよ り, 例 え ば3000C

で は 次 の 値 が 得 られ る。

log K4(573)=log K4(298)+aH (1/298-1/573) 2.3038

=4.843 (7)
通常の(3)式 の解離定数K3は, Marshallら4),5)に

よるlog KWの 値 を加えることにより得られる。
 logK3(573)=4.843-11.406=-6.563 (8)

この値をMesmerら9)の300℃に おける測定値logK3
=-6.694±0.058と 比較 すると両者は非常に よ く一致

していることがわかる。Isocoulombic な形 では, イオ
ン強度の影響も小さく, 0～3mの イオン強度変化に対

してlogκ3の1.8に ご対 し10gK (4で は0.1の 変化 とな

る16)。Lindsay によればこの考え方はすでにご1930年 代
にGurney18)が 提案したものとされているが, NH3溶

液 についてFig.2に 示すようにご25℃の 測定データか
ら高温の解離定数が精度よく推定されており, この方法
は高温の解離定数の推定 の指針 となるものと考えられ
る。
 (2) 活量 係数項の補正15)

 高温水中ではイオン対の生成, 加水分解反応により多
価イオンの存在が抑制される傾向 (SO42-→HSO4-)に あ, 
ること, 及び水素結合 の減少, 誘電率の低下 (純水, 
250Cで 約78, 300Cで 約20)19)な どにより低温の水の

特異性が減少する傾向にあるこ とから, 例えば1-1電
解質では電解質のタイプのみが効いて個々のイオン種にご
よる特異性は減少する。それ故, 活量係数項の測定され
ていない電解質であっても, その活量係数項を広いイオ

Fig. 1 The variation of log QW as a function of 
 temperature and ionic strength in KCl 

 media.

a b c

図4.1.1 水の物理化学的性質 a. 温度圧力相図の概観。青は三重点、赤は臨界点を表す。 b.イオン積の温度依
存性。 c. 誘電率の温度圧力依存性。

 A. Rabenau, Angew. Chem. Int. Ed. 24, 1026 (1985).30
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れは化学種が増えること意味しており高温で反応速度が増加する。また誘電率は温度が上がると減少し、圧
力が増加すると増加する。これはイオン結合性の物質の溶解度が高温で減少し結晶化しやすくなることが予
想される。 
 以上のことから水熱合成法は固相合成では得られないような新物質を(微小な)単結晶として得られ
る可能性が高く、絶縁体の物質探索にはうってつけということがわかる。更に細かく分類すると通常の水を
媒体とした場合、おおまかに超臨界水を用いるものと臨界点以下の温度で反応性させるもの(亜臨界水)に分
けることが出来る。超臨界条件ではターゲットは高酸化数の酸化物であり反応容器は金管を用いる。亜臨界
水では水酸化物や水和物のような低温相がターゲットになる。代表的な例はゼオライトであり、他にもさま
ざまな二次鉱物などを合成することが出来る。反応容器としてはテフロン製のオートクレーブを用いて最高
温度250度で合成することができる。この方法によりCdKと毒鉄鉱の粉末試料を合成した。 

4.2. 水熱輸送法による単結晶育成 
 水熱合成法でしばしば問題になるのは単純な酸化物などを除き大きな結晶を得ることが難しいこと
である。そのため固相合成におけるフローティングゾーン法やチョクラルスキー法のようにシステマティッ
クに単結晶を育成する手法の開発はとても重要である。これを可能にするアイディアとして温度勾配をつけ
ることで定常的な結晶成長を行うことが考えられる 。この方法は銅の二次鉱物であるハーバートスミサイ31

トで用いられた。実際に合成のスキームを図4.2.1に示す。 

!  

 3ゾーン炉に粉末試料と水を入れて封管した石英管をおく。粉末試料は高温部に寄せておく。温度差
をつけると高温の方が溶解度が高いため、高温部で溶けた原料が低温部へと流れ再結晶する。温度勾配を適
切な値にコントロールすることでゆっくりと再結晶させることができる。この際最も温度が高いのは中央部
である。これは粒度が小さくすぐに結晶ができやすい部分(高温部)と大きな結晶ができる部分(低温部)を明
確に分けることができ、結晶核を減らしてより大きな結晶をつくることができるためだと考えられている。 

!  
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図4.2.1 水熱輸送法の概略図
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図4.2.2 厚肉円筒の応力の公式およびKから決まる石英の限界圧力と飽和水蒸気圧の関係

 S. Chu et al., Appl. Phys. Lett. 98, 092508 (2011).31
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 3ゾーン水熱法では石英管の中の内圧が温度の上昇に対して急激に増加するため潜在的な爆発の危険
性が存在する。そのため十分に肉厚な石英管を使用しなければならない。石英管にかかる内圧の上限は厚肉
円筒にかかる引っ張り応力を計算することで見積もることができる。石英管の外径、内径をRout、Rin、石英
間にかかる外圧、内圧をPout、Pinとすると、円周方向にかかる最大の応力σθは次の式で与えられる[58]。ここ
でK = Rout / Rinとする。 

