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　Pressure-tuning of electronic degrees of
freedom in narrow-gap semiconductors

　Hiroto Arima

　Abstract

Materials exhibit a variety of phase transition derived from the charge, spin, and orbital degrees of freedom

of electrons. An essential first step in understanding the electronic state of a material is to clarify the phase

diagram. In this study, we have controlled the electronic state with pressure and revealed the phase diagram

of the following three narrow-gap semiconductors.

The first is 5d1 double perovskite Ba2MgReO6 exhibiting quadrupole order and canted antiferromagnetism.

We have developed a comprehensive unit cell volume-temperature phase diagram by combining the results

obtained from the pressure effect in Ba2MgReO6 with those of related compounds. From comparison with the

theoretical phase diagram, Ba2MgReO6 may exist near the phase boundary between the canted antiferromag-

netism and the collinear antiferromagnetism.

The second is the BiS2-based superconductor LaOBiPbS3. Previous studies for two-layer BiS2 supercon-

ductors have shown that the superconducting transition temperature depends on the carrier density and a

small distortion in the conducting layer. LaOBiPbS3 has different characteristics from the two-layer type.

LaOBiPbS3 exhibit anomaly T*, suggesting pseudogap formation, and superconductivity appears when T*

is suppressed with pressure. We have studied the relationship between T* and superconductivity in detail.

The electrical conductivity of both compounds changed from semiconductor-semimetal-semiconductor under

pressure, and T* disappeared in the semimetallic phase. Interestingly, a dome-shaped superconducting phase

was observed to cross each phase.

The third is Ta2NiS5, which has a structure similar to that of the exciton insulator Ta2NiSe5. Ta2NiS5

exhibits features similar to those of Ta2NiSe5, such as sample dependence and pressure-induced structural

phase transitions, however, it did not show any pseudogap anomalies under pressure. This implies that in

addition to exciton condensation, electronic lattice interaction is important as the origin of gap formation in

Ta2NiSe5.

We discussed the magnetic structure under pressure, the mechanism of superconductivity, and the possibility

of exciton condensation by constructing phase diagrams for each material. Further clarification of the phase

diagrams of related materials will help us to understand the physics in more depth.



　ナローギャップ半導体における
高圧力を用いた電子自由度の制御

　有馬 寛人
　概要

強相関電子系物質では電子が有する電荷・スピン・軌道の自由度に由来した多彩な相転移現象が観測される。
相転移温度は外部圧力や磁場、または元素置換などによって制御可能であり、転移温度が絶対零度近くまで抑制
された場合には量子ゆらぎの発達に起因して通常金属とは異なる振る舞いや非従来型超伝導などが観測される。
従来の研究の多くは金属的伝導を示す領域で生じる相転移および量子臨界現象に関するものであったが、本研究
ではナローギャップ半導体および高圧力印加により半導体から金属へと変化する過程で生じる新奇な電子状態の
探索とその起源解明を目指した研究を行った。
1つ目は、多極子自由度を有するダブルペロブスカイト構造を有する Ba2MgReO6における四極子秩序と磁気
秩序の圧力効果に関するものである。多極子自由度に起因した相転移現象の研究は 4f 電子系物質が主な対象と
なっていたが、近年、5d電子系物質においても強いスピン軌道相互作用により多極子自由度を有する電子状態が
実現することが報告されている。本研究では常圧において四極子秩序の形成によって安定化される特異なキャン
ト反強磁性を示す Ba2MgReO6に着目し、その圧力効果を調べた。その結果、Ba2MgReO6は圧力下においても
モットギャップが維持されていること、また加圧によって四極子転移温度が抑制された圧力領域では、磁気構造
がコリニアな反強磁性へと変化することを見出した。さらに Reサイトの化学置換による関連化合物を含めた体
積-温度相図を作成し、理論研究から提案された相図と比較することにより、Ba2MgReO6が多極子自由度を有す
るキャント反強磁性とコリニアな反強磁性秩序の相境界領域近傍に位置することを明らかにした。
2つ目の研究対象物質である BiS2 系超伝導体の類縁物質 LaOPbBiS3 では、圧力印加による半導体-半金属転
移と超伝導相の出現を明らかにした。BiS2系超伝導体は銅酸化物超伝導体や鉄系超伝導体と類似した BiS2伝導
層と絶縁層が積層した構造を有している。新たな超伝導研究の舞台として数多くの超伝導体の存在が報告されて
いたが、その超伝導発現機構の本質は未解明であった。本研究では、BiS2層の間に NaCl型の伝導層が挿入され
た構造をもつ LaOPbBiS3の圧力-温度相図を高圧力下電気抵抗率・ホール効果測定から調べた。その結果、常圧
も含む低圧力領域における半導体的な挙動は、結晶構造の不完全性に起因することを指摘した。さらにホール係
数の温度依存に見られる顕著な異常は加圧によって抑制されること、電気伝導性は圧力印加とともに半導体から
金属、さらに再び半導体的な挙動へと変化し、金属的な圧力域を中心としたドーム状の超伝導相の存在を見出し
た。多くの BiS2系超伝導体は、化学および物理圧力に対して敏感に変化し、BiS2伝導層の局所構造の違いが電
子状態および超伝導発現に与える影響が議論されていたが、本研究から得られた実験結果は BiS2 伝導層の局所
構造の乱れが高圧力印加で解消されることで、超伝導が安定化する可能性を示唆している。
3つ目は、励起子絶縁体の有力な候補物質 Ta2NiSe5の関連物質である Ta2NiS5の圧力効果を調べた。励起子
の凝縮状態として生じる励起子絶縁体相は、ナローギャップ半導体とバンドのオーバーラップが小さな半金属の
境界を中心としたドーム状として存在すると理論的に予想されている。近年、励起子絶縁体が実現しているとし
て注目を集めている。Ta2NiSe5 は常圧で約 0.1 eV程度のナローギャップを有する半導体的な挙動を示す。修士
課程で取り組んだ高圧下電気抵抗およびホール効果測定からは、加圧による半導体-半金属転移と励起子相の形
成を示唆する異常と圧力誘起超伝導との相関を明らかにした。さらに本研究では、Ta2NiSe5と類似構造を有し、
わずかに大きなエネルギーギャップを有する Ta2NiS5の圧力下ホール効果測定を行った。その結果、加圧による
半導体から半金属への変化や構造相転移に起因する抵抗異常を示すことなど、Ta2NiSe5 と類似した圧力変化が
観測された。一方で、励起子絶縁体相の存在を示唆する電気伝導性の変化を見出した。両物質における圧力効果
の比較から、この系の半導体と半金属の境界領域で出現するギャップ形成を伴う相転移の起源が、励起子相互作
用のみに起因するものではなく、電子格子相互作用が関与している可能性があることを指摘した。
上記の 3つの物質系において、高圧力を精密に制御することで得られた物性測定結果と包括的な相図は、個々
の電子状態を理解や理論モデルの構築に寄与し、今後の物質開発の指針になると期待される。



目 次

第 1章 序論 1

1.1 d電子、f 電子化合物の電子状態 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 1

1.2 強相関電子系物質における電子相図 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 6

1.3 絶縁体の分類 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 10

1.4 研究目的 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 18

第 2章 実験手法 19

2.1 高圧力発生方法 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19

2.1.1 圧力セル . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19

2.1.2 圧力媒体 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 26

2.1.3 圧力校正 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 27

2.2 物性測定方法 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 28

2.2.1 電気抵抗率 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 28

2.2.2 ホール効果 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 29

2.2.3 交流磁化率 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 31

2.2.4 交流比熱 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 32

2.2.5 測定試料 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 32

第 3章 Ba2MgReO6 における四極子および磁気秩序相の圧力効果 33

3.1 研究背景 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 33

3.2 研究目的 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39

3.3 実験結果と考察 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39

3.4 本章のまとめ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 45

第 4章 LaOPbBiS3 における局在・非局在の高圧力制御と圧力誘起超伝導 47

4.1 研究背景 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 47

4.2 研究目的 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 58

4.3 実験結果と考察 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 58

4.4 本章のまとめ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 69

第 5章 励起子絶縁体候補物質 Ta2NiSe5 の類縁物質 Ta2NiS5 における圧力下ホール効果 71

5.1 研究背景 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 71

5.2 研究目的 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 76

5.3 実験結果と考察 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 76

5.4 本章のまとめ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 79

第 6章 まとめ 80

参考文献 80

あとがきと謝辞 86



第1章 序論

本論文では、スピン軌道相互作用に由来した四極子秩序とキャント反強磁性を示す 5d電子化合物Ba2MgReO6、
BiS2系超伝導体 LaOPbBiS3における圧力誘起超伝導、励起子絶縁体化合物Ta2NiSe5とその関連化合物Ta2NiS5

を扱う。本章では d電子系、f 電子系における基礎的な電子状態を説明し、またそれぞれの物質がナローギャッ
プ半導体であることに着目し、絶縁体の分類を説明をする。

1.1 d電子、f電子化合物の電子状態
孤立イオンの電子軌道

軌道自由度を有する電子の多くは、鉄族イオンの d軌道や、希土類金属イオンの f 軌道を不完全に占有する電
子である。これらのイオンはその最外殻が不完全に占有されていることに起因した磁性を示す。磁性イオン中の
電子には次に示す相互作用が働く。

• 原子核からの Coulomb相互作用:ER

• 同一磁性イオン内の他の電子から働く Coulomb相互作用:EU

• 周囲の陰イオンからの静電相互作用 (結晶場効果):E∆

• スピン軌道相互作用:Eso

相互作用の大小関係はイオンの種類に依存し、3d電子と 4f 電子ではその傾向が異なる。大まかな大小関係とし
て、3d電子では ER > EU > E∆ > Esoであり、4f 電子では ER > EU > Eso > E∆である。3d電子と 4f 電子
の性質の違いは軌道の半径に由来し、波動関数の動径部分 |Rnl(r)|(n:主量子数、l:方位量子数)が最大となる rは
4f 軌道の場合は 3d軌道の場合に比べて小さい。このため 4f 電子では 3d電子と比較して電子間相互作用が大き
く、周囲のイオンに由来する結晶場効果が小さい。ただし、5d電子ではスピン軌道相互作用の効果が結晶場効果
より大きくなることが知られている。はじめに 3d電子に焦点を当てて、それぞれの相互作用の効果を考える。

Coulomb相互作用

n個の電子が軌道を占有する多電子状態は、全軌道角運動量 Lと、全スピン角運動量 Sを用いて状態が指定さ
れるが、原子核からの Coulomb相互作用のみを考慮した場合、(L,S)状態はすべて縮退している。しかし、電子
間相互作用を考慮すると、(2L+ 1)(2S + 1)重に縮退した各 (L,S)状態に分裂する。この状態を LS 多重項とよ
ぶ。このとき、基底多重項の量子数は、Hundの規則によって決定される。Hundの規則は下に示す通りである。

1. Pauliの排他律が許す限り、S が最大値をもつ。

2. 最大の S を与える多重項が複数個あれば、Lが最大値をとる。

3. 全角運動量 J は、電子殻が半分以下しか満たされていないときは |L − S|に等しく、半分以上満たされて
いるときは L+ S に等しい。

具体例は後述する。
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結晶場効果

結晶中におかれた磁性イオンの最外殻電子は、まわりの陰イオンのポテンシャルの影響によって、電子軌道の
縮退の一部が解ける。この効果は結晶場効果と呼ばれる。以下では d電子における結晶場効果を見ていく。
磁性イオンの位置を原点にとり、電子の極座標を (r,θ,ϕ)とする。原子から距離 ai(i=1∼N)に位置する N 個
の陰イオンを考える。陰イオンの価数は −Z、位置をRi=(ai,θi,ϕi)とする。磁性イオンの電子に働く静電相互
作用 vcr は次の式で表される。ここで e(< 0)は素電荷を表す。

vcr =

N∑
i=1

Ze2

|Ri − r|
(1.1)

Ri >> rとすると、右辺の関数を次のように展開できる。
1

|Ri − r|
=

∞∑
l=0

rl

al+1
i

Pl(cosΩi) (1.2)

Pl(cosΩi)は Legendre多項式であり、Ωiは rとRiのなす角度である。さらに電子の座標 rとRiに分離するた
めに Legendre多項式の加法定理

Pl(cosΩi) =
4π

2l + 1

l∑
m=−l

Ylm(θ, ϕ)Y ∗
lm(θi, ϕi) (1.3)

を用いる。Y ∗
lm(· · · )は Ylm(· · · )の複素共役である。この式を用いると静電相互作用は

vcr =

∞∑
l=0

l∑
m=−l

rlqlmCl
m(θ, ϕ) (1.4)

と書き直せる。ここで
qlm = Ze2

√
2

2l + 1
(−1)m

N∑
i=1

Θl−m(θi)e
−imϕi

al+1
i

(1.5)

ならびに
Cl

m(θ, ϕ) =

√
4π

2l + 1
Ylm(θϕ) (1.6)

を導入した。Θlm(θ)は次の式で与えられる。

Θlm(θ) = (−1)(m+|m|)/2

√
2l + 1

2

(l − |m|)!
(l + |m|)!

Pm
l (cos θ) (1.7)

Pm
l (cosθ)は LEgendre陪多項式である。式 (1.4)では磁性イオンの電子に関する情報は距離 rl と角度 Cl

m(θ, ϕ)

に、陰イオンに関する情報は qlm に含まれている。

O
M

図 1.1: MO6 分子の結晶構造の模式図。

これらの結果を用いてMO6 分子の結晶場分裂を考える (図 1.1)。正八面体の中心に磁性イオンM、各頂点に
酸素陰イオンを配置し、イオン間距離をすべて aとする。式 (1.4)において、d軌道の場合は式 (1.6)の l = 0, 4

の項のみが有限の値をもち

vcr =
6Ze2

a
+

7Ze2

2a

( r
a

)4
[
C

(4)
0 +

√
5

14
(C4

4 + C4
−4)

]
(1.8)
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となる。第一項は陰イオンによって電子のエネルギーが一様に上昇する効果で、これを E0 と書く。第二項が立
方対称性に起因した結晶場の効果である。立方対称ポテンシャルにより 5個の d軌道の縮退は解けて 2重縮退の
eg 軌道 (d3z2−r2 , dx2−y2)と、3重縮退の t2g 軌道 (dyz, dzx, dxy)の 2つに分裂し、そのエネルギー差は 10Dq で
ある。ここでD = 35Ze/4a5、q = 2er/105である。それぞれの波動関数の固有エネルギーは Eeg = E0 + 6Dq、
Et2g = E0 − 4Dqであり、その模式図を図 1.2に示す。eg 軌道のエネルギーが t2g 軌道のエネルギーより相対的
に高い理由は、eg 軌道の電荷分布が陰イオンの方向に伸びているのに対して、t2g 軌道の電荷分布は陰イオンを
避けるように伸びていることに起因する。

eg

t2gE0 = 6Ze2

a

6Dq

4Dq

d3z2−r2 dx2−y2

dyz dzx dxy

図 1.2: 立方対称ポテンシャル中の結晶場分裂。

スピン軌道相互作用

スピン軌道相互作用の強い場合は、Lや S はよい量子数ではなく、全角運動量 J = L+ S がよい量子数とな
る。このとき 1つの LS 多重項は、スピン軌道相互作用によってさらに縮退が解け、(2J+1)重に縮退した J 多
重項に分裂する。J の大きさは L+ S、L+ S − 1、· · ·、|L− S|+ 1、|L− S|の値を取る。
一般に孤立した電子におけるスピン軌道相互作用は 1電子の軌道角運動量 lと sを用いて

Hso = ξl · s (1.9)

と表される。ξは比例定数である。複数の磁性電子を有するイオンにおけるスピン軌道相互作用は、上式をすべ
ての電子について和をとることで得られる。また、LS 多重項の 1つに注目した場合、その多重項内で有効なス
ピン軌道相互作用ハミルトニアンは

Hso = λL · S (1.10)

が成り立つ。
スピン軌道相互作用と密接に関係する事項として軌道角運動量の消失がある。多くの 3d遷移金属イオンにお
いて、帯磁率より観測される磁気モーメントの大きさが、全角運動量 J = L+Sから予想される値とは異なり、
全スピン角運動量 Sから予想される値に近いことが知られている。それらのイオンにおいては、結晶場効果によ
り最低 LS 多重項は軌道縮退を持たず、軌道角運動量が消失していることに起因する。このことは次のように説
明される。基底状態に軌道に関する縮退がない場合、波動関数は実関数になる。時間に依存しない Schrödinger

方程式は虚数を含んでいないから、もし波動関数の実部と虚部が互いに独立な関数であれば、それぞれが同じエ
ネルギーに対応した固有関数になり、与えられたエネルギー準位が 2重に縮退していることになる。したがって、
縮退がなければ実部と虚部は同じ関数に比例しているので、定数を除けば実関数となる。実関数で与えられる波
動関数を Ψとすると、軌道角運動量演算子が純虚数であることに注意して、軌道角運動量の期待値を求めると

< L >=

∫
Ψ∗LΨ∗dr = −

[∫
Ψ∗LΨ∗dr

]∗
= − < L >∗ (1.11)

となる。軌道角運動量は観測量であるため、その値は実数でなければならないので、< L >は 0となる。これ
までの説明は第一励起多重項が最低エネルギーの多重項と十分離れている場合を考えた。しかし、Co2+や Fe2+

などでは、基底状態と励起状態の間のエネルギー差がスピン軌道相互作用と比較してあまり大きくない。この場
合は、スピン軌道相互作用の 2次の摂動により基底状態における軌道角運動量が有限になる。
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多重項分裂と軌道自由度

最後に、これまでに導入した相互作用を用いて、エネルギー準位の分裂を議論する。はじめに例としてMn3+

を考える (図 1.3)。Mn3+の 3d電子数は 4であり、原子核からの中心対称性のあるポテンシャルのみを考慮した
場合の準位の縮退数は 10C4 = 210である。この状態から電子間相互作用を導入すると、電子状態は全軌道角運
動量 Lと全スピン角運動量 S により分類できる LS 多重項に分裂する。最低 LS 多重項はスピン角運動量が最
も大きい S = 2の状態で、L = 2のみが許される。これは 5Dで表され、縮退数は 25である。励起状態として
3H、3P などがある。最低の LS多重項は立方対称性の結晶場効果により、(eg)

2(t2g)
2電子配置と (eg)

1(t2g)
3電

子配置に分裂する。前者は 15縮退の Γ5状態、後者は 10重縮退の Γ3状態と呼ばれ、後者が基底状態となる。Γ3

状態では 1個の電子が 2重縮退した eg 軌道のどちらを占有するかという自由度が存在し、これが軌道自由度に
相当する。eg 軌道に関しては、固有関数が実関数であるため、軌道縮退が残っている場合であっても軌道角運動
量の消失が起きる。そのため、スピン軌道相互作用による分裂は起きない。そして最終的には、基底状態は軌道
自由度による縮退 2、スピン自由度による縮退 5の合計 10重に縮退した状態となる。

Mn3+ (d4)

(210)

5D (25 = 5 × 5)

3H

3P

(15 = 3 × 5)

(10 = 2 × 5) (10)

クーロン相互作用 結晶場効果 
(立方対称)

スピン軌道相互作用

図 1.3: Mn3+(d4)におけるエネルギー準位。丸括弧内の数字は縮退数を表す。

図 1.4に立方対称性の結晶場中の V3+ の電子状態をに示した。10C2=45重に縮退した 3d2 状態は、電子間相
互作用により分裂する。最低 LS 多重項は S = 1、L = 3のみが許される。これは 3F で表される 21重に縮退
した状態で、励起状態として 1D、3P などがある。さらに立方対称性の結晶場効果により、3重縮退の (eg)

2 電
子配置、9重縮退の (t2g)

1(eg)
1 電子配置、そして基底状態の 9重縮退の (t2g)