 半径方向の応力σrも存在する

が内圧による破壊の際にはσθが重要と
なる。石英の推奨設計引っ張り強度は
6.8 MPaなので、この値を代入すると与
えられたKにおける内圧の上限が決ま
る。これを飽和水蒸気圧に関する近
似式とともにプロットしたものを図
に示す。K =1.5の石英管に水を適切な
量を封入した場合には233˚Cが上限の温度となる。またどんなに厚い石英管を用いても285˚Cが石英管を用い
る場合の上限である。しかし実際には、封管の際の熱処理が甘いと末端部では強度が低下しうる。そこでい
くつかのRout, Rinの場合に爆破実験を行った結果を表2.1に示す。実際に爆発する温度は設計限界温度を上

回っており、この温度以下で使用する限りでは大丈夫だと考えられる。CdKは200˚C以下で合成するため実
際にはK = 1.5の石英管を主に用いた。 

4.3.金管水熱法による単結晶育成 
 ZnNd3.75Os3O14の合成に用いた。片側をバーナーで封じた長さ5cm, 5φの金管あるいは銀管に粉末原
料と水を入れて水で冷やしながらバーナーで加熱して両側を密閉した。チューブを750˚C, 150MPaまで耐えら
れる水熱装置に入れて加熱して結晶を得た。 

4.4.基礎物性測定 
 磁気トルク、電気抵抗と比熱についてはカンタムデザイン社のPhysical Property Measurement Systemで
測定した。7Tまでの磁化についてはカンタムデザイン社のMagnetic Property Measurement Systemで測定した。

4.5.X線回折実験 
 粉末X線回折データの取得にはCuのKα線を線源とするRigakuのSmartlabを用いた。単結晶X線回折に
は MoのKα線を線源とするRigakuのRapidを用いた。いずれの測定も物性研X線測定室の矢島助教に手伝って
いただいた。 

4.6.中性子散乱実験 
 中性子散乱実験はイギリスのISISで行った。中性子の発生方法はTime of Flight方式である。中性子は
加速器で加速した陽子をターゲットである重い元素(W, Hgなど)に当てて発生させる。発生する中性子は連
続的なエネルギースペクトルを有しており、検出器までの飛行時間を測定することでエネルギーや波長を求
めることができる。弾性散乱実験は分光器WISHにおいて行った。WISHでは広いQ(0.5~50Å-1)領域をカバー
するために5つのバンクが存在する。粉末データの解析にはFullprofを用いた。また非弾性散乱実験はLETで
行った。LETはマルチチョッパー型の分光器であり一度の実験で複数の入射エネルギーを持つ中性子の回折
強度を測定する事ができる。データの解析にはSpin wを使用した。 
毒鉄鉱の弾性散乱実験はオーストラリアのANSTOのECHIDNAで行った。非弾性散乱実験は茨城県東海村J-
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Rin / mm Rout / mm K 爆発温度 / ℃ 設計限界温度 / ℃

0 8 10 1.25 215 200

1 12 15 1.25 215 200

2 4 7.8 1.95 >260(不発) 248

3 5.15 10.5 2.04 >270(不発) 251

表4.2.1 石英管の径と爆発温度の関係。



PARCのAMATERASで行った。ECHIDNAは波長固定型であり、AMATERASはTOF方式でほぼLETと同様の
スペックを持つ。解析にはFullprof, Spin wを用いた。 

4.7.強磁場磁化測定 
 70Tまでの磁化測定は物性研の超強磁場施設の徳永研究室で誘導法による磁化測定を行った。190T
までの磁化測定はファラデー回転法を用いて同強磁場施設の嶽山研究室で行った。 

4.8.メスバウアー分光測定 
 岡山大学の藤井研究室で行った。線源は57Coを用いて、無冷媒冷凍機で最低温度2.8Kまで測定を
行った。 

5. 水熱合成法による物質開発 
本章の内容はJournal of Solid State Chemistry誌で刊行を予定しているため除外している。 

5.1.フラストレート磁性体の結晶化学 
5.2.Cu2+‒Ba2+‒As5+系の新物質 
5.2.1. BaCu3(AsO4)2(OH)2 
5.2.2. BaCu5(AsO4)3(OH)2Cl 
5.2.3. Ba2CuAs2O7OHCl 
5.2.4. まとめ 

5.3.アタカマ石関連物質 
5.3.1. CdCu3(OH)6(NO3)2•H2O 
5.3.2. CdCu3(OH)6Br2 
5.3.3. MnCu3(OH)6Cl2 
5.4.BaCo3(VO4)2(OH)2 
5.5.Os5+を含む新物質 
5.5.1. ZnOs3Nd3.75O14 
5.5.2. La5Os3ZnO16 

6. Cd-Kapellasiteの基底状態 
本章の内容はPhysical Review B誌で刊行を予定しているため除外している。 

6.1.Cd-Kapellasiteについて 
6.2.合成 
6.2.1. 先行研究 
6.2.2. 中性子実験用のサンプル合成 

6.3.磁化測定 
6.3.1. 磁化率  
6.3.2. 磁化過程 
6.3.3. 磁気トルク 

6.4.比熱 
6.5.中性子弾性散乱実験 
6.5.1. 結晶構造解析 
6.5.2. 磁気構造解析 

6.6.中性子非弾性散乱 
6.7.考察 
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6.7.1. 磁気秩序の起源 
6.7.2. 自発磁化の起源 
6.7.3. 相互作用の推定 
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7. 強磁場におけるCdKの多段磁化プラトー 
7.1.カゴメ格子反強磁性体におけるマグノンの局在化 
 量子カゴメ格子反強磁性体では強磁場下でマグノンの局在化が起きる 。これは図7.1.1のように局所32

的なマグノンが固有状態になることから生じる。通常の磁性体において強磁性マグノンの間には相互作用が
働くが、マグノンが局在している状況ではぶつからない限り相互作用は0である。そのため飽和磁場直下で
はマクロな数のマグノンが凝縮することで磁化のジャンプが生じ、マグノンの最密充填構造である7/9磁化プ
ラトー状態が生じる。パターンとしては√3x√3タイプの構造であり、ユニットセルに含まれるサイトの数は
9、磁化は7/9である。 
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図7.1.1 カゴメ格子反強磁性体における強磁性マグノン。a. ゼロ磁場の時のマグノンバンド。k1, k2は波数ベ
クトルと格子の並進ベクトルの内積を表し、縦軸はエネルギー固有値を表す。最低エネルギーにはフラッ
トバンドが現れる。b. フラットバンドによって生じる局在マグノン。マグノンの波動関数は強制強磁性状態
にΣ(-1)i+1Si-を作用させて得られる。位相が逆符号のためマグノンが外に出ようとすると打ち消し合って出
られなくなる。

By contrast, in our grand canonical calculation the size
dependence becomes negligible (less than 10! 3 in two dimen-
sions, see Methods) once we enter a cluster size of the proper
system length. Therefore, one could evaluate the spin gap by the
onset value of H/J in the magnetization curve near zero field. In
Fig. 1, we find D¼ 0.05±0.02 (see the red shaded region), which
is obtained on a hexagonal cluster.

We briefly mention that our results are fully consistent with the
data of the previous conventional DMRG studies: in our grand
canonical DMRG on a cylinder with fixed small circumference
(see Supplementary Fig. S1), the spin gap gives more than twice as
large values as the value mentioned above. This value should be
compared with the data in ref. 9 on a long cylinder with the same
circumference. For a proper extrapolation of the cylindrical
results to a bulk two-dimension, one needs to enlarge both the
length and the circumferences simultaneously23. In fact, our
grand canonical spin gap on a hexagonal cluster is very close to
those of ref. 22 on a square cluster.

Zero and 1/9 plateaus. The zero plateau ranging at 0rH/Jr0.05
is the continuation of the zero-field ground state. Correspond-
ingly, in our calculation the spin structure in real space turned out
to be completely structureless (see Supplementary Fig. S2). One
way to identify the nature of the spin liquid is to calculate the von
Neumann entropy, S¼ !Tr(r ln r), defined on a subsystem of a
long open cylinder by the conventional DMRG, where r is the
reduced density matrix of the subsystem. The value should follow,
SBZ L y! g, where L y is the circumference, Z is a constant and
g¼ ln(D) is the topological entropy. In ref. 9, the topological
dimension, D, of the ground state is given as DB2, which
supports the gapped Z2 spin liquid.

In the 1/9-plateau state, the real space profile of the spin
structure is rather intriguing, several geometries breaking the

translational symmetry are quasi-degenerate (see Supplementary
Fig. S2 and Supplementary Note 3), and their stability is sensitive
to the shape and size of the cluster. We consider this to be the
good reason that the symmetry-breaking long order is absent.
Therefore, we perform the conventional DMRG and calculate the
entanglement entropy of the 1/9-plateau state in the same
manner as refs 2 and 9, as shown in Fig. 2; to have the 1/9
magnetization, we need to keep the system size at the multiple of
nine, and thus the choice of the clusters are limited compared
with the calculation on the M/N¼ 0 ground state. The
topological dimension obtained in the L y¼ 0 limit seemingly
gives the value D¼ 3. Thus, the spin-gapped state at 1/9
magnetization is possibly a Z3 spin liquid, and is the first
example of a spin-liquid plateau induced by the magnetic field.
Even a Z3 spin liquid itself has so far been observed only in a
specified bosonic model24, and the present model gives a more
realistic setup. Further examination is required to identify the
detailed nature of this phase.

Long-range ordered plateaus. In contrast to the first two pla-
teaus, the rest of the plateaus have symmetry-breaking long-range
orders. Figure 3a–c shows the real space profiles of the magne-
tization density for 1/3, 5/9 and 7/9 plateaus. All of them are
based on a same unit of a hexagram, which holds nine lattice sites.
This magnetic (extended) unit cell is three times as large as the
original unit cell, namely, Qmag¼Q# 3¼ 9, with the spin density
shown in Fig. 3d. Such symmetry-breaking requires strong
interaction between bosons, and the emergence of three such
plateaus in a single system is already a quite unexpected matter to
happen.