2 電子配置に分裂する。さらに基
底状態はスピン軌道相互作用によって分裂する。このとき 3重縮退を p軌道とみなすと、有効的な軌道角運動量
Leff = 1とスピン角運動量 S = 1の合成の問題と等価になり、有効的な全角運動量 Jeff = 2(5重縮退)、Jeff = 1(3

重縮退)、Jeff = 0(1重項)の状態に分裂する。
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V3+ (d2)

(45)

3F (21 =7 × 3)

1D

3P

(3 = 1 × 3)

(9 = 3 × 3)

(5)
クーロン相互作用 結晶場効果 

(立方対称)
スピン軌道相互作用

(9 = 3 × 3)

(3)
(1)

図 1.4: V3+(d2)におけるエネルギー準位。丸括弧内の数字は縮退数を表す。

多極子モーメント

固体中の電子が複数の電子軌道をとりうる場合、これは軌道自由度と呼ばれる。軌道自由度の最も簡単な例
は、孤立した水素原子において方位量子数 lが 1以上の場合に生じる 2l+1重に縮退した状態に見られる。l=1の
(px,py,pz)軌道や l=2の (dyz,dzx,dxy,dx2−y2 ,d3z2−r2)軌道はその例であり、電子の存在確率や電荷分布の空間的
な異方性に相当する。図 1.5に、3d軌道の模式図を示す [1]。より一般的には電子の多極子自由度として統一的に
捉えることができる。座標 rにおいて電荷の空間分布 ρe(r)が与えられたとき l次の電気多極子 (電気 2l極子)は

Q(l)
m =

∫
drρe(r)r

l

√
4π

2l + 1
Ylm(θ, ϕ) (1.12)

で与えられる。ここで Ylm(θ, ϕ)は球面調和関数であり、(r,θ,ϕ)は の極座標である。また lは 0または正の整
数、mは −m ≤ l ≤ mの整数をとる。空間反転対称性のある系においては lが偶数の場合のみが有限の値をも
ち、l=1は電気双極子、l=2は電気四極子に相当する。
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図 1.5: 3d軌道の模式図。図は [1]より引用。

1.2 強相関電子系物質における電子相図
物質中に含まれる電子は電荷・スピン・軌道の自由度を持っており、その自由度に由来した秩序相への相転移
現象が低温で観測される。例えば磁石は、電子のスピン間の相互作用によって整列した、スピンの秩序状態であ
る。このような秩序状態は元素置換や圧力によって制御ができる。一般に圧力を加えた場合は、原子間距離は小
さくなるので、隣接サイト間のトランスファー積分の値は大きくなることが期待される。この状況では電子は局
在するよりも遍歴して系のエネルギーを下げようとするため、圧力を加えることで絶縁体的な磁性状態から金属
的な非磁性状態への転移がしばしば起こる。このように制御パラメータによって相転移温度が低温に抑制された
場合、絶対零度における相転移は量子臨界点と呼ばれる。量子臨界点の近傍では量子ゆらぎの発達によって、通
常金属から逸脱した非フェルミ液体状態や、異方的超伝導が生じることが知られている (図 1.6)[2, 3]。

温度

無秩序相

秩序相

超伝導相

量子臨界点

量子ゆらぎの発達

制御パラメータ 
（磁場や圧力）

電荷

スピン 軌道

図 1.6: 強相関電子系物質における典型的な電子相図

高温超伝導体における磁気秩序と超伝導

図 1.7に (a)銅酸化物超伝導体 La2–xSrxCuO4・Nd2–xCexCuO4と (b)鉄系超伝導体 BaFe2(As1 － xPx )2の代
表的な電子相図を示す [4, 5]。銅酸化物超伝導体の出発点となる母物質は反強磁性絶縁体である。La2–xSrxCuO4
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はホールドーピング系、Nd2–xCexCuO4 は電子ドーピング系である。La2–xSrxCuO4 ではホールドーピングと
ともに、長距離的な反強磁性秩序は急激に抑制され、スピングラス的な乱れた磁性へと変化する。この領域では
低温で電子の局在が起き、系は絶縁体である。ホールドープ量が x =0.07∼0.08程度で絶縁体-金属転移が生じ、
同時に超伝導が出現する [6]。TSCはドーピングとともに上昇したあと、x =0.15∼0.2でピークを示し、減少に転
じて、ドーム状の超伝導相が現れる。Nd2–xCexCuO4 の電子ドーピングの場合も、キャリアドーピングととも
に絶縁体から金属へと電気伝導性が変化し、反強磁性転移の抑制されるとともに超伝導が出現する [7]。x =0.15

程度でピークをとるドーム状の超伝導相が現れる。一方で鉄系超伝導体の出発点は反強磁性金属である。例に挙
げた BaFe2(As1–xPx )2はネール温度 TNにおいて正方晶から斜方晶への構造転移を伴う反強磁性秩序を示す。反
強磁性転移は元素置換や圧力によって制御することが可能で、BaFe2(As1–xPx )2 は Asと等電荷の P置換する
ことで化学圧力がはたらき反強磁性秩序が抑制され、それに伴って超伝導が出現する。このように高温超伝導体
では磁気秩序相の近傍で超伝導が出現するため、磁気ゆらぎの重要性が認識されてきた。しかし近年になって、
フェルミ面の一部にギャップが開いた状態の擬ギャップが相転移温度より高い温度で観測され、超伝導と擬ギャッ
プの相関が議論されている [8, 9]。擬ギャップの起源として、銅酸化物超伝導では電荷ストライプ、鉄系超伝導体
では電子ネマティックと呼ばれるある種の秩序状態が提案されているが、その起源はいまだに明らかになってい
ない [5, 10–12]。

(a) 銅酸化物超伝導体 (b) 鉄系超伝導体 

TSC TSC

図 1.7: (a)銅酸化物超伝導体の電子相図 [4]。ホールドーピング系 La2–xSrxCuO4 と電子ドーピング系 Nd2–xCexCuO4 の
相図を合わせたもの。AFは反強磁性相、SCは超伝導相を表す。TN は反強磁性転移温度、TSC は超伝導転移温度、
T*は擬ギャップ形成の温度を示す。(b)鉄系超伝導体 BaFe2(As1–xPx )2 の電子相図 [5]。青が反強磁性相、赤が超伝
導相、黄が電子ネマティック相を表す。

重い電子系物質における磁気秩序と超伝導

磁気秩序と超伝導の相関は、伝導電子の有効質量が自由電子の 10倍から 1000倍近く大きくなる重い電子系
とよばれる物質群においても重要となる。その舞台となる系は局在性の強い f 電子をもつ 4f ランタノイド化合
物や 5f アクチノイド化合物である。重い電子系化合物では、温度を下げるにつれて、高温で局在していた f 電
子が伝導電子と混成し、局在スピンと伝導電子のスピンが打ち消しあい、近藤効果のように全体としてスピン一
重項を形成する。すなわちフェルミ液体状態を形成する。このとき、フェルミ準位近傍には局在性の強い f 電
子の幅の狭い準粒子バンドが形成され、f 電子間の強いクーロン斥力の効果によって、その有効質量は従来の金
属よりも大きくなる [2, 13, 14]。重い電子系の電子状態は f 電子の局在スピンに対して２つの効果で理解され
る。1つは伝導電子と局在スピンを遮蔽する近藤効果である。もう 1つは 2つの局在モーメント間にはたらく
RKKY(Ruderman-Kittel-糟谷-芳田)相互作用であり、この作用は磁気秩序を形成する働きがある。近藤効果と
RKKY相互作用は 2つの効果は、同じ伝導電子と局在磁気モーメントの交換相互作用 Jcf によって生じるので、
両者は競合した関係にある。交換相互作用 Jcf は圧力や元素置換によりチューニングが可能であり、これまでに
は RKKY 相互作用と近藤効果のエネルギースケールを考察した相図が Doniachより提案されており、その相図
は提案者の名を冠してDoniach相図と呼ばれる [15]。Doniach相図を図 1.8に示す。RKKY相互作用が近藤効果
を上回る領域では、低温において磁気秩序が安定化する。しかし近藤効果が優勢になると磁気秩序相は急激に抑

7



制され、常磁性のフェルミ液体状態が低温で実現する。そして近藤効果と RKKY相互作用が拮抗する点は磁気
の量子臨界点である。重い電子系の相図

量子臨界点

温度

制御パラメータ

（磁場や圧力）

磁気秩序

RKKY相互作用
近藤効果

フェルミ液体

超伝導相

・重い電子：局在電子が、伝導電子の
混成によって遍歴的にふるまう状態

・近藤効果とRKKY相互作用の拮抗に
よって電子状態がきまる

・CeRhIn5では反強磁秩序相の抑制と
ともに超伝導が出現

G. Knebel et al., J. Phys. Soc. Jpn, 77, 114704 (2008)

図 1.8: Doniach相図

重い電子系化合物の代表的な物質は CeRhIn5 である [16]。CeRhIn5 の圧力-温度相図を図 1.9に示す。圧力印
加とともに反強磁性転移温度はわずかに上昇した後に減少する。P*=1.4 GPa近傍では反強磁性秩序が消失し、
超伝導が現れる。

重い電子系の相図

量子臨界点

温度

制御パラメータ

（磁場や圧力）

磁気秩序

RKKY相互作用
近藤効果

フェルミ液体

超伝導相

・重い電子：局在電子が、伝導電子の
混成によって遍歴的にふるまう状態

・近藤効果とRKKY相互作用の拮抗に
よって電子状態がきまる

・CeRhIn5では反強磁秩序相の抑制と
ともに超伝導が出現

G. Knebel et al., J. Phys. Soc. Jpn, 77, 114704 (2008)図 1.9: CeRhIn5 の圧力-温度相図 [16]。青は反強磁性相、黄が超伝導相、緑が反強磁性と超伝導の共存相である。

dHvA効果より調べられた電子の質量、電気抵抗測定から得られたA係数の圧力依存性を図 1.10に示す [16, 17]。
電子の有効質量は図 1.9の Pc に向かって発散的に増大している。この変化は A係数が Pc 近傍で増大している
ことに対応する。
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図 1.10: CeRhIn5 の (a)電子の有効質量、(b)A係数の圧力依存性 [16, 17]。

重い電子系物質における四極子 (軌道)秩序の圧力効果

f 電子化合物では磁気的な量子臨界現象に加えて、軌道自由度の重要性も認識されてきた。しかしながら多く
の軌道自由度をもつ物質は磁気秩序を伴うため、軌道と磁気が果たす役割を切り分けて議論することが難しいと
いう問題点があった [18, 19]。しかし近年になって 4f 電子を含む立方晶化合物の PrTi2Al20が非磁性の基底状態
かつ四極子自由度を持つ物質として注目されている [20]。PrTi2Al20 は強いスピン軌道相互作用と結晶場効果に
よって、基底状態に非磁性の Γ3二重項をもつ。加えて TFQ =2.0 Kで強四極子秩序を示す。図 1.11に近年行わ
れた PrTi2Al20 の圧力-温度相図を示す [21, 22]。四極子転移温度は圧力印加とともにわずかに増大するものの、
約 6 GPaで減少に転じるとともに、超伝導転移温度が上昇している。加えて高圧下では電子の有効質量の増大
が見られることから、重い電子超伝導状態が実現している。この結果は強四極子秩序の抑制にともなう軌道揺ら
ぎを媒介とした超伝導発現の可能性を強く示唆している。

図 1.11: PrTi2Al20 の圧力-温度相図 (上)と有効質量の圧力依存性 (下)。相図の青が四極子秩序相、黄色が四極子と超伝導
の共存相である [22]。
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1.3 絶縁体の分類
1.2節で説明したように、強相関電子系物質では電子の自由度に起因した様々な相転移を示すこと、さらにそ
の転移温度を圧力や元素置換で抑制することにより、超伝導の出現や有効質量の増大などが観測されることが明
らかとなっている。これまでに研究対象とされた多くの物質は金属であり、半導体においてその電子自由度に起
因した相転移現象を詳細に研究した例は少ない。本研究ではナローギャップ半導体に着目し、半導体における新
奇な電子状態の探索を行なった。本節では、半導体における電子物性の基礎として、典型的な半導体の分類と、
電子が局在する種々の機構について簡潔に説明する。具体的な研究対象とした各物質の物性とバックグランウド
となる物理は各章において説明する。

バンド絶縁体

固体が液体や気体と大きく異なる点は原子が規則的に並んだ構造を有していることである。このため結晶の有
効ポテンシャルは結晶を同じ周期性を持つ。周期ポテンシャル中の電子のエネルギー準位は、有限のエネルギー
幅の中に連続的に分布し、これはエネルギーバンドとよばれる。一般的にバンドは複数でき、バンドとバンドの
間には電子のエネルギー準位が存在しないエネルギー領域、バンドギャップが現れる。もし Fermi準位がバンド
ギャップの中にあると、系は絶縁体 (バンド絶縁体)になる。系に電流を流すためには、バンドギャップにあたる
エネルギーEgだけ、系を励起する必要がある。逆に Fermi準位が伝導帯の中にあれば金属になると予想される。
なお半導体と絶縁体はバンドギャップの大きさによって分類されるが、本論文ではその区別をしない。
半導体の特徴の一つとして、温度が低くなると抵抗率 ρが上昇することがある。このとき、ρと Eg の間には
次の関係がある [23]。

ρ = ρ0 exp

(
Eg

2kBT

)
(1.13)

ここで kB はボルツマン定数、T は絶対温度。式 (1.13)の対数をとると

ln ρ = ln ρ0 +
Eg

2kBT
(1.14)

の関係が得られる。この式からわかるように縦軸に ln ρ、横軸に 1/T をとると、両者の関係は一つの直線で表さ
れる。この傾きから Eg を求めることができる。
典型的なバンド絶縁体として、図 1.12に Bドープした Siの電気伝導率とホール係数の温度依存性を示す [24]。
温度の減少とともに電気伝導率は指数関数的に減少し、式 (1.14)に従ってることがわかる。一方でホール係数
は降温によって上昇しているが、ホール係数はキャリア密度の逆数に比例するため、実効的なキャリアの減少に
よってホール係数が増大したと考えられる。また、電気伝導の古典論であるDrudeの式によると、電気伝導率 σ

は電子の電荷 e(e <0)、質量m、キャリア密度 n、平均自由時間 τ を用いて次のように表せる。

σ =
m

ne2τ
(1.15)

この式によると、半導体における電気伝導率の減少の要因の一つとして、実効的なキャリア密度の減少が考えら
れる。
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図 1.12: Bドープした Siのアレニウスプロット。下軸は温度の逆数、左軸は電気伝導率、右軸はホール係数を表す [24]。

モット絶縁体

バンド絶縁体では 1つの自由電子と周期格子ポテンシャルを考慮したモデルが出発点である。しかし、現実の
物質には電子間のクーロン相互作用を考慮してはじめて理解できるものもある [14, 25]。
具体例とし 3d遷移元素M(M=Fe、Co、Cuなど)と酸素原子Oから構成された遷移金属酸化物MOを考える。
酸素は O2− の閉殻構造であることに注意して、M2+O2− を出発点にする。このとき、M2+ は n個の 3d電子を
持つ。この状態から電子を移動させるとき、以下 2つの可能性がある。
(1)あるM2+ の 3d電子を他のM2+ へ移動させる。化学式で書けば次のようになる。

(M2+O2−)2 −−→ M3+O2− +M1+O2−

(2)O2– からM2+ へ電子を移動させる。化学式で書けば次のようになる。

M2+O2− −−→ M+O−

(1)の場合を考える。局在性が強い 3d軌道を複数の電子が占有すると、電子間には強いクーロン斥力がはたら
く。2つの電子間の相互エネルギーを U > 0とする。一方でMイオン間を 3d電子の飛び移る過程でエネルギー
低下のスケールをW > 0とする。このとき電子が移動するときに要するエネルギーは U −W となることが知
られている。したがって U >> W であれば、電子の移動が許されず、系は絶縁体になる。これをモット絶縁体
という。U << W であれば、自発的に電子が移動できるようになり、系は金属になる。
(2)の場合を考える。O2

– から電子を一個剥いてM2
+ へ電子を移動させるにに必要なエネルギーを∆ > 0と

する。またMイオン間の飛び移りによるエネルギー低下はW/2であり、Oイオン間の電子の移動で生じるエネ
ルギー低下はW ′/2程度である。これらより電子移動に要するエネルギーは∆− (W +W ′)/2になる。(1)の場
合と同様に∆ >> (W +W ′)/2であれば絶縁体で、その逆であれば金属となる。この場合の絶縁体は電荷移動型
絶縁体と呼ばれるが、モット絶縁体と明確に区別があるわけではなく、エネルギースケールの差での考慮にすぎ
ない。
最後にこれらの状況を状態密度を使って整理する (図 1.13)。3d軌道の状態密度は、強い相互作用によって上
部ハバードバンドと下部ハバードバンドに分裂する。占有準位に由来する下部ハバードバンドは電子によって完
全に占有され、非占有準位に由来する上部ハバードバンドは空席になる。また酸素イオンの 2p軌道に由来する
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pバンドは完全に占有されている。つまるところ、モット絶縁体にしろ、電荷移動型絶縁体にしろ、電子間の強
い相互作用によって、dバンドが分裂したことが、系が絶縁化した原因になっている。これはバンド絶縁体で仮
定した、一電子近似からは導き出せない結果である。

上部ハバード

下部ハバード

p

W

W

W ’

εF εgap

εU

εL

εp

U

Δ

上部ハバード

下部ハバード

p

W

W

W ’

εF εgap

εU

εL

εp
U

Δ

(a) (b)
一
電
子
エ
ネ
ル
ギ
ー

一
電
子
エ
ネ
ル
ギ
ー

状態密度 状態密度

図 1.13: (a)モット絶縁体、(b)電荷移動絶縁体の状態密度。

モット絶縁体の具体的な化合物として V2O3 を考える。図 1.14 には (a)V2O3 の電気伝導率の温度依存性、
(b)(V1–xTix )2O3 の磁化率の温度依存性を示す [26, 27]。室温において V2O3 は金属的な伝導を示すが、約 165

Kでヒステリシスを伴う、金属-絶縁体への一次相転移を生じる。一方で室温の磁性は常磁性であるが、165 Kに
反強磁性へと一次相転移を生じる。

(a) (b)

図 1.14: (a)様々な遷移金属酸化物のアレニウスプロット。(b)(V1-xTix)203 の磁化率の温度依存性 [26, 27]。

アンダーソン局在

半導体に不純物を導入すると、フェルミ準位近傍に不純物準位が形成され、半導体的な電気伝導性が抑制され
金属へと転移する。一方で不純物は格子の周期性を乱すものであり、不純物が増えると乱れが増していく。その
ため、結晶の周期性を前提とするバンド描像による電気伝導の理解は成り立たない可能性がある。この点を指摘
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した人物が P. W. Andersonである [28]。Andersonの理論によると、乱れの大きさがある臨界を越えると、電
子が局在する、つまり絶縁体転移することが予言されている。この乱れによって引き起こされた絶縁状態をアン
ダーソン絶縁体という。アンダーソン転移は厳密には絶対零度でしか成り立たないものの、局在にむけての前兆
現象として低温においては負の磁気抵抗 (磁場によって局在状態が抑制される)が観測される。また伝導において
も局在の影響が現れる。高温では図 1.15(a)に示すように、局在準位間のエネルギー差∆に応じた熱励起によっ
て、隣接サイト間をホッピングする。非局在状態の熱励起的なホッピング伝導は ρ = ρ0 exp(∆/kBT )の熱活性型
の温度依存性を示す。一方で低温になるとエネルギー差の大きい近傍の準位へのホッピングよりエネルギー差の
小さい遠方への準位のホッピングが優勢になる (図 1.15(b))。この電気伝導の機構はバリアブルレンジホッピン
グ (VRH)と呼ばれる [23, 25]。

E

EF

E

EF

x x

(a) (b)

図 1.15: (a)最近接ホッピング伝導。キャリアは最近接準位間をホッピングする。(b)バリアブルレンジホッピング。キャリ
アはエネルギー準位の近いサイト間をホッピングする。縦軸はエネルギー、横軸は実空間サイトである。

この領域における電気抵抗率の温度依存性は次の式 (1.16)のようになる。

ρ = ρ0 exp

[(
T0

T

)n]
(1.16)

ここで nは伝導の次元性 dとの間に次式 1.17の関係がある。

n =
1

d+ 1
(1.17)

1次元的な伝導であれば n = 1/2であり、2次元、3次元の場合はそれぞれ n = 1/3、n = 1/4となる。
具体的な化合物として Sbをドープした InPを考える [29]。図 1.16(a)を見ると、低温の電気抵抗率の対数は、

T−1/4 に比例しているため、バリアブルレンジホッピングが支配的であることがわかる。加えて、VRH伝導が
支配的な温度領域では、負の磁気抵抗が観測されるため、アンダーソン局在の可能性がある (図 1.16(b))。

(a) (b) (c)

(a) (b)

図 1.16: Sbドープした InPの (a)VRHプロット、(b)各温度における磁気抵抗の磁場依存性 [29]。
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電荷密度波

電荷密度波は低次元化合物において、フェルミ面の不安定性に起因した秩序状態である。物質は 3次元的な広
がりを持っているが、電気抵抗率で見てみると、面間や面内方向でその値が大きくことなる物質がある。特定の
一方向のみに電流が流れやすい物質は擬一次元物質と、それにもう一つ電流が流れやすい方向が加わった物質は
擬二次元物質と呼ばれる。両者を総称して低次元物質と呼ばれることもある。具体的には層状化合物がその代表
例である。
バンド理論によると、1 次元金属のフェルミ面は平面である。フェルミ面に平坦な部分があると、電子系は
ある方向の波数 2kF のポテンシャルに対して、大きな密度揺らぎを発生する不安定性を持っている [14, 25](図
1.17(a))。一方で図 1.17(b)に示すように、二次元系においてもフェルミ面の重なりが生じるが、その重なりは線
に過ぎない。したがって、一次元系にくらべて二次元系はフェルミ面の不安定性は小さい。しかし現実の 2次元
物質では図 1.17(c)に示すように、ネスティングのよいフェルミ面をもつ場合は、顕著な不安定性を有することに
なる。このようにフェルミ面の不安定性を有する系では、結晶格子の変形がポテンシャルとして作用し、電子系
も同じ波長の大きな密度ゆらぎを発生し、それを受けて格子も復元力を失い、電子・格子が一体となった静的な
密度波を発生する。このようにして生じた状態を電荷密度波 (CDW)と呼ぶ。CDWが発生すると、新たな周期
π/kFが発生するので、ちょうどフェルミ面にエネルギーギャップができる。これによって、もともと金属であっ
た状態が、絶縁体になる。CDWの発生によって生じる金属-絶縁体転移はパイエルス転移と呼ばれる (図 1.18)。

(a) (b) (c)

図 1.17: フェルミ面のネスティング。(a)1次元、(b)等方的な 2次元、(c)ネスティングのよい異方的 2次元の例 [30]。

図 1.18: 金属状態の (a) バンド分散と、(b) 実空間の電子モデル。パイエルス転移を生じた絶縁状態の (c) バンド分散と、
(d)実空間の電子モデル [30]。

その典型的な化合物は層状カルコゲナイド物質である。図 1.19には 2H-MX2(M=Nb, Ta、X=S, Se)の (a)電
気抵抗率、(b)ホール係数の温度依存性の温度依存性を示す [31]。NbS2 では電気抵抗率に異常は見られないが、
NbSe2、TaS2、TaSe2では弱いハンプ的な異常が見られる。この異常が CDW形成を示している。この例のよう
に CDW形成ではフェルミ面の一部が消失する程度なので、電気抵抗率はわずかなハンプしか見られない場合が
ある。CDW形成のより敏感なプローブとしてはホール効果が知られている。図 1.19(b)に示すように、室温に
おいてはすべての物質のホール係数の符号は正である。低温になると、CDWを形成しない NbS2 のホール係数
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の符号は正のままであるが、CDWを形成する他の物質のホール係数は顕著な温度変化を示し、符号が負から正
に変化している。それぞれの物質のホール係数が顕著に変化する温度は、電気抵抗率でハンプが観測された温度
に対応している。CDWでホール係数が急激に変化する理由は、フェルミ面の消失によってキャリアバランスが
変化するためである。

(a)

(b)

図 1.19: 2H-MX2(M=Nb, Ta、X=S, Se)の (a)電気抵抗率、(b)ホール係数の温度依存性 [31]。

励起子絶縁体

励起子とは価電子帯の正孔と伝導帯の電子がクーロン力により結合した準粒子であり、多くの半導体で観測さ
れる。励起子の特徴として以下の 2つがある。まず励起子は結晶中を運動することでエネルギーを運ぶことがで
きるが、電気的に中性なので電荷を運ぶことができない。そして励起子は２個のフェルミ粒子が束縛した状態な
のでボーズ粒子である。一般的に励起子は、外場によって励起された電子がホールに落ち込む最終的な再結合過
程で生成されるため不安定に存在である。しかし、半世紀以上前にN.F. Mottをはじめとするの著名な研究者ら
によって、ナローギャップ半導体とバンドのオーバーラップが小さい半金属の境界において励起子が量子凝縮し
た新奇な状態、励起子絶縁体が実現することが理論的に予言されされた [32–34]。
励起子絶縁体が実現される状況をさらに議論するために図 1.20左図に示しているような間接遷移型の半導体
のバンド分散を考える。Egはエネルギーギャップ 、Ebは励起子の束縛エネルギーを表している。多くの半導体
では束縛エネルギー Eb はエネルギーギャップ Eg の大きさよりも小さいために、励起子の寿命は短く安定に存
在しない。しかしナローギャップ半導体、もしくはバンドのオーバーラップが小さい半金属においてはキャリア
密度が小さく、電子と正孔に働くクーロン相互作用を弱く遮蔽するので束縛エネルギーは強められる。このとき
Eb ≥ Egの条件を満たせば、有限温度 TCで励起子絶縁体に相転移する。図 1.20の右図は励起子相への相転移を
生じたときに波数空間での変化を示している。転移温度 TC以下では、価電子帯のトップと伝導帯のボトム近傍
で励起子ギャップ∆が開き、新たなバンド分散が形成される。また励起子絶縁体転移に伴い、結晶周期が 2π/|q⃗|
となるような格子ひずみが生じる。ここで q⃗ = k⃗X− k⃗Γである。この q⃗の結晶ひずみによって、実空間では格子定
数が大きくなり、波数空間では第一ブリルアンゾーンが小さくなり、もとの X（π/a）点は Γ(2π/2a)点になる。
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図 1.20: 間接半導体における励起子ギャップの形成。

また励起子絶縁体においては理論的な相図 1.21が提案されている [33, 34]。励起子絶縁相は半導体と半金属相
の境界において現れると予想されており、転移温度 TC はエネルギーギャップ Eg = 0で最大をとるドーム状の
相図となる。半金属相の Eg < 0の領域ではバンドのオーバーラップが大きくなることで、電子もしくはホール
のキャリア密度が増加し、励起子の電子と正孔の間に働くクーロン力が遮蔽されるので励起子の束縛エネルギー
が小さくなることで転移温度が小さくなる。一方で半導体相の Eg > 0ではエネルギーギャップ Eg が大きくな
ることで励起子の生成が抑制が抑制されることで転移点が減少する。また半導体相における励起子絶縁体転移は
励起子のボーズアインシュタイン凝縮、半金属の領域では BCS状態で特徴付けられることから、両者の間には
BCS-BECクロスオーバーが実現している可能性が議論されている。

Eg > 0 Eg < 00

BCSBEC

半導体

励起子絶縁体

Eg 

TC

半金属

温度
励起子-+

図 1.21: 励起子絶縁体の理論相図。

励起子絶縁体の可能性を議論をする上で図 1.21に示した理論相図が重要な視点となる。励起子相への相転移
はバンドギャップ Eg をチューニングすることで相転移温度を制御できる。ここでバンドギャップ Eg を制御する
手法としては高圧力や元素置換という手法があるが、圧力は元素置換と違い系の乱れを少ない状態で電子状態を
制御することができ、圧力下での励起子絶縁体の振る舞いを図 1.21の理論相図と比較することは重要となる。
これまでの議論で励起子相が実現する系ではギャップの大きさが重要であることがわかったが、励起子の束縛
エネルギーも励起子相の形成に重要な要因となる。以下の式 (1.18)は 3次元物質の励起子が持つエネルギーの式
である。

EnK = Eg +
h̄K2

2M
− Eb (1.18)

ここでK は励起子の運動量、M は励起子の質量を表している。最後の項は励起子の束縛エネルギーを示してお
り、 その表式はリュードベリ定数 Rと量子数 nを用いて、３次元の場合、２次元の場合、1次元の場合それぞ

16



れ以下の式 (1.19)、式 (1.20)、式 (1.21)で表せる。

E3D
b = −R∗

n2
(1.19)

E2D
b = − R∗

(n− 1/2)2
(1.20)

E1D
b = − R∗

(n− 1)2
(1.21)

ここでリュードベリ定数 R∗は電子と正孔の換算質量 µ、素電荷 e < 0、物質の誘電率 ϵ0を用いて式 (1.22)で表
される。

R∗ = − µe4

2h̄ϵ20
(1.22)

ここで重要な点では励起子の束縛エネルギーは系の次元に依存し、系の次元性が低下するほどその大きさは大き
くなる点である。
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1.4 研究目的
従来の強相関電子系物質における研究では、いわゆる量子臨界点近傍における非従来型超伝導や異常金属相の
出現やその起源解明を目指した研究が集中的に行われてきた。さらに近年では、半導体-半金属転移近傍における
超伝導や励起子相の発現、モット絶縁体である 5d電子系物質における多極子秩序の可能性など、半導体領域近
傍での新奇な電子状態に関する研究が新たに注目を集めている。本研究では以下の 3つのナローギャップの化合
物に着目し、(1)多極子自由度を有するダブルペロブスカイト化合物 Ba2MgReO6における磁気および四極子秩
序の相関、(2)BiS2 系超伝導体の類縁物質 LaOPbBiS3 における局在-非局在と超伝導、(3)励起子絶縁体候補物
質である Ta2NiSe5と同型構造を有する Ta2NiS5の圧力効果を調べることで、個々の物質に対する圧力相図を確
立すること、またさらに磁気・電荷・軌道自由度に起因した多彩な相転移現象および新奇な電子状態の探索、さ
らにはその起源解明を研究目的とした。
本論文では、第 2章で高圧発生技術と物性測定方法について説明し、第 3章から第 5章までは上記 3つの物質
に対する研究背景、研究目的、実験結果と考察をそれぞれ述べる。最後に第 6章では結論と今後の課題について
まとめる。

18



第2章 実験手法

2.1 高圧力発生方法
本研究では圧力を用いて物質の電子状態を制御し、電気抵抗率、ホール効果、交流磁化率および交流比熱測定
を行った。本項では圧力の発生技術と圧力実験を行う上での基本的な注意点を述べる。

2.1.1 圧力セル
圧力の発生には試料空間に試料と圧力媒体を閉じ込めて体積を小さくすれば良いだけであるが、この技術的解
決は容易ではなく、特に圧力媒体の封止は圧力技術の発展で非常な難点であった。この問題を解決した人物が、
圧力技術を発展させた成果によりノーベル賞を受賞した P.W.Bridgmanである。Bridgman以降、これまでに用
途に合わせていくつかの種類の圧力セルが開発されている。本項では実験に使用した圧力セルとしてピストンシ
リンダー型と対向アンビル型、そして比較のためにダイアモンドアンビル型を紹介する。それぞれの圧力セルの
主な相違点は試料を入れる空間の大きさや達成可能な圧力、加えて静水圧性である。圧力実験を行う場合は、こ
れらの相違点を理解した上で、探索したい物理現象に合わせた適切な圧力セルを選ぶ必要がある。圧力セルの特
性を理解しないまま実験をすると、本質的な物理現象を見失う危険がある。圧力セルの特徴を理解することは、
圧力技術の技術的な知識の習得だけでなく、物理現象の理解を助くものとなる。

ピストンシリンダー型

ピストンシリンダー型の圧力セルは注射器のように閉じ込めた空間を一軸方向に圧縮させて高圧力を発生させ
る手法である (図 2.1)。圧力容器は内層にNiCrAl合金、外層にCuBe合金を用いた 2層構造になっている。ピス
トンやバックアップは非磁性WCが用いられている。圧力媒体を封止する方法としてはテフロンセルを用いる。
さらにシーリング性能を高めるために、テフロンセルの端にはシールリングを設置する。シールリングはプラグ
とテフロンセルの間にわざと隙間を設ける役割があり、これによって圧縮の際にテフロンを内側にくるように誘
導することができる。リングがないとテフロンはピストンの脇へと逃げるため、シーリング性能は低くなる。ピ
ストンシリンダーセルは、軸方向にテフロンと一緒に圧力媒体を圧縮する。圧縮の後、ネジで留めてピストンの
戻りを防ぎ圧力を維持する。この方式はクランプ型と呼ばれる。クランプ型の圧力セルは冷凍機器に取り付け、
磁場を組み合わせることが可能なので、高圧・磁場・低温のもとでの実験が行える。

上部ロックナット (CuBe)

バックアップ (WC)

ピストン (WC)

シリンダー (CuBe)

内側シリンダー (NiCrAl)

テフロンセル

シールリング(CuBe)

プラグ(CuBe)

下部ロックナット (CuBe)

図 2.1: ピストンシリンダー型圧力セルの概略図
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ピストンシリンダー型の圧力セルがもつ最大のメリットは試料空間が大きいことである。本研究で用いるテフ
ロンセルは内径が ϕ5 mm、長さ 10 mmとなっている。そのため試料内部には複数の配線や、光ファイバーなど
を同時に通すことが可能で、一度に 3,4つ程度の試料の測定がおこなえる。加えてこの大きな試料空間のために、
静水圧性にも優れている。しかし、達成圧力が 3 GPa程度と低いため、より高圧の実験が必要な場合には不向
きとなる。
実際のセットアップを図 2.2に示す。プラグにリード線を通した後、プラグの根本をエポキシで固める。本研
究で用いたエポキシは Stycast2850FTである。ここで圧力が逃げないようにするための注意点が 2つある。1つ
はエポキシがプラグ内部にも浸透するように、リード線を出す方向に動かし、内部もエポキシで満たすこと。も
う 1つはエポキシを塗る箇所は半球上にすることである。

Pb

LaOBiPbS3

(a) (b)

図 2.2: ピストンシリンダー型圧力セルを用いたセットアップの例。プラグに対して (a)上から、(b)横から見た場合の写真
である。

本研究で用いたピストンシリンダー型圧力セルのテフロンセルの内径は 5.0 mmであるため、5 tonの加重を
加えた場合に期待される圧力はおおよそ 2.5 GPa程度である。図 2.3には実験に用いたピストンシリンダー型圧
力セルの荷重-圧力曲線を示す。圧力媒体はグリセリンを用い、Pbの超伝導転移温度より圧力は校正した。加圧
によって圧力は単調に増加し、5 tonの荷重で約 2.0 GPa程度の圧力に達する。期待されるより圧力より小さい
理由は、クランプ後にピストンとクランプネジとの間のあそびが戻った可能性、また圧力は低温で見積もられて
いるため常温と比較して圧力セルが収縮した可能性などが考えられる。

3.0

2.5

2.0

1.5

1.0

0.5

0.0

P 
(G

Pa
)

6543210
Load (ton)

pressure medium manometer
 glycerin Pb
 glycerin Pb

図 2.3: 本研究で用いたピストンシリンダー型圧力セルの荷重-圧力曲線。圧力媒体はともにグリセリンであり、Pbの超伝導
転移温度より圧力を校正した。
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対向アンビル型

対向アンビル方式の 1つとしてブリッジマンタイプがある。このタイプではアンビルの先端部の面積は小さく、
底面は大きな円錐状になっている。この形状により先端部に集中する応力を底面に向かって分散させることで、
材料の破壊を防ぐ (図 2.4の概略図)。圧力封入のためにガスケットの上下をアンビルの間にはさみ、アンビルに
荷重を加えることで圧力が発生する。試料はガスケットの中心にある試料空間に圧力媒体と一緒に封入される。

200

Fig. 2. (Color online) Cross section and photos of the
newly developed cell [1].

Fig. 3. (Color online) Sample load-pressure curve taken
with the configuration of Fig. 2 and with glycerol as pres-
sure transmitting medium. Pressure values are determined
by ruby fluorescence method [32].
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ては圧縮方向の強度よりも，引張強度および伸び・

靭性が重要である。非磁性合金では，銅ベリリウム

合金 C1720 が一般的で，引張強度はそこそこ（～

1.3 GPa）であるが伸びが良く壊れにくく，クラン

プセル用として専ら使用されてきた。磁化率は，概

ね 10－6 emu/g 程度である。他方，Ni Cr Al 合金

[2,3]（大同特殊鋼 DSA760）は，より高い引張強

度（～2.3 GPa）を持ちピストンシリンダーセルに

おいて 4 GPa 弱を実現でき，C1720 より若干磁性

が大きい程度の非磁性合金として幅広く利用されて

きている（同様の Ni 基合金として MP35N も利用

されているが一桁磁化率が大きい。）。ただし，

C1720 に比べ伸びは半分程度しかないため，ガスケ

ット等に使用した場合には非常に割れやすい。我々

は，ガスケットとしてはすり鉢状にしてサポート効

果を得ることで，クランプセルとしては応力集中を

避けることで，NiCrAl 合金を素材として使用する

ことに成功した。具体的には後述する。なお，多く

のオーステナイト系ステンレスは「非磁性」である

が，歪により変態して磁性を生じるので非磁性高圧

材料としては適していない。磁性を許容するとして

もマルエージング鋼を使用する程でもない部分の材

料としては，析出硬化型ステンレスの SUS630（17

4PH，引張強度 1.4 GPa）が非常に安価で錆びな

いためお勧めである。

. 広い試料室空間のためのガスケット

対向アンビル型では，大きな試料室空間を得るた

めにガスケットの厚みを内部摩擦と引張強度で支え

るか，アンビルに凹みをつける必要がある。凹みに

関しては余り圧力発生効率に影響しないことが経験

的に知られていたので，我々はまずは凹み無しでガ

スケットの初期厚みを如何に大きく取るかというこ

とを追求した。アンビルの形状はドリッカマー型

[4]を参考にして 30°のアンビル傾斜角に固定して，

多種多様な材料の組合せで最も圧力発生効率と空間

効率のバランスが良いガスケット構造を探した[5]。

その結果，配線法が難しくなるものの，金属材料を

主として構成するのが良いこと，Fig. 2 の様なすり

鉢状のガスケットにしてアンビルの側面との間に適

切な空間を設けることによりガスケットの広がりと

割れを防ぐ効果を積極的に付与すると良いことを見

出した。いわば，ドリッカマー型と DAC の様な平

板ガスケットの中間を採ったガスケットである。ア

ンビルのキュレット径が 4 mm の時に，ガスケット

の初期厚みを 1 mm，穴径を 2.5 mm 取ることがで

きる。さらに，アンビル先端に凹みを付加すること

により，圧力印加前の試料室体積として～7 mm3 を

確保できた。材料は NiCrAl 合金を使用した。また，

試用のみであるが，中心部付近にのみ金属タングス

テンを使用した場合に若干圧力発生効率が上がるよ

うである。金属ガスケットであるので，テフロンカ

Gasket

Anvil

clamp cell

図 2.4: 対向アンビル型圧力セルの概略図と写真

本研究で用いた対向アンビル型圧力セルも基本的な原理は一緒である。図 2.4に本研究で用いた対向アンビル
型圧力セルの写真を示す。アンビルは非磁性WC、圧力セルとガスケットは NiCrAl合金を用いて加工されてい
る。本研究で用いた対向アンビル型圧力セルメリットとして、液体や気体の圧力媒体の封入が容易なこと、大容
量の試料空間 (∼7 mm3)をもつこと、そして 10 GPaまでの圧力が発生可能なことが挙げられる。後述する通り、
圧力媒体の選択は圧力の質、つまり静水圧性を決める重要な要因である。圧力媒体として使われる物質は、常温
常圧において気体・液体・固体のものがそれぞれ用いられる。静水圧性の良い順番は気体・液体・固体のである
ものの、試料空間への圧力媒体の導入の容易さはその逆である。本実験で用いた改良型対向圧力セルはガスケッ
トに金属が用いられているので、固体以外の圧力媒体の導入が容易になっている。そしてアンビルの形状やガス
ケットの形状の工夫により、大きな試料空間と高い圧力の発生が両立している。
本研究ではセルサイズが ϕ29と ϕ22の 2つの圧力セルを使用した。前者はアンビルトップが ϕ4 mmで大きな
試料空間をもち、冷凍機への装着ができる。後者はアンビルトップが ϕ3 mmとなり、試料空間は小さくなるも
のの、Quantum Design社の Physical Property Mesurement System(PPMS)に装着が可能なため、高温におけ
る精密な測定ができる。いずれにしても今回使用した改良対向アンビル型圧力セルは良質は圧力下において、強
磁場・極低温という複合的な環境下の物性測定が可能になっている。
実際のセットアップを図 2.5に示す。リード線はアンビルの中心を通し、エポキシ樹脂とダイヤモンドパウダー
を混ぜた混合物で埋めている。エポキシ樹脂は Stycast1288を用いており、Stycast1288とダイヤモンドパウダー
は 1:3.8の質量比で混ぜている。Stycast1288とダイヤモンドパウダーの混合物の粘度は実験室の温度や湿度に
よって異なるが、それぞれの混合比を誤らなければ問題なく硬化する。さらに表面にはアラルダイトとダイヤモ
ンドパウダーを体積比 1:1で混ぜた混合物を薄く塗る。これによって表面がコーテイングされ、圧力耐性がより
増強される。またこの混合物は絶縁性に優れていいるため、ガスケットの内側とトップアンビルの窪みにも塗布
するこで、万が一に試料と圧力セルが接触した場合でも、試料とセルに導通は現れない。図 2.5に示したセット
アップは加圧に成功した例である。
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3 mm