Discussion
In spin-1/2 quantum magnets, a conventional (non-topological)
non-magnetic state basically comprises a singlet, a unit of
spin 0, often represented by the quantum fluctuation between two
spins, (|mkS–|kmS)/O2. A breaking of singlet yields a bosonic
elementary particle carrying spin 1, which is called a magnon.
The magnetic field controls the density of these bosons, serving as
a chemical potential. As in the Mott insulator, there are particular
values of the boson densities commensurate with the lattice
periodicity25, at which the gapped states are strongly pinned.
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Figure 1 | Magnetization curve of the spin-1/2 kagome Heisenberg
antiferromagnet in a uniform magnetic field. The saturation value of the
magnetization density per site is Msat/N¼ 1/2. The inset shows the
geometry of the kagome lattice. The shaded hexagon is the original lattice
unit cell including three sites (Q¼ 3). Data points are obtained by the grand
canonical analysis on a hexagonal cluster with N¼ 114 and 132, which
directly gives the curve of the thermodynamic limit without any size scaling.
The range of each plateau is highlighted.
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Figure 2 | Entanglement entropy of a 1/9 magnetization plateau. The
results here are calculated on a long cylinder by the conventional DMRG.
(a) S(Lx, Ly) as a function of 1/Lx is given for Ly¼4, 6, 8, where Lx and Ly

denote the number of sites along the leg and the circumference of the
cylinder, respectively. (b) The value extrapolated for the infinite length,
Lx¼N, is given as a function of circumference Ly. The best fit to S¼ Z
Ly! g gives g¼ 1.18±0.3. We estimate the error in scaling S(Lx, Ly) to
Lx-N, which gives the uncertainty of linear scaling S(N, Ly) against Ly,
displayed by grey shading in b.

NATURE COMMUNICATIONS | DOI: 10.1038/ncomms3287 ARTICLE
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6S − Sz
tot = 3

6S − Sz
tot = 2

6S − Sz
tot = 1

図7.1.2 S = 1/2カゴメ格子反強磁性体の全磁化過程。a. 磁化過程。色のついているところに磁化プラ
トーが存在する。b. 1/3, 5/9, 7/9プラトーにおけるオンサイトのスピン密度のz成分の期待値。六角形で
磁化が生じ、六角形の周りのスピンはほとんど磁場方向を向いている。

 S. Nishimoto, N. Shibata, and C. Hotta, Nat. Commun. 4, 2287 (2012).32
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 近年になりS = 1/2カゴメ格子反強磁性体の無限系の磁化過程が計算され、その全貌が明らかになり
つつある。代表的な結果としてグランドカノニカルDMRGによる計算結果を図7.1.2に示す。まずゼロ磁場近
傍はこれまでの研究と同様スピン液体状態である。1/9プラトーはやはりスピン液体である。興味深いこと
に1/3および5/9でもプラトーが生じ、その磁気構造は7/9と同様のマグノン結晶となる。つまり六角形の周り
のスピンは磁場方向に偏極しており、六角形全体でスピンの和がそれぞれ0,1,2となるような磁気構造になっ
ている。マグノン描像で見ると7/9, 5/9, 1/3はオンサイトにマグノンが1,2,3個励起された状態の最密充填と
なっている。これは局在マグノンという創発的な粒子が”実在”しており結晶化しているように見える。局在
マグノンがゼロエネルギーモードの量子化と考えればゼロエネルギーモードの結晶化状態ともみなせる。そ
のため強いフラストレーションがマグノンの結晶化という現象につながることを示す非常に興味深い結果で
ある。さらに最近の研究では1/9プラトーもスピン液体ではなくマグノンがさらに4個励起された状態である
と報告している。 
 単にマグノン結晶という点では直交ダイマー系における現象とカゴメ格子で違いはない。しかしカゴ
メ格子の場合はマグノンが六角形に自発的に現れるのが特徴である。そのため全てのプラトーにおける磁気
構造は並進対称性を破る。これは直交ダイマー系のsinglet相が並進対称性を破らないことに対応する。直交
ダイマー系の場合はマグノンの局在非局在で磁化過程の話は尽きていたがカゴメの場合にはそれ以上の現象
が隠れている可能性がある。カゴメ格子は三副格子であるため今注目している局在性の強いマグノン以外に
も遍歴性のマグノンが2種類存在する。これはプラトーの間においてはそのような遍歴性のマグノンと局在マ
グノンの間に相互作用が生じるということを意味している。少なくともゼロ磁場はその結果としてスピン液
体が生じることを考えるとカゴメの磁化過程はフラストレーション研究に新しい視点を与える可能性がある 
 一方で実験的には飽和磁場近傍の現象は強磁場が必要となるため難しい研究対象である。これまで
いくつかのカゴメ格子反強磁性体において強磁場磁化過程が測定されてきた。たとえばボルボサイトの単結
晶において非常にロバストな1/3プラトーが報告されている。これはカゴメのプラトーの幅としては明らかに
大きすぎるため、現在では大きな格子歪によって三量体を安定化させる相互作用ができることに伴う三量体
のS = 1/2の飽和と考えられている。一方でハーバートスミサイトは相互作用が大きすぎるため60Tまでの実
験では1/3プラトーにも達することができていない。このことからなるべく格子歪みが小さく、相互作用の
小さな物質が強磁場磁化測定には必要である。それらの条件を満たす数少ない候補物質がCdKであり、飽和
磁場は100T程度になることからファラデー回転法を用いることで全磁化過程の測定が可能である。 

7.2.誘導法による磁化測定 
本章の7.2-7.5の内容はNature Communications誌で刊行を予定しているため除外している。 

7.3.ファラデー回転による全磁化過程の解明 
7.3.1. 光学スペクトル 
7.3.2. 実験データ 
7.3.3. 磁化への変換 
7.3.4. 温度依存性 
7.3.5. 磁化過程の解析 