0 0.2 mm Ba2MgReO6 Pb

図 2.5: 対向アンビル型圧力セルを用いたセットアップの成功した例

参考のために、加圧に失敗したセットアップを図 2.6に示す。成功した場合との違いをより明確に表したイラス
トを図 2.7に示す。失敗したセットアップが成功した場合と異なる点は、エポキシ樹脂とダイヤモンドパウダー
の混合物のなじませ方である。失敗したセットアップでは、エポキシ樹脂はアンビルの内側のエッジに近いとこ
ろで削れている。このようなセットアップでは、加圧によってガスケットの穴が縮小することと同時に、エポキ
シ樹脂がエッジから剥がれてしまうため、圧力を維持できなくなる。そのため、エポキシ樹脂で穴を埋めたあと
は、図 2.5に示すようにエポキシ樹脂をエッジ部分で十分になじませる必要がある。

Ba2MgReO6 Pb

図 2.6: 対向アンビル型圧力セルを用いたセットアップの加圧に失敗した例

(a) (b)

図 2.7: 対向アンビル型圧力セルの (a)成功した、(b)失敗したセットアップの比較。

本研究で用いた圧力セルの荷重-圧力曲線を図 2.8に示す。図 2.8に示した圧力セルのサイズは (a)が ϕ22、(b)

が ϕ29である。注意する点は、(a)は圧力マノメータに Pbの超伝導転移温度用いているため、グラフに示す圧
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力は低温の値であるのに対して、(b)の場合はルビー蛍光法から室温で圧力を校正している点である。発生圧力
の温度依存性は後に説明する。発生圧力に注目すると ϕ22の圧力セルの場合は 10 tonの荷重に対して約 10 GPa

程度の圧力が発生する。また同じ荷重でも圧力が異なっているが、この原因としてはガスケットサイズや圧力媒
体の相違が考えられる。ϕ29の場合は、10 tonで約 5 GPa程度の圧力が発生している。また図 2.8(b)の紫の曲
線に示すように、圧力マノメータとしてルビー蛍光法を用いた測定では、より詳細な荷重-圧力曲線が得られてい
る。荷重を加えると圧力は単調に増加し、クランプによってさらに圧力が発生する。クランプした状態で荷重を
小さくするとアンビルとクランプネジのあそびの分だけ圧力が抜け、発生圧力は減少する。
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図 2.8: 本研究で用いた対向アンビル型圧力セルの荷重-圧力曲線。圧力セルのサイズは (a)ϕ29、(b)ϕ22である。それぞれ
の曲線は圧力媒体としてグリセリン、アルゴン、Stycast1266を用いた場合、ガスケットサイズ、圧力マノメータと
して Pbの超伝導転移転とルビー蛍光法の場合がプロットされてある。詳しくは図中の凡例を参照。

荷重を圧力の関係をより詳細に取得した図 2.8(b)の紫のデータに関しては、各荷重におけるクランプした直後
の圧力と、クランプした状態で荷重を 0 tonにしたときの圧力を図 2.9にまとめた。図 2.9(a)より、クランプし
た直後の圧力と、0 tonに戻したあとの圧力は、ぞれぞれ加重に対して直線的に増加している。クランプしたあ
とに減少する圧力は、図 2.9(b)に示すように、発生圧力が大きくなるにつれてクランプ後に抜ける圧力の絶対
値は大きくなっており、4tonの加重では抜けた圧力は約 0.1 GPa程度であるのに対して、 14 tonの加重を加え
た場合は約 1.1 GPa程度の圧力が抜けている。さらに減少した圧力の割合を図 2.9(c)にまとめた。5 tonでは約
6 %程度の圧力がクランプ後に抜けている。その減少率は高圧になるにつれて大きくなり、13 tonの加重で約 13

%程度の圧力が抜ける。しかしそれ以上の加重では減少率の絶対値は小さくなり、14 tonで約-12 %程度になっ
ている。これらのことから、クランプ後に抜ける圧力の絶対値は加圧によって増加するが、その割合は 15 %以
下にとどまることがわかる。
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図 2.9: (a)各荷重でのクランプした直後の圧力と、荷重を 0 tonに戻したときの圧力。0 tonに荷重を戻したときに (b)減
少した圧力、(c)減少した割合。

図 2.10には、発生圧力の温度依存性をしめす。図 2.10(a)には生データを示してあるが、(b)に各温度の圧力
から常温の圧力を引いた∆P@RT を示す。1.4 GPaのグラフを見ると、室温から 200 Kまで圧力は減少し、それ
以下の温度では上昇に転じ、さらに低温の 50 Kでは圧力は再び減少する。この傾向は 2.3 GPaでも同様に見ら
れる。しかし 2.3 GPaでは極小値をとる温度が高温にシフトしている。さらに高圧領域では圧力の減少は見られ
ず、50 Kまで単調に上昇し、それ以下の温度で減少に転じている。1.4 GPaと 2.3 GPaにおいて見られる圧力
の極小値は圧力媒体として用いたグリセリンの固化温度に対応していると考えられる。3.8 GPaにおいて極小値
が観測されない理由は、室温におけるグリセリンの固化圧力が約 5 GPaであるため、グリセリンが室温ですで
に固化しているか、加圧によって粘度が増加しているためであると考えられる。3.8 GPa以上の発生圧力の温度
依存性を見ると、極大値の値は単調に増大している。さらに議論するために、室温からの圧力の変化率の温度依
存性を図 2.10(c)にまとめた。低圧領域では最大 14 %程度の圧力が抜けが生じているが、より高圧では圧力抜け
が抑制され、低温になるに従って圧力が発生する振る舞いをしめす。また 3.8 GPa以上の高圧領域では極大値の
値は、圧力によらずおおよそ 9 %程度の値を示している。以上の結果は ϕ29の圧力セルの場合である。ϕ22では
同様の実験は行っていないため、発生圧力の定量的な温度依存性はわからないが、セルやガスケットの構造、材
質は同じであるので、定性的な振る舞いは本結果と類似すると予想される。
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図 2.10: 圧力セルのサイズが ϕ29の対向アンビル型圧力セルの圧力の温度依存性。(a)は生データ、(b)は室温からの変化、
(c)はその変化率をプロットしている。

ダイアモンドアンビルセル

ダイアモンドアンビルセル圧力発生装置のアンビル形状と圧力発生方法はブリッジマンタイプ対向アンビル型
セルと同様である。この圧力セルの特徴はアンビルに最も硬い物質のダイヤモンドが用いられている点である。
これにより 100 GPaを超える圧力の発生が可能となる。一方で試料空間は 10−2 mm3 と非常に小さいため、一
般的に静水圧性は悪く、加えて実験には細心の注意と高い技術力が要求される。

圧力セルのまとめ

これまでに 3つの圧力セルを見てきた。それぞ達成可能圧力の大きさはピストンシリンダー型 (∼3 GPa)、改
良対向アンビル型 (∼10 GPa)、ダイヤモンドアンビル型 (∼ 100 GPa)の順で大きくなるものの、最大圧力は大
きくなるにつれ試料空間は小さくなる。これが意味することは、最大圧力が大きくなるほど非静水圧効果が顕著
になることである。それぞれの圧力セルは、ピストンもしくはアンビルに対して垂直な方向に一軸の荷重を加え
る。したがって圧力媒体に流体を用いている場合であっても、媒体をとおして試料にはたらく応力はあくまでも
異方的ある。つまり現実の高圧実験は擬似的に静水圧に近い状態になっているに過ぎない。1したがってよりよい
実験をするためには、異方的な応力を小さくしなければならない。そのためには、一般的に試料の体積に対する
試料空間の容積の比を小さくすればよい。しかしセットアップできる試料の大きさや、試料空間の容積は圧力セ
ルごとによって決まっているため、これらの比を変えることは非常に難しい。したがって、良質な圧力下で実験
する必要があるものの高い圧力を必要としない実験にはピストンシリンダー圧力セルを、静水圧性を気にせずと
りあえず高い圧力を目指した実験にはダイヤモンドアンビルセルを用いればよい。このように圧力セルにはそれ
ぞれメリットとデメリットがあるので、実験によって適切なものを選び、そして実験結果が圧力の質に依存する
かしないかを常に気にかけなければならない。

1より静水圧性のよい圧力セルとして、キュービックアンビル型圧力セルがある。この圧力セルは 6 つのアンビルをそれぞれ垂直な 3 軸
方向にセットすることで、6 方向から同時に加圧できる。また達成可能圧力も 15 GPa 程度で、試料空間も 3 mm3 と比較的大きい。しか
しキュービック型の圧力セルはそれ自体の大きさがヒトの身長ほどあるため、冷凍機やマグネットを組み合わせた実験は非常に限られた研
究室でしか行えない。
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2.1.2 圧力媒体
先述した通り、圧力媒体の選択も良質な圧力を生成できるかの重要な要素である。液体圧力媒体を用いたとき
に、特に問題になることは、圧力印加や低温にしたときに起こる固化に伴う静水圧性の減少である。ゆえに液体
圧力媒体を使用する場合は加圧時に、目的圧力まで固化しない、圧力や温度によって固化するときの体積変化が
小さいことが必要となる。
非静水圧性の定量的な指標は存在しないものの、ルビー蛍光から得られるスペクトルの半値全幅の値の系統的
な評価が行われている (図 2.11)[35]。ルビーに光を当てると高波長のR1線と低波長のR2線の蛍光スペクトルを
発する。非静水圧効果が強くなると R1線の幅はブロードになるため、線幅の評価をすることで、非静水圧性の
評価ができる。図 2.11には、ダイヤモンドアンビルセルを用いて、圧力下のR1線の半値全幅を評価した実験結
果を示している。半値全幅の圧力依存性によってGoup IからGroup IIIに分類されており、Iから IIIの順番で
より高い静水圧性が実現できる。Group IIIの液体媒体には n-プロパノール:イソプロパノール=1:1の混合液や
メタノール：エタノール=4:1の混合液などがある。メタノールとエタノール混合液はなかでも粘性が低く、10

GPa(@室温)まで固化しない物質として知られている。しかし電気抵抗測定に使用される導電性ペーストを溶か
すため、圧力媒体としては本実験では不適切である。そこで本研究では GroupIIに属するグリセリンを用いた。
グリセリンの固化圧力は 5 GPa程度であるので、それ以上の圧力を印加する場合は気をつけなければならない。
実際にグリセリンを用いた場合の 10 GPaにおける半値全幅はGroup Iのものと同程度になる。しかし本実験で
用いた圧力セルはピストンシリンダー型と改良対向アンビル型はダイヤモンドアンビルセルよりも試料空間が大
きいため、図 2.11よりも静水圧性はよいと思われる。

at 4.2 K are the same as those at 77 K within experimental
errors.

The present work reveals the suitability of nitrogen, ar-
gon, and helium as pressure media for cryogenic experiments
with DACs. The helium medium has been frequently used in
x-ray diffraction experiments. But the application of the me-
dium in electrical transport measurement has not remarkably
advanced, apart from in a few studies.48,49 This is due to the
large compressibility of helium in the low-pressure region.50

Meanwhile, the compressibility of nitrogen and argon are
smaller than that of helium.51,52 The two media can be safely
used in electrical transport measurements with DACs.53,54

It is interesting to introduce a recent work by Klotz
et al.13 in which a weak deviation from the homogenous
pressure in the sample space of the DAC was thoroughly
studied using eleven kinds of pressure media at room tem-
perature. They pointed out that the pressure quality of the
argon medium is worse than that of the nitrogen medium
above 2 GPa, even at room temperature. Unfortunately, the
small pressure gradient could not be detected in this study as
the broadening effect reflects the spatially averaged informa-
tion on the nonhydrostatic effects in the sample chamber. It
is noted, however, that the FWHM !or !FWHM" with the
argon medium is slightly larger than with nitrogen above
8 GPa at 77 K.

The pressure change during the cooling process #!P / P
= $P!77 K"− P!RT"% / P!RT"& is in the order of a few percent
for the organic and argon media with the present DAC. How-
ever, the values of !P / P for the helium and nitrogen media
are about 30% and 40%, respectively, at 2 GPa. The pressure
change decreases with increasing pressure. The change is in
the order of a few percent above 5 GPa with the nitrogen
medium and is 10% at 10 GPa with the helium medium. This
pressure change could be a disadvantage when the tempera-
ture dependence of a physical quantity is measured in a wide

temperature region. Also, a large change of pressure in the
low temperature region could cause the nonhydrostatic pres-
sure, making a damage to a sample even if the helium me-
dium is used.55

IV. DISCUSSION AND CONCLUSION

In this section, the relative strength of the nonhydrostatic
effects in the media is discussed from the line widths of the
ruby R1 line. For the sake of simplicity, the individual data
points are omitted and only the guide !fitted" lines for the
FWHMs at 77 K in Figs. 2–6 are compared. To discuss the
pressure effect clearly, the ambient pressure width FWHM!0"
is subtracted from the guide line: !FWHM=FWHM!P"
−FWHM!0". Here, FWHM!0" was determined for each of
the media. Figure 7 shows the pressure dependences of
!FWHMs for all the media.

The !FWHMs for the media in Group I show the large
value of above 0.3 nm at 5.0 GPa, indicating the strong non-
hydrostatic effects of the media. Although some of the media
in the group have advantages for use in high-pressure experi-
ments, they are not suitable media in cryogenic experiments
with the DAC at the higher-pressure region. The nonhydro-
static effects of the media in Group II are smaller than those
of the media in Group I below 5 GPa. However, the effects
become stronger above the pressure and are comparable with
those of the media in the former group around 10 GPa. The
effects of the media in Group III are smaller than those of the
media in the other groups, even in the low temperature re-
gion, up to 10 GPa. In particular, the broadening effect of the
ruby R1 line in the nitrogen, argon, and helium media are
significantly small, suggesting that the media are more ap-
propriate for cryogenic experiments with the DAC.

Finally, we mention some notes for interpretation of the
present results from different points of views.
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図 2.11: 14種類の圧力媒体におけるルビーの蛍光 R1 線の半値全幅の圧力依存性 (温度は 77 K)[35]。

図 2.12に、圧力セルに改良型対向アンビル型、圧力媒体にグリセリンを用いたときの、(a)超伝導転移温度
TSC 近傍における Pbの電気抵抗率の温度依存性と、(b)ルビー蛍光 R1 線の半値全幅の圧力依存性を示す。Pb

の TSCは圧力印加によって単調に低温にシフトする。このとき、図 2.12(a)の下図のように TSCの転移幅∆TSC

は５ GPa以下では一定のものの、それ以上の圧力では増加に転じる。この振る舞いは 5 GPaで静水圧性が悪
化してることを意味しているが、その原因はグリセリンの固化圧力が 5 GPa(@室温)であることによると考えら
れる。一方でルビー蛍光の圧力依存性を見てみると、室温の線幅はほとんど一定であるものの、低温の線幅は 4

GPa以上で上昇している。これもグリセリンの固化が原因であると考えられる。しかし線幅の大きさをダイヤモ
ンドアンビルの場合と比べると、対向アンビル型の方はその値は小さくなっている。したがって、改良対向アン
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ビル型でもグリセリンを用いた場合は、圧力下で静水圧性はわるくなるが、ダイヤモンドアンビルの場合と比べ
ると、よりよい静水圧が維持されていると期待される。
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図 2.12: (a)上のグラフは各圧力における Pbの電気抵抗率の温度依存性。下のグラフは超電動転移温度におけるオンセッ
トとゼロ抵抗の差の圧力依存性。(b)室温と低温のルビー蛍光の圧力依存性。

2.1.3 圧力校正
圧力は Pbの超伝導転移温度 TSCの圧力依存性から決定した。Pbの TSCと圧力の間には次の関係式を用いた。

P = 74.7175− 70.0292TSC + 40.0543T 2
SC − 12.7189T 3

SC + 2.16778T 4
SC − 0.18731T 5

SC + 0.00645201T 6
SC (2.1)

Pbの超伝導転移温度は図 2.12(a)のように圧力によって単調に減少する。超伝導転移温度を利用した圧力決定手
法は Inや Snもあるが、それぞれの常圧の TSC は 3.41 Kと 3.73 Kであるため、高い圧力での測定は難しくな
る。対して Pbは常圧で TSCが 7.18 Kと高く、30 GPaにおいても転移温度は TSC ∼1.5 Kであるため、10 GPa

までの測定では Pbを用いるのが適している。
本研究では Pbの超伝導転移温度測定では本学の共通設備の PPMSを用いたので、測定での注意点を述べる。
過電流による発熱や、温度の変調速度などは PPMSでも気をつけるべき点であるが、加えて残留磁場にも注意す
る必要がある。図 2.13には異なる条件での Pbの電気抵抗率の温度依存性をまとめている。図中の赤いグラフは
ゼロ磁場の状態で室温から低温まで温度を下げて、特に工夫せず測定した結果である。このとき TSC は 6.16 K

である。この状態から磁場を 1 Tまで上げ、再び 0 Tに戻して測定した結果 (緑のグラフ)は TSCが 6.21Kまで、
約 0.05 K上昇している。この差が残留磁場の影響によるものである。さらに 1 mTの磁場を印加した場合 (青の
グラフ)の TSCは、磁場を一度変化させた緑のグラフとおおよそ一致するため、残留磁場の大きさは 1 mT程度
であると考えられる。さらに 2 mTの磁場を印加すると (青のグラフ)、TSCは抑制されるため、残留磁場を上回
る磁場が印加されたと考えられる。今回示した場合は、約 1 mTの磁場が残留していると考えられるが、これま
での実験から 2 mTの磁場が残留していることもあれば、無視できる程度の残留磁場しかないこともあった。実
験ごとの残留磁場の相違は、他のユーザーのマグネットの使用方法や実験条件に左右されると考えられ、本学の
PPMSでマグネットを使用する場合は先に示したやり方で残留磁場のチェックを毎回すことが望ましい。
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2.2 物性測定方法
2.2.1 電気抵抗率
電気抵抗率の測定手法は四端子法を用いた。四端子法とは試料に電極を 4点で接触させて電気抵抗率を測定す
る手法であり、原理的に測定したい試料の電気抵抗以外を排除することができる。実際のセットアップの概略図
は図 2.14(A) に示すようになり、導電ペーストを用いて配線を接着する。このときの等価回路を図 2.14(B)に示
す。RSは測定したい試料の抵抗、R1、R4は電流源と試料の接触抵抗、R2、R3は電圧計と試料の接触抵抗、R5、
R6は電流端子と電圧端子間の試料の抵抗を示している。ここで R1 → R5 → RS → R6 → R4の順番で一定の電
流を流すことを考える。このとき理想的な電圧計では内部抵抗が無限大なので R2、R3 には電流が流れず、R2、
R3 において電圧降下を生じないため RS のみを測定できる。

R4

V V

(A )四端子法の配線 (B) 四端子法の等価回路

R1 R2 R3

RSR5 R6

図 2.14: 四端子法の測定方法。(A)実際の回路の配線。(B)等価回路を示している

しかし実際の測定では電圧を V、電流を I、電気抵抗を Rとすると式 (2.2)で表される。

V = IR+ V0 (2.2)

このとき V0 は試料に発生する熱起電力であり電気抵抗率の測定においては測定誤差の要因となるので取り除か
なくてはならない。このとき、熱起電力 V0 が流す電流の方向に依存しないことと、電流、電圧が奇関数である
ことに注意して電流反転の操作を行うと以下のように計算することで V0 を無視することができる。

R =
(V (+) + V0)− (V (−) + V0)

2(I(+)− I(−))
=

V

I
(2.3)
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2.2.2 ホール効果
図 2.15のように試料に電流を流し、電流方向に対して垂直に配置された電極間の電位差 Vy を測定する状況を
考える。磁場がない場合には Vy = 0であるが、磁場を印加すると電位差が生じる。この現象をホール効果とい
う。ホール効果は試料のキャリアの密度と符号を求めることができるので電気的特性を知る上では非常に強力な
実験となる。さらに詳細な説明のために x方向に電場をかけ、z方向に磁場Bをかけた状況を考える。このとき
電子、正孔ともにローレンツ力を受けともに −y方向の速度成分を持つ。この作用によって試料の端に電荷が蓄
積され、y方向に電場 Ey が現れる。これをホール電場という。
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図 2.15: ホール効果測定の概略図

ホール効果を古典論の電子の運動論で考える。磁場中の電子の運動方程式は式 (2.4)

m
dv⃗

dt
= −e(E⃗ + v⃗ × B⃗)− mv⃗

τ
(2.4)

とかける。ここで τ はキャリアの散乱時間であり、mv⃗/τ は散乱により受ける力を表す。ここで磁場 B⃗ = (0, 0, B)

とすると式 (2.5)でそれぞれ書き下せる。

dvx
dt

= − e

m
(Ex − vyB)− vx

τ
dvy
dt

= − e

m
(Ey + vxB)− vy

τ
dvz
dt

= − e

m
Ez −

vz
τ

(2.5)

いま定常状態を考えているので dv⃗/dt = 0であり、y方向に電流が流れないという条件下、つまり vy = 0では、
式 (2.5)の第 2式は式 (2.6)となる。

eEy = evxB (2.6)

この式は定常状態において、電子に働くローレンツ力とホール電場による力が釣り合って y方向に電位差が生じ
ることを示している。ここで電流密度 Jx = nevxとするとホール電場 Ey は磁場 Bと電流密度 Jxに比例するこ
とがわかる。このとき、その比例係数をホール係数といい RH と表す。これを式で表すと式 (2.7)となる。

RH =
Ey

JxB
=

1

ne
(2.7)

よって式 (2.7)より、ホール係数を測定することによってキャリア密度とその符号を見積もることができる。ま
た電気伝導度 σ = neµとホール係数の積はキャリア易動度 µを与えるので、ホール効果を測定することは物性
研究において重要な意義がある。
これまでは物質内部に電子もしくは正孔のどちらかのみが存在する場合を考えてきた。次に電子と正孔 2種類
のキャリアが存在する場合を考える。このときホール係数は電子/正孔の易動度 µe,h をと密度 ne,h 用いて

RH =
nhµ

2
h − neµ

2
e

e(nhµh + neµe)2
(2.8)

とかける。半金属のように電子密度と正孔密度が等しい場合 (n = ne = nh)には式 (2.9)で書ける。

RH =
1

ne

µh − µe

µh + µe
(2.9)
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また一般的に電気伝導率が σ = ne(µh + µe)で表されることを考慮すると、式 (2.9)は式 (2.10)で表される。
RH

ρ
= µh − µe (2.10)

これまではホール効果に関する理論的な説明を行なった。ここからは実際に実験を行う上での注意点を述べる。
図 2.15より試料の大きさとして厚みを t、幅を wとする。このとき電流密度は Jx = Ix/wtとなり、ホール電圧
は Vy = Eywとなる。このときホール抵抗 Rxy は式 (2.11)と表される。

Rxy =
Vy

Ix
=

Eyw

Jxy/wt
=

Ey

Jxt
=

RH(B)

t
(2.11)

ここでホール抵抗率を ρxy = Rxytとすると式 (2.11)は以下の式で表される。

ρxy = RH(B) (2.12)

本研究ではホール抵抗率が磁場に比例することから式 (2.12)を用いてホール係数を決定した。
しかし実際の測定では、ρxy において電流の向きに対して平行な成分 ρ||と、垂直な成分 ρ⊥の寄与がそれぞれ
あるので ρ||の成分を差し引かなくてはならない。ここで磁気抵抗成分 ρ||は偶関数であること、ホール抵抗成分
ρ⊥ は奇関数であることに着目する印加する磁場を反転させることによって以下の関係がそれぞれ成立する。{

ρ||(−B) = ρ||(+B)

ρ⊥(−B) = −ρ⊥(+B)
(2.13)

したがってホール抵抗成分のみを抜き出すためには以下の操作をすれば良い。

ρxy =
ρxy(+B)− ρxy(−B)

2
=

(ρ||(+B) + ρ⊥(+B))− (ρ||(−B) + ρ⊥(−B))

2
(2.14)

また本研究では磁気抵抗の測定も行った。磁気抵抗 ρxx(B)の測定では、ホール抵抗とは逆に、垂直な成分 ρ⊥を
差し引くために次の操作をする。

ρxx =
ρxx(+B) + ρxx(−B)

2
=

(ρ||(+B) + ρ⊥(+B)) + (ρ||(−B) + ρ⊥(−B))

2
(2.15)

これまでの説明により電気抵抗率、ホール効果の測定手法を述べた。これらの測定は組み合わせることによりそ
れぞれの同時測定が可能であり、その手法を五端子法と呼ぶ。図 2.16にその概略図を示す。この方法では電気抵
抗率測定とホール効果測定用の電流端子は共通にする。そして V1端子と V2端子によって電気抵抗率 ρxxを測定
し、V1 端子と V3 ホール抵抗率を測定する。
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図 2.16: 五端子法の概略図

図 2.17に五端子法を用いたセットアップの例を示す。本研究で用いた導電ペーストは DuPont社の 4922N銀
ペースト、徳力本店のシルベスト 8563金ペーストであり、用いた溶媒は酢酸ブチルセロホルムである。試料と
導電ペーストの相性は試料によって異なるが、その相性は端子を接着して接触抵抗を確かめるまで不明である。
4端子法を用いた電気抵抗率測定だけであれば、理想的には試料以外の抵抗の寄与を無視できるので、用いる導
電ペーストとの相性が大きな問題になる場面は少ない。しかしホール効果測定の場合は、発生するホール電圧の
大きさが 1 µVから 10µVオーダーと小さな値であるため、接触抵抗に起因したノイズの影響によって、ホール
抵抗が正しく測定できな場合が多い。そのため、接触抵抗を抑制するために、試料と導電ペーストとの相性は重
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要になる。また、それ以外にも接触抵抗を小さくするために、粘度の小さいペーストを用いることや、試料の表
面状態をフレッシュにすることなどの工夫も必要となる。

図 2.17: 五端子法を用いたセットアップ例

圧力下のホール効果測定では、加圧によって接触抵抗が小さくなるので、常圧と比較してホール抵抗の測定は
容易になる。しかし、常圧の場合と比較して、ホール効果を圧力下で正確に測定するためには温調が重要になる。
図 2.18には、対向アンビル型圧力セルを用いて、圧力下で Ta2NiSe5のホール抵抗率を測定した結果を表してい
る。測定した温度は 300 K、電流の大きさ 1 mAで共に同じであるが、温度を 300 Kにした後の待ち時間が異な
る。5分しか待たない場合は、ホール抵抗率の生データは 0 Tから 5 Tにむかって立ち上がっている (図 2.18(a)

の赤グラフ)。一方で 15分待った場合は、ホール抵抗率は-5 Tから 5 Tまで直線的である (青グラフ)。この違
いを反映して、磁気抵抗成分を差し引くと (図 2.18(b))、待ち時間が長い場合と比較して、待ち時間が短い場合
のグラフの傾きはより急になっている。このように待ち時間にの長さによってホール抵抗率の振る舞いが異なる
原因は、圧力セルの熱容量が大きいことにある。待ち時間が短い場合、試料と温度計の温度に差異が生じ、真の
ホール抵抗率の測定が行えない。そのために、十分な待ち時間を確保することで、それらの差異を小さくするこ
とが重要となる。対向アンビル型を用いた場合の待ち時間は約 15分程度で十分であるが、ピストンシリンダー
型はより熱容量が大きいため最低 20分程度の待ち時間を設定する必要がある。
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図 2.18: 対向アンビル型圧力セル中での Ta2NiSe5 のホール抵抗率の (a)生データと、(b)磁気抵抗成分を引いた結果。測
定した温度、電流の大きさは同じであるが、待ち時間は赤が 5分、青が 15分である。

2.2.3 交流磁化率
交流磁化率における実部 χ′は磁気応答成分であり、虚部 χ′′はエネルギー損失の成分を表す。交流磁化率は磁
気転移温度の圧力依存性や超伝導バルク性を圧力下で調べるために有力な手法である。強磁性秩序の場合は転移
温度で χ′と χ′′ともにシャープなピークを示す。超伝導転移においてはゼロ抵抗になった温度で交流磁化率にシ
グナルが出るが、第一種と第二種で振る舞いが異なる。第一種の場合は χ′ に不連続な減少と χ′′ にシャープな
ピークが、第二種の場合は χ′ に緩やかな減少と χ′′ の幅広いピーク構造が現れる。
本研究では Ba2MgReO6と LaOPbBiS3の実験において交流磁化率の測定を行った。実験条件は Ba2MgReO6

が周波数 231 Hz、変調磁場 0.4 mT、LaOPbBiS3 が周波数 231 Hz、変調磁場 ∼0.1 mTである。
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2.2.4 交流比熱
比熱の測定手法には断熱法、熱緩和法、交流法がある。これらの中で交流法は絶対値測定を行うことは困難で
あるが、圧力下でも有効な測定手法である。交流法は試料に交流熱を与える手法であり、ヒーターパワーと周波
数を P0 と ω、試料に発生する温度の振幅を TAC とすると、比熱 C は次式で与えられる。

C =
P0

ωTAC
(2.16)

本研究ではBa2MgReO6の比熱測定を行った。ヒーターにはストレインゲージを、温度計にはAu/AuFe(0.07 %)

の熱電対を用いた。また、比熱測定においては周波数 ωは予め決める必要があり、これは温度の振幅 TAC が周
波数の逆数に対して比例する領域が最も適している。図 2.19には温度計の電圧 VAC の周波数依存性を示した。
本研究では 60 Hzから 200 Hzの領域でよい直線性を示しているので、その領域の周波数を用いて比熱の測定を
した。
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図 2.19: 圧力下の低温における VAC の周波数依存性。

2.2.5 測定試料
本研究で測定対象とした試料は全て以下の共同研究者から提供を受けたものを用いた。Ba2MgReO6について
は、東京大学の廣井研究室でフラックス法により育成された単結晶試料を用いた [36]。LaOPbBiS3については、
東京都立大学の水口研究室で固相反応法により育成された多結晶試料を用いた [37]。Ta2NiS5は東京大学の高木
研究室で化学気相輸送法により育成された単結晶試料を用いた [38]。
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第3章 Ba2MgReO6における四極子および磁気秩
序相の圧力効果

3.1 研究背景
遷移金属化合物は結晶場効果が強いため d電子の軌道角運動量が凍結している場合が多く、f 電子のように軌
道角運動量とスピン角運運動量がスピン軌道相互作用によって結合した全角運動量が物性に表出することは少な
い。このことは 3d電子系化合物においてはほとんど正しい。しかし d電子系の中でも、重元素の 5d電子を含む
遷移金属化合物は、スピン軌道相互作用のエネルギースケールが結晶場に匹敵する。この状況下では、d電子系
化合物においても、f 電子系の場合と同様に全角運動量 J が電子物性に重要な役割を担う。本研究では 5d電子
系化合物の中でもにおける多極子秩序の出現が期待されるダブルペロブスカイト構造をもつ化合物 Ba2MgReO6

に注目した [36, 39]。ダブルペロブスカイト構造は化学式 A2BB′O6で表され、B原子、B’原子を中心としたO

原子の 8面体が交互に並んだ構造をとる (図 3.1(a))[40]。第 1章で説明したようにペロブスカイト構造をとる化
合物では、縮退した 5d電子のエネルギーは準位は結晶場の影響によって、2重縮退した eg と 3重縮退した t2g

軌道の 2つの準位に分裂する。加えて 5d電子系化合物では強いスピン軌道相互作用がはたらくので、軌道角運
動量とスピン角運動量が結合し、t2g 軌道はさらに分裂する。Ba2MgReO6 は Re6+ イオンが 5d1 電子をもつの
で、有効全軌道角運動量 Leff=1、全スピン角運動量 S = 1/2である。したがって t2g 軌道は二重縮退した有効全
角運動量 Jeff = 1/2(Γ7)と四重縮退した Jeff = 3/2(Γ8)に分裂する [41]。

Re
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図 3.1: (a)ダブルペロブスカイト構造 ABB′O6 の構造 [36]。図は Ba2MgReO6 を示している (b)ダブルペロブスカイト構
造中に置かれた d電子のエネルギー準位の分裂。

はじめに d 電子系における多極子秩序の発端となった Os7+ イオン (5d1 電子をもつ) を含む立方晶 (空間
群:Fm3̄m)のモット絶縁体 Ba2NaOsO6をみていく。単結晶 Ba2NaOsO6の磁化の温度依存性と磁場依存性を図
3.2に示す [42]。Ba2NaOsO6は Tm ∼ 6.8 Kで強磁性転移を示す。飽和磁化は [110]方向が 0.23µB、[111]方向が
0.18µB、[100]方向が 0.17µB の値をとる (µB はボーア磁子)。また磁化率から見積もった有効磁気モーメントは
[110]、[111]、[100]方向でそれぞれ 0.647µB、 0.602µB、0.596µBと小さな値になる。これは軌道モーメントがス
ピンを打ち消しているためだと考えられる。つまり強いスピン軌道相互作用によって、軌道角運動量がスピン角
運動量と結合していることを表す。一方で容易軸の方向に注目すると、最も容易な磁化軸は [110]であり、つい
で [111]、[100]となっている。通常、立方晶構造を持つ強磁性体は [100]ないしは [110]がふつう磁化容易軸にな
るので、[110]が容易軸になるのは不思議なふるまいである。Ba2NaOsO6の詳細な磁気構造は単結晶試料を用い
た NMR測定より明らかにされており、強磁性転移温度以下では磁気モーメントが [110]の軸方向に対して ±ϕ

傾いたキャント反強磁性であることがわかっている [43]。低温でキャント反強磁性が安定化するメカニズムとし
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て、Jeff = 3/2に由来する四極子秩序が重要であることが理論的に提案されている [44]。実際に NMR測定では
12 Kで対称性の低下を表すスペクトルの分裂が観測されており、これが四極子秩序の形成による構造歪みでは
ないかと議論されている [45]。

temperature shows a moderate amount of curvature [panel
(a) of the inset to Fig. 4]. Data between 75 and 200 K can
nevertheless be fit by a Curie-Weiss law if a constant offset,
nominally attributed to Van Vleck paramagnetism, is in-
cluded: ! ! C="T # "$ % !0 [panel (b) of the inset to
Fig. 4]. This fit results in relatively small effective mo-
ments #eff of 0.602(4), 0.596(1), and 0:647"3$#B for fields
oriented in the [100], [111], and [110] directions, respec-

tively, indicative of substantial spin-orbit coupling, and
Weiss temperatures of #10"2$, #10"1$, and #13"1$ K.
Values of !0 are found to be 3"1$ & 10#5, 1:7"1$ & 10#4,
and 1:76"9$ & 10#4 emu=mol Oe for fields oriented in
these same directions.

The magnetic phase transition is most clearly seen in the
heat capacity (Fig. 5). Data were taken using the relaxation
method for 3–4 single crystals weighing a total of 2–3 mg,
oriented at arbitrary angles to each other, for temperatures
from 0.3 to 300 K. A sharp anomaly is seen with a peak at
6.8(3) K, which defines the critical temperature TC. The
magnetic contribution to the heat capacity was estimated
by subtracting a polynomial extrapolation of the higher
temperature phonon heat capacity, fit between 14.5
and 18 K [Cph ! 0:065"7$T % 0:00262"6$T3 # 2:6"1$ &
10#6T5, shown in Fig. 5]. Since the magnetic contribution
is significantly larger close to TC, this crude subtraction
results in only small systematic errors. The total magnetic
contribution to the entropy Smag through the transition is
found to be 4:6 J=mol K (right axis, Fig. 5), falling slightly
short (80%) of R ln2 ! 5:76 J=mol K. No additional
anomalies are observed up to 300 K (inset to Fig. 5).

The triply degenerate t2g orbitals of OsO6 octahedra in
the undistorted Ba2NaOsO6 crystal structure constitute an
effective unquenched angular momentum L ! 1. The ma-
trix elements of the orbital angular momentum operator L
within the t2g manifold are the same as those of#L within
states of P symmetry [19]. Application of spin-orbit cou-
pling therefore results in a quartet ground state (J ! 3=2)
and a doublet excited state (J ! 1=2) [19–21]. Since the
integrated entropy through the magnetic phase transition is

f.u
.

FIG. 4. Low temperature magnetization of Ba2NaOsO6 as a
function of temperature in a field of 2 T. Insets show (a) inverse
susceptibility and (b) the inverse of the susceptibility with a
constant offset, !0, subtracted. Lines show fits to Curie-Weiss
behavior. f.u. refers to one formula unit.

FIG. 5. Heat capacity (left axis) and magnetic contribution to
the integrated entropy (right axis) for the magnetic transition in
Ba2NaOsO6. The dashed line (left axis) shows an extrapolation
of a fit to the phonon background, the solid horizontal line (right
axis) indicates the theoretical entropy of R ln2 for a doublet
ground state. The inset shows the heat capacity to 300 K. The
upper axis shows the Dulong-Petite value of 249 J=mol K.