7.4.考察 
7.4.1. 数値計算との比較 
7.4.2. 磁化プラトーにおける磁気構造 
7.4.3. 超格子の起源-より大きなループの形成 
7.4.4. 超格子の起源-六角形マグノンの結晶化 
7.4.5. スピン格子結合による局在マグノンの安定化 
7.4.6. 超格子の起源-遠距離相互作用の可能性 
7.4.7. 超格子の起源-遍歴マグノンと局在マグノンの相互作用 

7.5.まとめと展望 
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8. ハーバートスミサイトの強磁場実験 
本章の内容はPhysical Review B誌で刊行を予定しているため除外している。 

8.1.ハーバートスミサイトについて 
8.2.ファラデー回転実験 
8.3.考察 
8.4.展望 

9. 部分秩序型パイロクロア磁性体ZnNd3.75Os3O14 
本章の内容はJournal of Solid State Chemistry誌で刊行を予定しているため除外している。 

9.1.カゴメ格子反強磁性体Zn2Ln3Sb3O14 (Ln =ランタノイド) 
9.2.合成 
9.2.1. 固相合成 
9.2.2. 高圧合成 
9.2.3. 水熱合成 

9.3.基礎物性 
9.4.考察 
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10. 二次元的磁性を示す立方晶磁性体毒鉄鉱 
10.1.フラストレートしたクラスター磁性体 
 カゴメ格子やパイロクロア格子などの強いフラストレーションを持つ系の特徴は古典的な安定な状
態が定まらず巨視的な状態が出現するというものであった。縮退した状態は三角形や四面体のスピンの和が
0になるというような局所的な拘束条件を満たす集合である。ダイマー磁性体のような孤立したクラスター
もクラスター内のスピンの和は量子的なスピン0の状態になるため両者には類似性が存在する。パイロクロ
ア格子において局所的な拘束条件を守るように非等価に結合を歪めて連続的に孤立系につなげることで、非
自明な相に到達できるのではないかというアイディアが提唱された 。それはブリージングパイロクロアと33

よばれ、パイロクロアの持つフラストレーションと量子性の強いスピンクラスターをつなぐ新しい量子磁性
の舞台として注目されている。

!

!  
 さてクラスターのモチーフを持つ強いフラストレート格子、つまり巨視的な縮退を有する系はブリー
ジングパイロクロアだけではない。ブリージングパイロクロア格子が正四面体の面心立方格子とみなすこと
ができることに注目すると、正四面体の対称性を保つような並べ方は次の3つが存在する。

!  
 磁性イオンが図10.1.2タイプのネットワークを組んでいる反強磁性体はいくつか知らている。図
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Magnetic pyrochlore oxides, including the spin ice materials, have proved to be a rich field for the study of geometrical
frustration in three dimensions. Recently, a new family of magnetic oxides has been synthesised in which half of the
tetrahedra in the pyrochlore lattice are inflated relative to the other half, making an alternating array of small and large
tetrahedra. These “breathing pyrochlore” materials such as LiGaCr4O8, LiInCr4O8, and Ba3Yb2Zn5O11 provide new
opportunities in the study of frustrated magnetism. Here we provide an analytic theory for the ground state phase diagram
and spin correlations for the minimal model of magnetism in breathing pyrochlores: a classical nearest neighbour
Heisenberg model with different exchange coefficients for the two species of tetrahedra. We find that the phase diagram
comprises a Coulombic spin liquid phase, a conventional ferromagnetic phase and an unusual antiferromagnetic phase
with lines of soft modes in reciprocal space, stabilised by an order-by-disorder mechanism. We obtain a theory of the spin
correlations in this model using the self consistent Gaussian approximation (SCGA) which enables us to discuss the
development of correlations in breathing pyrochlores as a function of temperature, and we quantitatively characterise the
thermal crossover from the limit of isolated tetrahedra to the strongly correlated limit of the problem. We compare the
results of our analysis with the results of recent neutron scattering experiments on LiInCr4O8.

1. Introduction

Systems exhibiting geometrical frustration have proved
over recent years to be fertile ground for the discovery of
novel emergent phenomena.1,2) Amongst frustrated magnetic
systems there are now several known materials whose low
temperature physics displays novel collective behaviour
which cannot be understood using the usual Landau picture,
based on broken symmetries.3–8)

At the forefront of the research interest in these systems
has been the study of magnetism on the pyrochlore
lattice9)— a network of corner sharing tetrahedra. Nearest
neighbour antiferromagnetic coupling between spins on this
lattice fails to select a unique ordered state and leads to an
exponentially large ground state manifold.10–12) This results
in the formation of a classical spin liquid with extensive
residual entropy and algebraically decaying spin correla-
tions.13,14) The ground state manifold of this spin liquid
is defined by a flux conservation law r ! B ¼ 0 and the
excitations which violate this law are deconfined “charges”
which interact via an emergent Coulomb law. For this reason,
this spin liquid is known as a “Coulombic spin liquid”.