FIG. 3. Magnetization of Ba2NaOsO6 along high-symmetry
directions as a function of applied field at 1.8 K for a full
hysteresis loop. ‘‘f.u.’’ refers to one formula unit. The inset
shows magnetization as a function of angle in the (01!1) plane
at a temperature of 1.8 K and a field of 2 T. A line is drawn
between data points to guide the eye.
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by subtracting a polynomial extrapolation of the higher
temperature phonon heat capacity, fit between 14.5
and 18 K [Cph ! 0:065"7$T % 0:00262"6$T3 # 2:6"1$ &
10#6T5, shown in Fig. 5]. Since the magnetic contribution
is significantly larger close to TC, this crude subtraction
results in only small systematic errors. The total magnetic
contribution to the entropy Smag through the transition is
found to be 4:6 J=mol K (right axis, Fig. 5), falling slightly
short (80%) of R ln2 ! 5:76 J=mol K. No additional
anomalies are observed up to 300 K (inset to Fig. 5).

The triply degenerate t2g orbitals of OsO6 octahedra in
the undistorted Ba2NaOsO6 crystal structure constitute an
effective unquenched angular momentum L ! 1. The ma-
trix elements of the orbital angular momentum operator L
within the t2g manifold are the same as those of#L within
states of P symmetry [19]. Application of spin-orbit cou-
pling therefore results in a quartet ground state (J ! 3=2)
and a doublet excited state (J ! 1=2) [19–21]. Since the
integrated entropy through the magnetic phase transition is
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.

FIG. 4. Low temperature magnetization of Ba2NaOsO6 as a
function of temperature in a field of 2 T. Insets show (a) inverse
susceptibility and (b) the inverse of the susceptibility with a
constant offset, !0, subtracted. Lines show fits to Curie-Weiss
behavior. f.u. refers to one formula unit.

FIG. 5. Heat capacity (left axis) and magnetic contribution to
the integrated entropy (right axis) for the magnetic transition in
Ba2NaOsO6. The dashed line (left axis) shows an extrapolation
of a fit to the phonon background, the solid horizontal line (right
axis) indicates the theoretical entropy of R ln2 for a doublet
ground state. The inset shows the heat capacity to 300 K. The
upper axis shows the Dulong-Petite value of 249 J=mol K.

FIG. 3. Magnetization of Ba2NaOsO6 along high-symmetry
directions as a function of applied field at 1.8 K for a full
hysteresis loop. ‘‘f.u.’’ refers to one formula unit. The inset
shows magnetization as a function of angle in the (01!1) plane
at a temperature of 1.8 K and a field of 2 T. A line is drawn
between data points to guide the eye.
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図 3.2: 単結晶 Ba2NaOsO6(a)磁化の温度依存性 (磁場は 1 T)、(b)磁化の磁場依存性 (温度は 1.8 K)[42]。(a)(b)内のマー
カーはそれぞれの磁場の印加方向を表す。
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図 3.3: 単結晶 Ba2NaOsO6 比熱の温度依存性。インセットは室温から低温までの比熱が示されている [42]。

本研究対象の Ba2MgReO6は Re6+イオン (5d1電子をもつ)を含む立方晶構造 (空間群:Fm3̄m)をもつ化合物
である。はじめに多結晶のBa2MgReO6の先行研究を見ていく (図 3.4)[46]。磁化率測定より Tm ∼18 Kで強磁性
転移を示す (図 3.4(a))。その温度に対応して図 3.4(c)の比熱にはシャープな跳びがみられる。また 2 Kにおける
飽和磁化は 0.30µBである。比熱の温度依存性には Tq ∼33 Kにおいてブロードなピークがみられる。比熱から見
積もったエントロピーはRln4に収束し、四重に縮退した Jeff = 3/2から期待される値であるため、Ba2MgReO6

の高温の常時性状態では多極子秩序の形成が期待される [47]。
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over an applied field range from −5 to 5 T. The susceptibility data
were corrected for a diamagnetic contribution using literature values.26

Heat Capacity. Heat capacity measurements were performed using
an Oxford Instruments Maglab system using the quasi-static
equilibrium relaxation method. For these measurements ∼10 mg of
sintered pellets were fixed on a sapphire plate with ∼100 mg of
apezion grease and heat pulses were applied. The contribution from
the apezion grease was subtracted from the final results.
Muon Spin Relaxation. Muon spin relaxation (μSR) spectra on

Ba2Y2/3ReO6 and Ba2MgReO6 were collected using the LAMPF low-
background helium flow cryostat on the M20 surface-muon beamline
at TRIUMF laboratory in Vancouver, Canada. This instrument gives
access to temperatures between 1.6 and 300 K, fields up to 0.4 T using
an electromagnet, and a time resolution of 0.4 ns. Only muons that
stop in the sample contribute to the experimental spectra, as those that
miss or pass through the sample are excluded.
Inelastic Neutron Scattering. Neutron scattering measurements

were performed at the Spallation Neutron Source (SNS; Oak Ridge
National Laboratory), on the SEQUOIA Fine Resolution Fermi
Chopper Spectrometer.27 Incident neutron energies of 12, 25, 60, and
120 meV were used with a temperature range of 6−70 K. The samples
were enclosed in annular aluminum cells with a He exchange gas
atmosphere and loaded into an orange 4He-flow cryostat. An identical
empty can was measured under the same experimental conditions and
used for background subtraction.

■ RESULTS AND DISCUSSION
Crystal Structure. The results of the structural analysis of

all three DP using both X-ray and neutron powder data at
ambient temperature (290 K) and 3.5 K are summarized in
Table 2. In all cases refinements were done with Ba in 8c (1/4
1/4 1/4), M in 4b (1/2 1/2 1/2), Re in 4a (0 0 0), and O in
24e (x 0 0) of space group Fm3 ̅m (No. 225). Selected
interatomic distances are given in Table 1 of the Supporting
Information.
For all three DP materials the structure is well-described by

the Fm3 ̅m model at both 290 and 3.5 K. Each sample will be
discussed briefly, and selected data will be shown for M = Mg.

Data for M = Zn and Y2/3 are presented in the Supporting
Information, Figures 1−4. A central issue for all three is
whether there is evidence for a distortion to lower symmetry as
has been reported for Ba2CaReO6 and Ba2NaOsO6 within the
resolution of the data presented here. Recall that the t2g

1

configuration is potentially subject to a Jahn−Teller induced
distortion.

Ba2MgReO6. Refinement of the X-ray diffraction data (Cu
Kα1) at 290 K is shown in Figure 1a. There is no discernible
deviation from cubic symmetry at 290 K, as is clear from Figure
1b, in which the profile of the (822)/(660) reflection is
compared with a simulated profile in I4/m with c/a = 1.001.
This is 4 times smaller than the distortion reported for
Ba2CaReO6, c/a = 1.004.13 The estimated resolution of the
diffractometer in this angular range is Δd/d = 5 × 10−4. Note
that the refined cell constant from the ambient temperature X-
ray data is in excellent agreement with the literature, a0 =
8.0847(1) Å.11 The fits to the neutron data, Figure 2a,b, in
Fm3 ̅m are excellent at both temperatures, and there is no
discernible distortion upon cooling to 3.5 K at this resolution
even at high angles (insets). In the refinements of the neutron
data it was necessary to fix the displacement factor B of Re at
290 K and of Ba and Re at 3.5 K to avoid negative values.
Attempts to refine the site occupations of the Mg and Re sites
did not lead to any improvement in this situation, and one can
conclude that there is no firm evidence from these refinements
of significant levels of site mixing.

Ba2ZnReO6. As already mentioned only a low-precision unit
cell constant had been reported in work from the 1960s.24,25

Again, it was necessary to fix the values of certain displacement
parameters in the refinements. For the M = Zn DP the neutron
data were taken at higher resolution, Δd/d = 2 × 10−3, than for
the M = Mg case. The refinements are shown in Figures 1 and
2 in the Supporting Information. While there is no evidence in
the X-ray data for a distortion to I4/m symmetry, see inset

Figure 3. (a) FC susceptibility, (b) inverse susceptibility, (c) Fisher’s heat capacity, (d) isothermal magnetization at 2 K. M = Mg (red), Zn (blue).
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stop in the sample contribute to the experimental spectra, as those that
miss or pass through the sample are excluded.
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Supporting Information Figure 1, it was noticed that the peak
widths were approximately twice those for Ba2MgReO6 for the
same reflections. This was interpreted as evidence of a finite
particle size for this sample of Ba2ZnReO6. The particle size was
estimated by fitting several peaks for both materials to a
Lorenztian line shape (after conversion from 2θ to Q = 4π sin
θ/λ). The line widths for Ba2MgReO6 were taken as the
resolution limit, and the resulting particle size estimate was
320(20) Å or ∼32 nm, which corresponds to ∼40 DP unit cells.
The neutron data, Figure 2 (Supporting Information), were

refined in Fm3 ̅m. Simulations of a distortion to I4/m symmetry
were performed, and it was estimated that deviations from
Fm3̅m symmetry would have been detected for c/a = 1.002.
Ba2Y2/3ReO6. Results of the Rietveld refinements are shown

in Figures 3 and 4 in the Supporting Information. The peak
widths for the X-ray data were comparable to those for M = Mg
with no evidence for systematic broadening, unlike the case for
M = Zn, and no evidence for distortion to I4/m symmetry at
ambient temperature. As well, the neutron data showed no clear
evidence for a crystallographic distortion at either 290 K or 3.5
K at the stated resolution. The occupation of the Y site refines
to 2/3 to within one standard deviation in all cases. As

anticipated, the unit cell constant is larger by ∼3% than those
for either M = Mg or Zn but very close to that for Ba2NaOsO6,
being larger by only 0.9%.

Physical Properties. M = Mg and Zn. It is convenient to
discuss the cases of M = Mg and Zn together, as the results are
similar. As already mentioned, the M = Mg phase had been
reported before, but here the characterization is significantly
more thorough. As discussed above, the structure is examined
in greater detail both at ambient and lower temperatures by X-
ray and neutron diffraction to search for evidence of a
distortion as has been reported for Ba2CaReO6 and
Ba2NaOsO6. Magnetization measurements were done to
confirm the F state and to investigate the paramagnetic regime.
Heat capacity data are reported for the first time to determine
Tc with better accuracy and to examine the entropy losses. Are
these consistent with a j = 3/2 ground state or with j = 1/2
claimed for Ba2NaOsO6?

29 Muon spin relaxation data are used
to determine the order parameter. No data for the M = Zn DP
had been reported before.

Magnetic Susceptibility. In Figure 3a−d are shown
magnetic susceptibility, isothermal magnetization, and Fisher
heat capacity data for Ba2MReO6, M = Mg and Zn. Note,

Figure 4. Heat capacity results for Ba2MReO6 M = Mg and Zn. (a) M = Mg, comparison with the lattice match material, Ba2MgWO6. (b) M = Zn,
comparison with the lattice match material, Ba2ZnWO6. (c) The magnetic components for both M = Mg and Zn. Note sharp λ peak for M = Mg at
18 K and the much broader peak at 11 K for M = Zn. In both cases a second broad anomaly appears near 33 K. (d) The total magnetic entropy loss
for M = Mg showing the approach to R ln 4. (e, f) Evidence for an F spin wave, T1.5 power law, in the low-temperature magnetic heat capacity for
both M = Mg and Zn.
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(a) (b)

(c) (d)

図 3.4: 多結晶 Ba2MgReO6(赤)の (a)磁化率の温度依存性 (磁場は 0.05 T)、(b)磁化の磁場依存性 (温度は 2 K)、(c)比
熱の温度依存性、(d)エントロピーの温度依存性 [46]。

近年になって、Ba2MgReO6 は純良な単結晶が育成され、より詳細な測定が行われている [36]。Ba2MgReO6

は Mgと Reの距離が十分に離れているため、モット絶縁体となる。図 3.5(a)に示すように、実際に電気抵抗
率の温度依存性は活性化エネルギーは Ea ∼0.17 eV程度の半導体的挙動を示す。磁化率測定では、多結晶と同
じ Tm ∼18 Kで強磁性転移を示す (図 3.5(b))。つぎに、2 Kにおける磁化の磁場依存性をみていく (3.5(c))。飽
和磁化は [110]方向が 0.307µB、 [111]方向が 0.265µB、[100]方向が 0.254µB の値をとる。この値は多結晶試料
の飽和磁化と 0.30µB 同程度であり、単結晶資料の結果とよく対応する。磁化率から見積もった有効磁気モーメ
ントは [111]、[110]、[100]方向に対してそれぞれ-11.2µB、-15.2µB、-14.6µB である。もし軌道角運動量が消失
していれば、期待される Reの有効磁気モーメント 1.73 µB になる。しかし実験値は理論値を下回ることから、
Ba2MgReO6では強いスピン軌道相互作用によって軌道角運動量がスピン角運動量と結合している。飽和磁化の
軸方向の依存性をみると、最も容易な磁化方向が [110]となり、ついで [111]、[001]となる特異な磁気構造をし
ている。この磁化曲線の振る舞いを説明する磁気構造として、Ba2NaOsO6と同様に、[110]方向に対して対称に
±ϕ傾いているキャント反強磁性が提案されている (図 3.5(d))。
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2. Experimental

Black shiny single crystals of Ba2MgReO6 were grown by
the flux method. A stoichiometric mixture of BaO, MgO, and
ReO3 powders was mixed with a flux composed of 36wt%
BaCl2 and 64wt% MgCl2 in an argon-filled glove box. The
mixture was sealed in a platinum tube of 20mm length and
6mm diameter. The tube was heated at 1300 °C and then
slowly cooled to 900 °C at a rate of 5 °C=h, followed by
furnace cooling to room temperature. After the residual flux
was washed away with distilled water, several crystals were
obtained, which have a truncated octahedral morphology
with a maximum size of 3mm, with a typical crystal shown
in Fig. 2.

The chemical composition of single-crystalline samples
was confirmed to be close to the stoichiometry within the
experimental error by energy-dispersive X-ray spectroscopy
in a scanning electron microscope (SEM-EDX, JEOL JSM-
5600). The crystal structure was characterized by XRD
conducted in an R-AXIS RAPID IP diffractometer with
monochromated Mo Kα radiation at 300K. The XRD pattern
was indexed on the basis of an F-centered cubic cell with a
lattice parameter of a ¼ 8:085ð5ÞÅ, which is consistent with
the previous reports on powder samples.28,30)

The magnetic susceptibility was measured in a magnetic
properties measurement system (MPMS-III, Quantum
Design). A crystal with dimensions of 3 $ 2:5 $ 2mm3 and
a weight of 45mg attached on a quartz sample holder by
varnish was used for the measurements. The electrical
resistivity was measured by the standard four-probe method
with silver paste (DuPont 4922) as the electrical contact in a
physical properties measurement system (PPMS, Quantum
Design). Heat capacity measurements were performed by the
relaxation method in the PPMS.

3. Results

3.1 Electrical resistivity
Electrical resistivity measurements clearly reveal the

insulating nature of Ba2MgReO6. As shown in Fig. 2, the
resistivity is large, approximately 1MΩ cm, at room temper-

ature and increases exponentially with decreasing temper-
ature, as evidenced by the linear behavior in the Arrhenius
plot [log !ðTÞ vs T%1] in the inset of Fig. 2. The deduced
thermal activation energy is ! ¼ 0:17 eV, which is com-
parable to 0.26 eV for the tetragonal 5d1 DP Ba2CaReO6,24)

and 0.24 and 0.29 eV for the monoclinic DPs Sr2MgOsO6
and Ca2MgOsO6 with Os6+,31) respectively. These small band
gaps, despite the large separations between Re or Os ions of
∼5.7Å, may be due to the spatially extended 5d orbitals.

3.2 Magnetization
To unveil the magnetic properties of Ba2MgReO6 and their

anisotropy, magnetic susceptibility measurements were
performed on one single-crystal sample by applying magnetic
fields along the three high-symmetry directions of [100],
[110], and [111]. Figure 3(a) shows the temperature de-
pendences of magnetic susceptibility measured using a
crystal in a magnetic field of 0.1 T. All the magnetic

Ω

µ

ρ
Ω

ρ

Fig. 2. (Color online) Temperature dependence of resistivity !ðTÞ of a
Ba2MgReO6 single crystal. The upper inset shows the Arrhenius plot:
log !ðTÞ vs T%1. The lower inset shows a photograph of a typical single
crystal of Ba2MgReO6 having the triangle (111) facet.

(a)

µ µ

(b)

Fig. 3. (Color online) (a) Temperature dependences of the magnetic
susceptibility of a Ba2MgReO6 crystal in a magnetic field of 0.1T applied
in the [110], [111], and [100] directions. The inset shows the temperature
dependences of magnetic susceptibility between 10 and 40K, in which a
sharp rise due to a magnetic transition accompanied by a ferromagnetic
moment is observed at Tm. (b) Field dependences of magnetization of
Ba2MgReO6 at 2K. The inset panel shows enlargement of the area around
the origin, showing hysteresis loops with coercive fields of ∼0.15T.
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The chemical composition of single-crystalline samples
was confirmed to be close to the stoichiometry within the
experimental error by energy-dispersive X-ray spectroscopy
in a scanning electron microscope (SEM-EDX, JEOL JSM-
5600). The crystal structure was characterized by XRD
conducted in an R-AXIS RAPID IP diffractometer with
monochromated Mo Kα radiation at 300K. The XRD pattern
was indexed on the basis of an F-centered cubic cell with a
lattice parameter of a ¼ 8:085ð5ÞÅ, which is consistent with
the previous reports on powder samples.28,30)

The magnetic susceptibility was measured in a magnetic
properties measurement system (MPMS-III, Quantum
Design). A crystal with dimensions of 3 $ 2:5 $ 2mm3 and
a weight of 45mg attached on a quartz sample holder by
varnish was used for the measurements. The electrical
resistivity was measured by the standard four-probe method
with silver paste (DuPont 4922) as the electrical contact in a
physical properties measurement system (PPMS, Quantum
Design). Heat capacity measurements were performed by the
relaxation method in the PPMS.

3. Results

3.1 Electrical resistivity
Electrical resistivity measurements clearly reveal the

insulating nature of Ba2MgReO6. As shown in Fig. 2, the
resistivity is large, approximately 1MΩ cm, at room temper-

ature and increases exponentially with decreasing temper-
ature, as evidenced by the linear behavior in the Arrhenius
plot [log !ðTÞ vs T%1] in the inset of Fig. 2. The deduced
thermal activation energy is ! ¼ 0:17 eV, which is com-
parable to 0.26 eV for the tetragonal 5d1 DP Ba2CaReO6,24)

and 0.24 and 0.29 eV for the monoclinic DPs Sr2MgOsO6
and Ca2MgOsO6 with Os6+,31) respectively. These small band
gaps, despite the large separations between Re or Os ions of
∼5.7Å, may be due to the spatially extended 5d orbitals.

3.2 Magnetization
To unveil the magnetic properties of Ba2MgReO6 and their

anisotropy, magnetic susceptibility measurements were
performed on one single-crystal sample by applying magnetic
fields along the three high-symmetry directions of [100],
[110], and [111]. Figure 3(a) shows the temperature de-
pendences of magnetic susceptibility measured using a
crystal in a magnetic field of 0.1 T. All the magnetic
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Fig. 2. (Color online) Temperature dependence of resistivity !ðTÞ of a
Ba2MgReO6 single crystal. The upper inset shows the Arrhenius plot:
log !ðTÞ vs T%1. The lower inset shows a photograph of a typical single
crystal of Ba2MgReO6 having the triangle (111) facet.
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Fig. 3. (Color online) (a) Temperature dependences of the magnetic
susceptibility of a Ba2MgReO6 crystal in a magnetic field of 0.1T applied
in the [110], [111], and [100] directions. The inset shows the temperature
dependences of magnetic susceptibility between 10 and 40K, in which a
sharp rise due to a magnetic transition accompanied by a ferromagnetic
moment is observed at Tm. (b) Field dependences of magnetization of
Ba2MgReO6 at 2K. The inset panel shows enlargement of the area around
the origin, showing hysteresis loops with coercive fields of ∼0.15T.
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2. Experimental
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obtained, which have a truncated octahedral morphology
with a maximum size of 3mm, with a typical crystal shown
in Fig. 2.