The classical Coulomb spin liquid finds realization in
several experimental systems. The spin ice materials R2M2O7
(R ¼ Ho, Dy; M ¼ Ti, Sn) at low temperature are famous
examples of Coulomb liquids of Ising spins.15) Meanwhile,
the chromium spinels MCr2O4 (M ¼ Zn, Cd, Hg) can be
understood in terms of a Coulomb liquid of vector spins
interacting with fluctuations of the lattice. As a consequence
these materials have emerged as canonical examples of the
phenomenon of “order-by-distortion” in which magnetic
frustration is relieved by a structural transition.16–19) Calcu-
lations based on a classical effective model for the spins with
coupling to the lattice predict a rich phase diagram in an
applied magnetic field20–24) which was observed in a series of
remarkable experiments at fields up to 600T.25–29)

Recently, a new class of magnetic materials has been
synthesised which promises an interesting variation on this
picture.30–34) In the spinels LiInCr4O8 and LiGaCr4O8

30–33)

the Cr3+ ions, carrying spin S ¼ 3=2, reside on a “breathing”
pyrochlore lattice depicted in Fig. 1. In this lattice the
tetrahedra of the pyrochlore lattice are alternately small and
large, with the consequence that the two sets of tetrahedra
have different exchange coefficients. Similarly, in the
effective S ¼ 1=2 magnet, Ba3Yb2Zn5O11, the magnetic
Yb3+ ions reside on a breathing pyrochlore lattice.34)

As with Cr spinels35,36) the oxide materials have
antiferromagnetic nearest neighbour exchange interactions
but the substitution of oxygen with larger anions such
as sulfur or selenium can enhance ferromagnetic indirect
exchange relative to antiferromagnetic direct exchange and
may thus produce net ferromagnetic couplings. Since the
balance of indirect versus direct exchange interactions is
also very sensitive to the bond distance, the possibility of
breathing pyrochlores with opposite signs of exchange on
the two sets of tetrahedra is a real and intriguing one.

Fig. 1. (Color online) The breathing pyrochlore lattice. Like the
pyrochlore lattice, the breathing pyrochlore lattice is composed of corner-
sharing tetrahedra. However, in the breathing pyrochlore lattice these
tetrahedra alternate in size. The spins reside at the vertices of this lattice. The
two species of tetrahedra (here labelled “A” and “B”, colored black and red)
have different bond lengths dA and dB and different exchange coefficients JA
and JB.
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Pyrochlore lattice 
• 3 dimensional 
• Highly frustrated 
• Spin liquid

Decoupled tetrahedra 
• 0 dimensional 
• Highly quantum 
• Exactly solvable
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図10.1.1 ブリージングパイロクロア格子における量子フラストレート磁性。オンサイトの反転中心が失われ
ることで2種類の異なる結合長さと相互作用を持つ正四面体が交互に現れる。

図10.1.2 正四面体クラスターを並べてできるフラストレート格子。実線がクラスター内相互作用、点線が
クラスター間相互作用を表す。a. 面心立方格子(FCC)。b. 体心立方格子(BCC)。c. 単純立方格子(PC)。

 Y. Okamoto, Yoshihiko et al., Phys. Rev. Lett. 110, 097203 (2013).33
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10.1.2.aの例としてLiGa1-xInxCr4O8 (Cr3+, S = 3/2) 、Ba3Yb2Zn5O11 (Yb3+, S = 1/2) 、図10.1.2.bの例として34 35

Co4B6O13 (Co2+, S = 3/2) やhelvine Mn4(BeTtO4)3Ch (Tt = Si, Ge; Ch = S, Se, Te; Mn2+, S = 5/2)  dannalite 36 37

Fe4(BeSiO4)3Ch (Ch = S, Se, Te; Fe2+, S = 2)  、図10.1.2.cの例としてK10Tr4Sn4S17 (Tr = Mn2+, Fe2+, Co2+) や毒鉄38 39

鉱 AFe4(AsO4)3(OH, F)4•nH2O (A = H3O+, Na+, K+, Tl+, 0.5Ba2+; Fe3+, S = 5/2) がある。このように多くの物質が40

存在することはフラストレート系の基底状態が摂動的な相互作用で決まることを考えると実現する磁気相が
多彩になることが予想されるため量子フラストレート磁性体として非常に興味深い研究対象である。 

10.1.1.毒鉄鉱 
 本研究で調べる毒鉄鉱は天然に算出する鉱物である。英語名はPharmacosideriteで意味は日本語と同
じである。結晶構造は図10.1.1.1aのようになっている。FeO6の八面体が辺共有でつながり正四面体クラス
ターを形成する。AsO4の四面体が4つのFeO6と点共有することで3次元的なオープンフレームワークを形成す
る。面心や体心の位置に水や一価のカチオンが包摂されており、交換可能である。高野らにより磁化率とメ
スバウアー効果の測定が行われた 。磁化率はブロードなピークを持ち、6Kで上昇したあと磁気秩序するこ41

とが報告されている。

!

!  

a b

AsO4

FeO6

K, H2O
c

図10.1.1.1 毒鉄鉱の先行研究。a.結晶構造。b. 0.95Tで測定された粉末試料の磁化率。c. 1.6Kにおけるメス
バウアースペクトル。6本に分裂しており磁気秩序が生じていることを示している。

a Y. Okamoto et al., J. Phys. Soc. of Jpn 84, 043707 (2015).34

 K. Kimura, S. Nakatsuji, and T. Kimura, Phys. Rev. B 90, 060414(R) (2014).35

 H. Hagiwara et al., Phys. Rev. B 80, 014424 (2009).36

 S. E. Dann et al., Inorg. Chem. 36, 5278 (1997).37

 J. A. Armstrong et al., J. Mater. Chem. 13, 1229 (2003).38

 O. Palchik et al., Z. Anorg Allg Chem. 630, 2237 (2004).39

 M. J. Buerger, W. A. Dollase, and I. Garaycochea-wittk, Z Kristallogr. Cryst. Mater. 125, 92 (1967).40

 M. Takano et al., J. Phys. Soc. Jpn 31, 298 (1971).41
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10.2.合成 
10.2.1.粉末試料 
 テフロンのオートクレーブを用いた通常の水熱合成法により粉末試料を合成した。レシピは特許42

を参考にした。 
• NH4FeSO4•12H2O: 30g…A 
• H2O: 7.5g…A 
• KHAsO4: 8g…B 
• K2CO3: 7.5g…B 
• H2O: 19g…B 
• 10mol/L HClaq:  0.1ml…B 

まずAとBをそれぞれ混ぜ完全に溶解させた溶液を作る。続いてA液をスターラーで撹拌しながらB液を加え
る。CO2が発泡するため溢れないように徐々に加えていく。すぐさま鉄の水酸化物による赤い沈殿が生じる
が撹拌を続けると一様なベージュの不透明な溶液が生じる。このベージュの溶液のpHを測定し1~1.5程度に
なってればOKである。この溶液をテフロン容器にいれてオートクレーブで220度で24時間加熱すると黄緑色
の沈殿と透明な溶液が生じる。沈殿をろ過し、水で数回洗浄する。この状態で生じた生成物はほぼ
KFe4(OH)4(AsO4)3•8H2Oの組成を持ったものである。結晶性をあげるためpH1の溶液500mL程度で撹拌しなが
ら100度で一週間加熱するとH3OFe4(OH)4(AsO4)3•5.5H2Oの緑色の粉末が得られる。 

10.2.2.単結晶試料 
 水熱輸送法の発展形として温度勾配を縦に付けた合成で単結晶を育成した。これは対流というより
は沸騰を利用した分解による結晶成長であり、溶解度の温度変化が小さい物質に対して適用可能であると考
えられる。 

10.2.3.粉末X線回折実験 
 4Kまでの粉末X線回折を行った。結晶構造パラメータと解析結果を図10.2.3.1、表10.2.3.1に示す。X
線測定室の矢島助教にRietanで解析していただいた。磁気転移をまたいだ低温まで室温の構造が保たれてい
ることがわかった。

!

!

a b

図10.2.3.1 毒鉄鉱のリートベルト解析。a.室温のデータ。a.4Kのデータ

 T. Wada and K. Okada, U.S. Patent No. 3,622,268. 23 Nov. (1971).42
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Fomula H3OFe4(OH)4(AsO4)3 
•5.5H2O

Space group P-43m
a / Å 8.0112

V / Å3 514.149

Re, Rwp 3.62%, 7.47%
Temperature / K 298

Z 1
Atom x y z Uiso Occ.

Fe1 0.1426 
(1)

0.1426 
(1)

0.1426 
(1)

0.0005
(3) 1

As1 1/2 0 0 0.0057
(2) 1

O1 0.1274 
(3)

0.1274 
(3)

0.3902 
(4)

0.0078
(9) 1

O2 0.8774 
(6)

0.8774 
(6)

0.8774 
(6)

0.018 
(2) 1

O3 1/2 0.0868 
(6) 1/2 0.015 0.766 

(5)

O4 0.6821 
(4)

0.6821 
(4)

0.6821 
(4) 0.015 0.959 

(7)

表10.2.3.1 X線リートベルト解析により得られた毒鉄鉱の構造パラメータ。

Fomula H3OFe4(OH)4(AsO4)3 
•5.5H2O

Space group P-43m
a / Å 7.9863

V / Å3 509.3785

Re, Rwp 3.62%, 8.22%
Temperature / K 4

Z 1
Atom x y z Uiso Occ.

Fe1 0.1425
(1)

0.1425
(1)

0.1425
(1)

0.0003
(4) 1

As1 1/2 0 0 0.0193
(4) 1

O1 0.1234 
(5)

0.1234 
(5)

0.3924
(5)

0.0166
(13) 1

O2 0.8719
(8)

0.8719
(8)

0.8719
(8)

0.040 
(3) 1

O3 1/2 0.0854
(7) 1/2 0.015 0.769 

(5)

O4 0.6848
(5)

0.6848
(5)

0.6848
(5) 0.015 0.943 

(8)
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10.3.基礎物性 
 MPMSにより粉末試料と単結晶試料で磁化測定を行った。振る舞いは先行研究通り13K程度にブ
ロードなピークが表れた後6Kにおいて磁気秩序した。ブロードなピークはクラスター的な相互作用に基づく
ギャップ形成によるものである可能性がある。そのため四面体の孤立スピンが平均場的にまわりのスピンか
ら影響を受けているという四面体クラスターモデルでフィットを行った。磁化率は以下の式で表すことがで
きる 。 43

!  