The chemical composition of single-crystalline samples
was confirmed to be close to the stoichiometry within the
experimental error by energy-dispersive X-ray spectroscopy
in a scanning electron microscope (SEM-EDX, JEOL JSM-
5600). The crystal structure was characterized by XRD
conducted in an R-AXIS RAPID IP diffractometer with
monochromated Mo Kα radiation at 300K. The XRD pattern
was indexed on the basis of an F-centered cubic cell with a
lattice parameter of a ¼ 8:085ð5ÞÅ, which is consistent with
the previous reports on powder samples.28,30)

The magnetic susceptibility was measured in a magnetic
properties measurement system (MPMS-III, Quantum
Design). A crystal with dimensions of 3 $ 2:5 $ 2mm3 and
a weight of 45mg attached on a quartz sample holder by
varnish was used for the measurements. The electrical
resistivity was measured by the standard four-probe method
with silver paste (DuPont 4922) as the electrical contact in a
physical properties measurement system (PPMS, Quantum
Design). Heat capacity measurements were performed by the
relaxation method in the PPMS.
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and 0.24 and 0.29 eV for the monoclinic DPs Sr2MgOsO6
and Ca2MgOsO6 with Os6+,31) respectively. These small band
gaps, despite the large separations between Re or Os ions of
∼5.7Å, may be due to the spatially extended 5d orbitals.

3.2 Magnetization
To unveil the magnetic properties of Ba2MgReO6 and their

anisotropy, magnetic susceptibility measurements were
performed on one single-crystal sample by applying magnetic
fields along the three high-symmetry directions of [100],
[110], and [111]. Figure 3(a) shows the temperature de-
pendences of magnetic susceptibility measured using a
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Fig. 3. (Color online) (a) Temperature dependences of the magnetic
susceptibility of a Ba2MgReO6 crystal in a magnetic field of 0.1T applied
in the [110], [111], and [100] directions. The inset shows the temperature
dependences of magnetic susceptibility between 10 and 40K, in which a
sharp rise due to a magnetic transition accompanied by a ferromagnetic
moment is observed at Tm. (b) Field dependences of magnetization of
Ba2MgReO6 at 2K. The inset panel shows enlargement of the area around
the origin, showing hysteresis loops with coercive fields of ∼0.15T.
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respect to the [110] direction; thus, an uncompensated
moment appears along [110]. This spin arrangement has
been called the canted ferromagnetic order,18,19) but, in this
study, we call it the canted antiferromagnetic (CAF) order
following the convention as it consists of two sublattices.

This type of unusual magnetic order has actually been
observed below 6.3K in the cubic DP Ba2NaOsO6 with the
Os7+ ion in the 5d1 electronic configuration;19) however, the
presence of a quadrupolar order at high temperatures in the
compound remains controversial, as will be mentioned in the
next paragraph. The magnetic order is characterized by a
small saturation moment of ∼0.2!B (the Bohr magneton)20,21)

and easy-axis anisotropy in the [110] direction,21) which is
difficult to explain on the basis of the Landau theory for
a cubic ferromagnet. A recent nuclear magnetic resonance
(NMR) study by Lu et al. revealed that the order is not a
simple ferromagnetic order but in fact a CAF order with a
large spin canting angle of " ¼ 67°.19)

The ordering of a quadrupolar degree of freedom is
generally more difficult to detect than a dipole order.
However, because a quadrupolar moment, which is an
anisotropic distribution of electronic charge, can couple with
the lattice and thus induce lattice distortion, there is a
possibility of obtaining indirect evidence by structural
characterization. For Ba2NaOsO6, a transition from a high-
temperature cubic to a low-temperature tetragonal structure
was observed at 320K by high-resolution synchrotron X-ray
diffraction (XRD) and was claimed to be a quadrupolar

order,18,19) although no experimental data was given. A
structural distortion was actually detected in the NMR study
as a splitting of the spectra below 12K, much lower than
320K, just above the magnetic order.19) It was suggested that
the lattice distortion accompanied by the quadrupolar order
is too small to detect at high temperatures and becomes
detectable by NMR within the resolution of 0.01%.

The Re6+ ion also hosts the 5d1 electronic configuration, as
is the case for Os7+; the W5+ ion can be another example, but
there are few DP compounds. In a DP, the BA site can adopt
Re6+ ions when both the A and B sites are occupied by
divalent cations; A2BReO6 (A = Ba, Sr, Ca; B = Mg, Ca, Sr,
Ba, Zn, Cd).16,22–30) Among them, the compounds having
Ba2+ at the A site, Ba2BReO6 (B = Mg, Ca, Zn, Cd),
crystallize in the cubic (space group Fm!3m) structure at
room temperature, while the others with smaller A cations
crystallize in distorted structures, as is often observed for the
normal perovskites. Structural studies have been carried out
for all the Ba compounds except for Ba2CdReO6: Ba2CaReO6
shows a transition to a tetragonal structure (space group
I4=m) at 120K,29) whereas Ba2MgReO6 and Ba2ZnReO6
likely remain cubic down to 3.5K.30)

We focus on Ba2MgReO6 as a promising candidate for
realizing a quadrupolar order in a spin–orbit coupled
insulator with the 5d1 electron configuration. The synthesis,
crystal structure, and magnetic properties of Ba2MgReO6
were reported by Bramnik et al. in 2003 for the first time.28)

In 2016, detailed characterizations of the physical properties
using polycrystalline samples (XRD, neutron diffraction,
magnetic susceptibility, heat capacity, muon spin rotation,
inelastic neutron scattering measurements) were carried out
by Marjerrison et al.30) According to these studies, Ba2-
MgReO6 is a ferromagnet with TC ¼ 18K with a small
saturation moment of 0.3!B at 3K, which resembles the
magnetic properties of Ba2NaOsO6. A notable observation
in the previous heat capacity measurements is the broad
peak at around 33K in addition to the sharp peak at the
magnetic transition. The origin is unclear but may not be
a structural transition as their neutron diffraction measure-
ments did not detect lattice distortion. Note also that there is
no corresponding anomaly in magnetic susceptibility at 33K.
In these previous studies, crucial information on anisotropy
in properties is missing because of the lack of single crystals.

Here, we study the physical properties of single-crystalline
Ba2MgReO6 by resistivity, magnetization, and heat capacity
measurements. A Mott insulating state with an activation
energy of 0.17 eV is revealed, and a magnetic order with a
ferromagnetic moment below Tm ¼ 18K is confirmed. Our
anisotropy measurements reveal a CAF order with a net
moment of 0.25–0.30!B in the [110] direction, which is
consistent with the theoretical prediction18) and is similar to
that of Ba2NaOsO6. The Jeff ¼ 3=2 state of Ba2MgReO6 is
evidenced by the highly reduced effective magnetic moment
of 0.7!B and the total magnetic entropy of 11.3 JK−1mol−1

close to R ln 4. A clear anomaly is observed in the heat
capacity at Tq ¼ 33K, indicating a bulk phase transition.
Interestingly, the inverse of magnetic susceptibility changes
its slope at Tq, which implies a substantial change in the
magnetic interactions. Combined with the theoretical pre-
diction, our finding demonstrates that the transition at Tq is
likely a quadrupolar transition.

(a)

(b)

Fig. 1. (Color online) (a) Perspective view of the crystal structure of the
double perovskite Ba2MgReO6 [space group Fm!3m, a ¼ 8:085ð5ÞÅ] and
(b) its projection in the [001] direction. Mg (small green spheres) and Re
(large purple spheres) atoms have the rock-salt-type order with oxygen atoms
(small yellow spheres) between them. Ba atoms at the centers of the octant
cubes are not shown for clarity. Blue and green arrows at the Re atoms
represent the spin orientations in the theoretically proposed spin model
in Ref. 18, which has been experimentally established by NMR for
Ba2NaOsO6

19) and is probably realized in Ba2MgReO6.
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(d)

図 3.5: 単結晶 Ba2MgReO6 の (a)電気抵抗率の温度依存性、(b)磁化率の温度依存性 (磁場は 0.1 T)、(c)磁化の磁場依存
性 (温度は 2 K)。(d)面内の結晶構造。矢印は磁気モーメントの方向を示す [36]。

図 3.6に比熱の温度依存性を示す。Tm ∼18 Kでは磁化率測定と対応して、強磁性転移によるシャープなピー
クをしめす。さらに Tq ∼ 33 Kでは、多結晶試料で見られたような、ハンプ的な異常でがある。したがって、ブ
ロードな異常は不純物に由来するものではなく、Ba2MgReO6の本質的な相転移に由来する。このときエントロ
ピーはRln4に収束するため、基底状態は四重項の Jeff = 3/2が期待される。Jeff = 3/2から Jeff = 1/2への励起
の可能性もあるが、両者のエネルギー差は 0.4 eV(∼4500 K)であるため、低温における比熱への寄与は四重縮退
した Jeff = 3/2が支配的である [41, 48, 49]。また Tqと Tmで放出されるエントロピーはそれぞれ 6.85 J/mol K、
2.72 J/mol Kであり、これは R ln 2の 119 %、47 %に相当する。つまり全エントロピーの約半分が Tq でのブ
ロードな異常、残りの約半分が Tmでのシャープなピークの形成に関わっている。これは常磁性状態の Jeff = 3/2

の四重項が、Tq では四極子秩序によって 2組のクラマースダブレットに分裂したことを意味する。

which the degeneracy of the 5d orbitals is completely lifted
by the crystal field.33) The observed magnetic moment of
Ca3ReO5Cl2 is 1.585(2)!B,34) which is much closer to the
spin-only value for S ¼ 1=2.

3.3 Heat capacity
Heat capacity measurements on a single crystal reveal a

sharp peak at the magnetic transition with Tm ¼ 18K, as
shown in Fig. 5, which demonstrates a well-defined phase
transition in the bulk occurring in a clean crystal. Also, a
broad anomaly is observed at a higher temperature centered
at Tq ¼ 33K. This must correspond to the broad peak
observed in the heat capacity of polycrystalline samples.
Thus, it does not originate from an impurity but from an
intrinsic phase transition in Ba2MgReO6.

In order to extract the electronic heat capacity, the lattice
contribution is roughly estimated by fitting the high-temper-
ature data to the sum of two Debye functions with different
Debye temperatures of 299 and 796K, which closely
reproduces the data above 80K (inset of Fig. 4). By
subtracting the lattice contribution, the presence of the broad
peak at Tq becomes evident in the curve of the electronic
contribution Ce=T. The electronic entropy deduced from
Ce=T saturates at Se ¼ 11:32 JK−1mol−1 above 80K. This
value is much larger than R ln 2 ¼ 5:76 J K−1mol−1 expected
for a doublet of S ¼ 1=2 and close to R ln 4 ¼ 11:5
JK−1mol−1 expected for a quartet, which indicates that the
Jeff ¼ 3=2 quartet is realized in Ba2MgReO6. There is also
a contribution from an excited state, a Jeff ¼ 1=2 doublet,
separated by 3=2" above the Jeff ¼ 3=2 quartet, where λ is the
strength of the SOC.14) However, because λ may be as large
as 0.4 eV (∼4500K) in 5d compounds,12,35,36) the Jeff ¼ 3=2
quartet is a good description for the ground state in the
present temperature range. A smaller electronic entropy of
9.68 JK−1mol−1 below 45K was reported for polycrystalline
Ba2MgReO6.30) In contrast, the electronic entropy of R ln 4

has not been observed for Ba2NaOsO6: it was estimated to be
only 4.6 JK−1mol−1 below the magnetic transition temper-
ature.21) This may be due to the fact that half of the electronic
entropy is released at higher temperatures below the
quadrupolar transition at 320K.

The entropies released below Tm and Tq are 2.72 and
6.85 JK−1mol−1, which correspond to 47 and 119% of R ln 2,
respectively. Thus, approximately half of the total entropy is
involved in the broad peak at Tq and the other half is
involved in the sharp peak at Tm. This means that the
Jeff ¼ 3=2 quartet in the paramagnetic state splits into two
sets of Kramers doublets at Tq owing to a quadrupolar
ordering, and one set of the Kramers doublets at a low energy
splits at the magnetic transition Tm.

4. Discussion

4.1 Phase diagram
Chen, Pereira, and Balents have investigated the ground

states of the DP with the d1 electron configuration in the
presence of strong SOC in a mean-field approximation.10,18)

Assuming three kinds of interactions between transition metal
ions, which are an antiferromagnetic exchange interaction J, a
ferromagnetic interaction through oxygen ions J 0, and an
electrostatic quadrupole interaction V, they obtained three
ground states: an antiferromagnetic phase with dominant
octupolar order in the small J 0 and small V regime, a CAF
phase with a net moment in the [110] direction (CAF [110]) in
the large J 0 and large V regime, and another CAF phase with a
weak ferromagnetic moment oriented in the [100] direction
(CAF [100]) in the narrow intermediate range between them.
Figure 6 shows a phase diagram for J 0 " 0:2J as a function
of V=J. It is suggested that the CAF phases are stabilized by
the complex anisotropic interactions between quadrupoles
located at the Re site in the quadrupole order at higher
temperatures. Therefore, they appear below the quadrupole
phase in the phase diagram of Fig. 6, and the two transitions
occur successively with decreasing temperature.

We have shown that Ba2MgReO6 takes a Jeff ¼ 3=2 state
and exhibits two transitions: a possible quadrupolar transition

Fig. 6. (Color online) Schematic phase diagram for the double perovskite
with the d1 electron configuration as a function of the temperature and
electric quadrupole interaction V in the case of J0 " 0:2J, which is based
on Ref. 10. For sufficiently large V, CAF phases with ferromagnetic
moments along the [100] and [110] directions exist below a quadrupolar-
order (QO) phase. PM and (AF + OO) represent the paramagnetic phase and
the antiferromagnetic order with dominant octupolar order, respectively.

Fig. 5. (Color online) Temperature dependences of heat capacity divided
by temperature (C=T, black line, left scale), lattice contribution (red line, left
scale), and electronic contribution (Ce=T, green line, left scale) of a
Ba2MgReO6 crystal. The blue line (right scale) represents the electronic
entropy (S) deduced from the electronic component in C=T. The lattice
contribution is estimated by fitting C=T at high temperatures above 80K to
the sum of two Debye functions, as shown in the inset.
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図 3.6: 単結晶 Ba2NaOsO6 の比熱 (左軸)とエントロピー (右軸)の温度依存性。黒の実線が実験値、赤の点線が格子比熱
の理論曲線、緑のマーカーが電子比熱である。青線は電子比熱から求められたエントロピーである [36]。

さらに最近では単結晶 Ba2MgReO6 の放射光 X線実験が行われ、詳細な結晶構造の解析より Tq で極めて微
小の構造の変化が観測されている [39]。図 3.7(a)(b)に示すように、Tq以下において、X線回折のパターンは (0

36



0 24)のピークが分裂していることから、立方晶から正方晶への構造変化が生じていることが明らかとなってい
る。正方晶歪み ((c-

√
2)/2で定義)は Tq以下で大きくなり、25 Kで約 0.09 %程度の小さな歪であることがわか

る。さらに結晶の対称性から、図 3.7(d)に示すように、ReO2 八面体の酸素サイトが頂点の O1 と、面内の O2

と O3 のように変位し、八面体は c軸方向にわずかに伸び、面内は正方形からひし形への歪みを持つことが明ら
かになっている。Tq以下における歪みは図 3.7(e)に示した ϵv と ϵuの 2つのモードの結合によって記述される。
Jeff = 3/2の状態に由来する双極子、四極子、八極子モーメントのうち、電荷の異方的分布である四極子モーメ
ントだけが、電子-格子相互作用による線形結合で格子の歪みを誘起することが可能である。特に ϵv と ϵuの歪み
に適合する四極子モーメントはそれぞれQx2−y2 とQ3z2−r2 である (図 3.7(e))。そして 2つの歪みが 1つの八面
体で起きていることから、四極子モーメントが Qx2−y2 と Q3z2−r2 の線形結合であることを意味する。DETECTION OF MULTIPOLAR ORDERS IN THE … PHYSICAL REVIEW RESEARCH 2, 022063(R) (2020)

moment remains along [1 1 0]c. This canted antiferromag-
netic spin structure is essentially the same as that theoretically
predicted for the spin-orbit-entangled d1 electron system in
DPs [13,38] and observed for Ba2NaOsO6 [22]. The canting
angle is large: φ ∼ 40◦ for Ba2MgReO6 [26] and 67◦ for
Ba2NaOsO6 [22]. The origin of this unusual magnetic order
may be related to the theoretically predicted quadrupolar order
above Tm.

Next, we investigated the nature of the phase transition
at Tq = 33 K using the nonresonant synchrotron XRD tech-
nique. As summarized in Fig. 2 (also in the Supplemental
Material [37]), a clear cubic-to-tetragonal structural transi-
tion is observed at Tq, which is evidenced by a split of the
(0 0 24)c Bragg peak [Fig. 2(b)]. The relation between the
high-temperature cubic and the low-temperature tetragonal
unit cells is depicted in Fig. 1(c). As shown in Fig. 2(c), the
tetragonal distortion (ct −

√
2at ) develops gradually below

Tq, leading to a very small distortion of ∼0.09% at 25 K. Note
that the tetragonal distortion is further enhanced upon cooling
below Tm. The distortion in Ba2MgReO6 is much smaller than
in other DPs, for example, ∼0.47% in Ba2CaWO6 [39].

In addition to the split of fundamental reflections, 141
additional (superlattice) reflections, which are extremely weak
(less than 0.005% of the strongest fundamental reflection),
are detected below Tq in our nonresonant x-ray-diffraction
experiments. The evolution of intensity over temperature of a
superlattice reflection (4 1 0)t is shown in Fig. 2(d), appearing
at Tq and increasing gradually with increasing tetragonal dis-
tortion. Then, the intensity starts to decrease at approximately
Tm, which is in contrast to the further increase in the tetragonal
distortion below Tm. We observe no additional superlattice
reflections below Tm, suggesting no additional changes in the
crystal structure. Reflection conditions of 0 0 l: l = 2n, h 0 0:
h = 2n, and 0 k l: k + l = 2n are observed for the superlat-
tice reflections (Supplemental Material [37]), suggesting the
tetragonal space groups that are possible, namely, P42/mnm
(136), P4̄n2 (118), and P42nm (102). Note that none of these
space groups are observed for other DP compounds [18],
indicating the unique structural distortion below Tq.