ここでTは温度、Jはクラスター間相互作用はzは1つのスピンに作用するクラスター間相互作用の個数、!
はS = 5/2でHeisenberg型の相互作用からなる四面体の温度Tにおける磁化率である。図10.3.1aに示すように
13~300Kまでのフィットで得られたg値は2.00、クラスター内相互作用は10.6 K、クラスター内相互作用は2.9 
Kであった。

!

!  

 磁気秩序に伴って現れる磁化率の上昇は弱強磁性の発生に伴うと考えられる。図10.3.1bに示すよう
に単結晶試料の磁化には明確な異方性が観測され、cで示すように転移温度をまたいで磁化過程にヒステリ
シスが観測された。単結晶の自発磁化はM[001] = 6.0  µB, M[110] = 8.8 µBであった。M[001]/M[110] =1.5 

~ ! であることから弱強磁性モーメントは[001]方向を向いていることが予想される。比熱測定では図
10.3.1dに示すようにネール温度の6K近傍でブロードなピークを持つバルクの相転移であることが確認され
た。 

χ = χ0 +
χtetra

T + z J′�χtetra

χtetra

µ

a b c d

M[001]

M[110]

µ

図10.3.1 a. 0.1Tで測定した粉末試料の磁化率。黒線は結合クラスターモデルによるフィット。b. 単結晶試
料の磁化の温度依存性。磁気秩序とともに弱強磁性が生じ、[001]方向の自発磁化M[001]がM[110]と比べて大
きくなっている。c. 粉末試料の5Kと7Kでの磁化過程の低磁場領域の拡大。磁気転移の6Kをまたいでヒス
テリシスが現れている。d. ゼロ磁場での粉末試料の比熱。

× 10−3 × 10−3

2

 N. Shannon, Eur. Phys. J. B 27, 527–540 (2002).43
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10.4.メスバウアー分光測定 
 岡山大学の藤井研究室で室温から2.8Kまでのメスバウアー分光測定をしていただいた。結果を図
10.4.1に示す。常磁性の6Kでは僅かな四重極分裂が見える。これは鉄のオンサイトの対称性が3mであり電場
勾配の主軸が3回軸の方向に存在していることに対応する。続いて温度を下げると磁気転移温度6K以下の
2.8Kでもスペクトルが6本に割れていないことがわかる。ドップラーシフトの1mm/secはエネルギーで
48neV、時間では86nsecに相当する。そのためこの時間スケールでスピンの向きが変化していることを示し
ている。秩序相と非秩序相がマクロに分かれているわけではないこともわかる。

!

!

このような内部磁場の時間変化に伴ってあらわれるスペクトルのブロードニングをスピンのup downのランダ
ムなゆらぎとして定式化したのがBlume-Tjonモデル である。時間的なゆらぎは単位時間あたりのupから44

downへの遷移確率Wによって与えられる。57Coの励起状態の平均寿命の逆数をΓとすると四重極分裂が0の場
合の57Fe3+のスペクトルは図10.4.2のように与えられる。図9.4.2aは4Kの毒鉄鉱の振る舞いに似ているが肝心
のb~dは2.8Kのデータとは似ていない。シミュレーションでは6本のスペクトルが見える場合には必ず外側の
強度が大きくなる。しかし毒鉄鉱では内側の4本のピークの方が強度が大きい。これは単純なランダムなス
ピンのゆらぎではないことを示唆している。 

!

!

a b c d

図10.4.1 2.8Kから6Kまでの毒鉄鉱の粉末試料のメスバウアースペクトル。点線は不純物として含まれる
ジャロサイトによる内部磁場(TN = 60K)。

9Γ 3Γ Γ

a b c d

図10.4.2 Blume-Tjonモデルによるスペクトルのシミュレーション。

 M. Blume and J. A. Tjon.  Phys. Rev. 165, 446 (1968).44
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10.5.中性子弾性散乱実験 
本章の10.5-10.10の内容はPhysical Review B誌で刊行を予定しているため除外している。 

10.6.中性子非弾性散乱実験 
10.7.基底状態とスピンハミルトニアン 
10.7.1.実験結果のまとめ 
10.7.2.磁気構造の起源 

10.8.創発的二次元性とその起源 
10.8.1.単結晶のスピン波のシミュレーション 
10.8.2.同時刻相関関数の解析 
10.8.3.二次元性の起源 

10.9.隠れた一次元性と非線形励起の可能性 
10.9.1.二次元面内のゆらぎ 
10.9.2.孤立波励起の可能性 

10.10.まとめと展望 
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11. 総括 
 本研究では水熱合成法を用いて様々なフラストレート磁性体の物質開発を行った。その結果カゴメ
格子反強磁性体CdKでは量子的なゼロモードが作る非常に大きなユニットセルを持つマグノン結晶状態が、
フラストレートしたクラスター磁性体毒鉄鉱では次元性の低下と古典系であるにもかかわらず大きなスピン
ゆらぎが存在することを発見した。しばしば研究対象とされるスピン液体状態ではなくて、フラストレーショ
ンを特徴づけるゼロモードに着目したのが新しい点である。本研究により単に素励起としてのゼロモードで
はなくて、特異な性質をもった粒子として捉えることで新しい量子現象を今後発見できると期待される。そ
のためにはさらに様々な格子を持つ物質の開発を進めることも必要であると考えられる。 
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