We consider atomic displacements in the intermediate
phase from a high-symmetry tetragonal space group I4/mmm
(details are described in the Supplemental Material [37]).
Among the possible space groups, only P42/mnm belongs to
the maximal nonisomorphic subgroups of I4/mmm; the other
possible space groups of P4̄n2 and P42nm are the maximal
nonisomorphic subgroups of P42/mnm [40]. Our refinement
reveals that space-group P42/mnm provides a satisfactory
fit, whereas a further symmetry lowering in the P4̄n2 or
P42nm space group does not improve the fit. This model
accurately reproduces the intensities of all the observed (141)
superlattice reflections as well as those of the fundamental
reflections (as shown in the Supplemental Material [37]). In
the tetragonal P42/mnm structure, from the high-temperature
cubic Fm3̄m structure, a single type of oxygen site splits into
three types of oxygen sites, an apical site O1 at 4e and in-plane
sites O2 at 4 f and O3 at 4g as illustrated in Fig. 2(e). This site
splitting causes a slight elongation of the ReO6 octahedron
in the c direction and a rhomboid εv-type distortion of the
square formed by four oxygens surrounding the Re ion on the
(0 0 1) plane. The displacement of O1 from the regular octa-

FIG. 2. (a) Temperature evolution of the synchrotron XRD inten-
sity of the (0 0 2 4)c reflection measured at an off-resonant condition
(E = 29.65 keV) on a single crystal of Ba2MgReO6. (b) Fittings of
the (0 0 2 4)c reflection with double Gaussian functions to obtain the
tetragonal distortion, ct −

√
2at as shown for the typical 6-, 25-, and

35-K data. Temperature dependences of (c) the tetragonal distortion
and (d) the integrated intensity of the (4 1 0)t reflection. The black
lines are visual guides. (e) Schematics of the structural deformation
observed below Tq. The ReO6 octahedra at z = 0 and 1/2 are shown
by purple and orange colors, respectively. There are three types of
oxygen sites, O1, O2, and O3, in the low-temperature tetragonal
P42/mnm structure. The gray arrows show displacements of the
oxygen atoms. (f) Schematic of the quadrupolar moments Qx2−y2

and Q3z2−r2 , which couple with the εv and εu displacement modes
observed in Ba2MgReO6. The green and blue arrows represent the
atomic shifts in the εv and εu modes, respectively.

hedron (δz at 6 K ∼0.007 Å) corresponds to approximately
half of the tetragonal distortion; (ct −

√
2at )/2. The posi-

tions of O2 and O3 are described as (xav + δx, xav + δx, 0)
and (xav + δx, –xav–δx, 0), respectively, where xav is the
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moment remains along [1 1 0]c. This canted antiferromag-
netic spin structure is essentially the same as that theoretically
predicted for the spin-orbit-entangled d1 electron system in
DPs [13,38] and observed for Ba2NaOsO6 [22]. The canting
angle is large: φ ∼ 40◦ for Ba2MgReO6 [26] and 67◦ for
Ba2NaOsO6 [22]. The origin of this unusual magnetic order
may be related to the theoretically predicted quadrupolar order
above Tm.

Next, we investigated the nature of the phase transition
at Tq = 33 K using the nonresonant synchrotron XRD tech-
nique. As summarized in Fig. 2 (also in the Supplemental
Material [37]), a clear cubic-to-tetragonal structural transi-
tion is observed at Tq, which is evidenced by a split of the
(0 0 24)c Bragg peak [Fig. 2(b)]. The relation between the
high-temperature cubic and the low-temperature tetragonal
unit cells is depicted in Fig. 1(c). As shown in Fig. 2(c), the
tetragonal distortion (ct −

√
2at ) develops gradually below

Tq, leading to a very small distortion of ∼0.09% at 25 K. Note
that the tetragonal distortion is further enhanced upon cooling
below Tm. The distortion in Ba2MgReO6 is much smaller than
in other DPs, for example, ∼0.47% in Ba2CaWO6 [39].

In addition to the split of fundamental reflections, 141
additional (superlattice) reflections, which are extremely weak
(less than 0.005% of the strongest fundamental reflection),
are detected below Tq in our nonresonant x-ray-diffraction
experiments. The evolution of intensity over temperature of a
superlattice reflection (4 1 0)t is shown in Fig. 2(d), appearing
at Tq and increasing gradually with increasing tetragonal dis-
tortion. Then, the intensity starts to decrease at approximately
Tm, which is in contrast to the further increase in the tetragonal
distortion below Tm. We observe no additional superlattice
reflections below Tm, suggesting no additional changes in the
crystal structure. Reflection conditions of 0 0 l: l = 2n, h 0 0:
h = 2n, and 0 k l: k + l = 2n are observed for the superlat-
tice reflections (Supplemental Material [37]), suggesting the
tetragonal space groups that are possible, namely, P42/mnm
(136), P4̄n2 (118), and P42nm (102). Note that none of these
space groups are observed for other DP compounds [18],
indicating the unique structural distortion below Tq.

We consider atomic displacements in the intermediate
phase from a high-symmetry tetragonal space group I4/mmm
(details are described in the Supplemental Material [37]).
Among the possible space groups, only P42/mnm belongs to
the maximal nonisomorphic subgroups of I4/mmm; the other
possible space groups of P4̄n2 and P42nm are the maximal
nonisomorphic subgroups of P42/mnm [40]. Our refinement
reveals that space-group P42/mnm provides a satisfactory
fit, whereas a further symmetry lowering in the P4̄n2 or
P42nm space group does not improve the fit. This model
accurately reproduces the intensities of all the observed (141)
superlattice reflections as well as those of the fundamental
reflections (as shown in the Supplemental Material [37]). In
the tetragonal P42/mnm structure, from the high-temperature
cubic Fm3̄m structure, a single type of oxygen site splits into
three types of oxygen sites, an apical site O1 at 4e and in-plane
sites O2 at 4 f and O3 at 4g as illustrated in Fig. 2(e). This site
splitting causes a slight elongation of the ReO6 octahedron
in the c direction and a rhomboid εv-type distortion of the
square formed by four oxygens surrounding the Re ion on the
(0 0 1) plane. The displacement of O1 from the regular octa-

FIG. 2. (a) Temperature evolution of the synchrotron XRD inten-
sity of the (0 0 2 4)c reflection measured at an off-resonant condition
(E = 29.65 keV) on a single crystal of Ba2MgReO6. (b) Fittings of
the (0 0 2 4)c reflection with double Gaussian functions to obtain the
tetragonal distortion, ct −

√
2at as shown for the typical 6-, 25-, and

35-K data. Temperature dependences of (c) the tetragonal distortion
and (d) the integrated intensity of the (4 1 0)t reflection. The black
lines are visual guides. (e) Schematics of the structural deformation
observed below Tq. The ReO6 octahedra at z = 0 and 1/2 are shown
by purple and orange colors, respectively. There are three types of
oxygen sites, O1, O2, and O3, in the low-temperature tetragonal
P42/mnm structure. The gray arrows show displacements of the
oxygen atoms. (f) Schematic of the quadrupolar moments Qx2−y2

and Q3z2−r2 , which couple with the εv and εu displacement modes
observed in Ba2MgReO6. The green and blue arrows represent the
atomic shifts in the εv and εu modes, respectively.

hedron (δz at 6 K ∼0.007 Å) corresponds to approximately
half of the tetragonal distortion; (ct −

√
2at )/2. The posi-

tions of O2 and O3 are described as (xav + δx, xav + δx, 0)
and (xav + δx, –xav–δx, 0), respectively, where xav is the
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moment remains along [1 1 0]c. This canted antiferromag-
netic spin structure is essentially the same as that theoretically
predicted for the spin-orbit-entangled d1 electron system in
DPs [13,38] and observed for Ba2NaOsO6 [22]. The canting
angle is large: φ ∼ 40◦ for Ba2MgReO6 [26] and 67◦ for
Ba2NaOsO6 [22]. The origin of this unusual magnetic order
may be related to the theoretically predicted quadrupolar order
above Tm.

Next, we investigated the nature of the phase transition
at Tq = 33 K using the nonresonant synchrotron XRD tech-
nique. As summarized in Fig. 2 (also in the Supplemental
Material [37]), a clear cubic-to-tetragonal structural transi-
tion is observed at Tq, which is evidenced by a split of the
(0 0 24)c Bragg peak [Fig. 2(b)]. The relation between the
high-temperature cubic and the low-temperature tetragonal
unit cells is depicted in Fig. 1(c). As shown in Fig. 2(c), the
tetragonal distortion (ct −

√
2at ) develops gradually below

Tq, leading to a very small distortion of ∼0.09% at 25 K. Note
that the tetragonal distortion is further enhanced upon cooling
below Tm. The distortion in Ba2MgReO6 is much smaller than
in other DPs, for example, ∼0.47% in Ba2CaWO6 [39].

In addition to the split of fundamental reflections, 141
additional (superlattice) reflections, which are extremely weak
(less than 0.005% of the strongest fundamental reflection),
are detected below Tq in our nonresonant x-ray-diffraction
experiments. The evolution of intensity over temperature of a
superlattice reflection (4 1 0)t is shown in Fig. 2(d), appearing
at Tq and increasing gradually with increasing tetragonal dis-
tortion. Then, the intensity starts to decrease at approximately
Tm, which is in contrast to the further increase in the tetragonal
distortion below Tm. We observe no additional superlattice
reflections below Tm, suggesting no additional changes in the
crystal structure. Reflection conditions of 0 0 l: l = 2n, h 0 0:
h = 2n, and 0 k l: k + l = 2n are observed for the superlat-
tice reflections (Supplemental Material [37]), suggesting the
tetragonal space groups that are possible, namely, P42/mnm
(136), P4̄n2 (118), and P42nm (102). Note that none of these
space groups are observed for other DP compounds [18],
indicating the unique structural distortion below Tq.

We consider atomic displacements in the intermediate
phase from a high-symmetry tetragonal space group I4/mmm
(details are described in the Supplemental Material [37]).
Among the possible space groups, only P42/mnm belongs to
the maximal nonisomorphic subgroups of I4/mmm; the other
possible space groups of P4̄n2 and P42nm are the maximal
nonisomorphic subgroups of P42/mnm [40]. Our refinement
reveals that space-group P42/mnm provides a satisfactory
fit, whereas a further symmetry lowering in the P4̄n2 or
P42nm space group does not improve the fit. This model
accurately reproduces the intensities of all the observed (141)
superlattice reflections as well as those of the fundamental
reflections (as shown in the Supplemental Material [37]). In
the tetragonal P42/mnm structure, from the high-temperature
cubic Fm3̄m structure, a single type of oxygen site splits into
three types of oxygen sites, an apical site O1 at 4e and in-plane
sites O2 at 4 f and O3 at 4g as illustrated in Fig. 2(e). This site
splitting causes a slight elongation of the ReO6 octahedron
in the c direction and a rhomboid εv-type distortion of the
square formed by four oxygens surrounding the Re ion on the
(0 0 1) plane. The displacement of O1 from the regular octa-

FIG. 2. (a) Temperature evolution of the synchrotron XRD inten-
sity of the (0 0 2 4)c reflection measured at an off-resonant condition
(E = 29.65 keV) on a single crystal of Ba2MgReO6. (b) Fittings of
the (0 0 2 4)c reflection with double Gaussian functions to obtain the
tetragonal distortion, ct −

√
2at as shown for the typical 6-, 25-, and

35-K data. Temperature dependences of (c) the tetragonal distortion
and (d) the integrated intensity of the (4 1 0)t reflection. The black
lines are visual guides. (e) Schematics of the structural deformation
observed below Tq. The ReO6 octahedra at z = 0 and 1/2 are shown
by purple and orange colors, respectively. There are three types of
oxygen sites, O1, O2, and O3, in the low-temperature tetragonal
P42/mnm structure. The gray arrows show displacements of the
oxygen atoms. (f) Schematic of the quadrupolar moments Qx2−y2

and Q3z2−r2 , which couple with the εv and εu displacement modes
observed in Ba2MgReO6. The green and blue arrows represent the
atomic shifts in the εv and εu modes, respectively.

hedron (δz at 6 K ∼0.007 Å) corresponds to approximately
half of the tetragonal distortion; (ct −

√
2at )/2. The posi-

tions of O2 and O3 are described as (xav + δx, xav + δx, 0)
and (xav + δx, –xav–δx, 0), respectively, where xav is the
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図 3.7: 単結晶 Ba2MgReO6 の放射光 X線の結果 [39]。(a)(0 0 24)反射の温度変化のカラープロット。(b)(0 0 24)反射の
温度依存性。(c) 正方晶歪の温度依存性。(d)Tq 以下で観測される変形の模式図。z = 0(紫) と z = 1/2(オレンジ)
における ReO6 八面体をしめす。低温の正方晶 P42/nmm構造には、O1、O2、O3 の 3種類の酸素サイトが存在す
る。灰色の矢印は酸素原子の変位を示している。(e)Ba2MgReO6 で観測された ϵv および ϵu 変位モードと結合する
四極子モーメント Qx2−y2 と Q3z2−r2 の模式図。緑と青の矢印は、ϵv および ϵu における原子変位を表す。

これらの実験から、Tq以下において形成される四極子秩序のパターンは、Qx2−y2 モーメントの反強的な配列
と、Q3z2−r2 モーメントの強的な配列が共存している可能性が提案されている (図 3.8(a))。さらに低温の Tm で
はキャント反強磁性が発生するが、この磁気構造はQx2−y2 の四極子モーメントによって誘起される (図 3.8(b))。
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moment remains along [1 1 0]c. This canted antiferromag-
netic spin structure is essentially the same as that theoretically
predicted for the spin-orbit-entangled d1 electron system in
DPs [13,38] and observed for Ba2NaOsO6 [22]. The canting
angle is large: φ ∼ 40◦ for Ba2MgReO6 [26] and 67◦ for
Ba2NaOsO6 [22]. The origin of this unusual magnetic order
may be related to the theoretically predicted quadrupolar order
above Tm.

Next, we investigated the nature of the phase transition
at Tq = 33 K using the nonresonant synchrotron XRD tech-
nique. As summarized in Fig. 2 (also in the Supplemental
Material [37]), a clear cubic-to-tetragonal structural transi-
tion is observed at Tq, which is evidenced by a split of the
(0 0 24)c Bragg peak [Fig. 2(b)]. The relation between the
high-temperature cubic and the low-temperature tetragonal
unit cells is depicted in Fig. 1(c). As shown in Fig. 2(c), the
tetragonal distortion (ct −

√
2at ) develops gradually below

Tq, leading to a very small distortion of ∼0.09% at 25 K. Note
that the tetragonal distortion is further enhanced upon cooling
below Tm. The distortion in Ba2MgReO6 is much smaller than
in other DPs, for example, ∼0.47% in Ba2CaWO6 [39].

In addition to the split of fundamental reflections, 141
additional (superlattice) reflections, which are extremely weak
(less than 0.005% of the strongest fundamental reflection),
are detected below Tq in our nonresonant x-ray-diffraction
experiments. The evolution of intensity over temperature of a
superlattice reflection (4 1 0)t is shown in Fig. 2(d), appearing
at Tq and increasing gradually with increasing tetragonal dis-
tortion. Then, the intensity starts to decrease at approximately
Tm, which is in contrast to the further increase in the tetragonal
distortion below Tm. We observe no additional superlattice
reflections below Tm, suggesting no additional changes in the
crystal structure. Reflection conditions of 0 0 l: l = 2n, h 0 0:
h = 2n, and 0 k l: k + l = 2n are observed for the superlat-
tice reflections (Supplemental Material [37]), suggesting the
tetragonal space groups that are possible, namely, P42/mnm
(136), P4̄n2 (118), and P42nm (102). Note that none of these
space groups are observed for other DP compounds [18],
indicating the unique structural distortion below Tq.

We consider atomic displacements in the intermediate
phase from a high-symmetry tetragonal space group I4/mmm
(details are described in the Supplemental Material [37]).
Among the possible space groups, only P42/mnm belongs to
the maximal nonisomorphic subgroups of I4/mmm; the other
possible space groups of P4̄n2 and P42nm are the maximal
nonisomorphic subgroups of P42/mnm [40]. Our refinement
reveals that space-group P42/mnm provides a satisfactory
fit, whereas a further symmetry lowering in the P4̄n2 or
P42nm space group does not improve the fit. This model
accurately reproduces the intensities of all the observed (141)
superlattice reflections as well as those of the fundamental
reflections (as shown in the Supplemental Material [37]). In
the tetragonal P42/mnm structure, from the high-temperature
cubic Fm3̄m structure, a single type of oxygen site splits into
three types of oxygen sites, an apical site O1 at 4e and in-plane
sites O2 at 4 f and O3 at 4g as illustrated in Fig. 2(e). This site
splitting causes a slight elongation of the ReO6 octahedron
in the c direction and a rhomboid εv-type distortion of the
square formed by four oxygens surrounding the Re ion on the
(0 0 1) plane. The displacement of O1 from the regular octa-

FIG. 2. (a) Temperature evolution of the synchrotron XRD inten-
sity of the (0 0 2 4)c reflection measured at an off-resonant condition
(E = 29.65 keV) on a single crystal of Ba2MgReO6. (b) Fittings of
the (0 0 2 4)c reflection with double Gaussian functions to obtain the
tetragonal distortion, ct −

√
2at as shown for the typical 6-, 25-, and

35-K data. Temperature dependences of (c) the tetragonal distortion
and (d) the integrated intensity of the (4 1 0)t reflection. The black
lines are visual guides. (e) Schematics of the structural deformation
observed below Tq. The ReO6 octahedra at z = 0 and 1/2 are shown
by purple and orange colors, respectively. There are three types of
oxygen sites, O1, O2, and O3, in the low-temperature tetragonal
P42/mnm structure. The gray arrows show displacements of the
oxygen atoms. (f) Schematic of the quadrupolar moments Qx2−y2

and Q3z2−r2 , which couple with the εv and εu displacement modes
observed in Ba2MgReO6. The green and blue arrows represent the
atomic shifts in the εv and εu modes, respectively.

hedron (δz at 6 K ∼0.007 Å) corresponds to approximately
half of the tetragonal distortion; (ct −

√
2at )/2. The posi-

tions of O2 and O3 are described as (xav + δx, xav + δx, 0)
and (xav + δx, –xav–δx, 0), respectively, where xav is the
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moment remains along [1 1 0]c. This canted antiferromag-
netic spin structure is essentially the same as that theoretically
predicted for the spin-orbit-entangled d1 electron system in
DPs [13,38] and observed for Ba2NaOsO6 [22]. The canting
angle is large: φ ∼ 40◦ for Ba2MgReO6 [26] and 67◦ for
Ba2NaOsO6 [22]. The origin of this unusual magnetic order
may be related to the theoretically predicted quadrupolar order
above Tm.

Next, we investigated the nature of the phase transition
at Tq = 33 K using the nonresonant synchrotron XRD tech-
nique. As summarized in Fig. 2 (also in the Supplemental
Material [37]), a clear cubic-to-tetragonal structural transi-
tion is observed at Tq, which is evidenced by a split of the
(0 0 24)c Bragg peak [Fig. 2(b)]. The relation between the
high-temperature cubic and the low-temperature tetragonal
unit cells is depicted in Fig. 1(c). As shown in Fig. 2(c), the
tetragonal distortion (ct −

√
2at ) develops gradually below

Tq, leading to a very small distortion of ∼0.09% at 25 K. Note
that the tetragonal distortion is further enhanced upon cooling
below Tm. The distortion in Ba2MgReO6 is much smaller than
in other DPs, for example, ∼0.47% in Ba2CaWO6 [39].

In addition to the split of fundamental reflections, 141
additional (superlattice) reflections, which are extremely weak
(less than 0.005% of the strongest fundamental reflection),
are detected below Tq in our nonresonant x-ray-diffraction
experiments. The evolution of intensity over temperature of a
superlattice reflection (4 1 0)t is shown in Fig. 2(d), appearing
at Tq and increasing gradually with increasing tetragonal dis-
tortion. Then, the intensity starts to decrease at approximately
Tm, which is in contrast to the further increase in the tetragonal
distortion below Tm. We observe no additional superlattice
reflections below Tm, suggesting no additional changes in the
crystal structure. Reflection conditions of 0 0 l: l = 2n, h 0 0:
h = 2n, and 0 k l: k + l = 2n are observed for the superlat-
tice reflections (Supplemental Material [37]), suggesting the
tetragonal space groups that are possible, namely, P42/mnm
(136), P4̄n2 (118), and P42nm (102). Note that none of these
space groups are observed for other DP compounds [18],
indicating the unique structural distortion below Tq.

We consider atomic displacements in the intermediate
phase from a high-symmetry tetragonal space group I4/mmm
(details are described in the Supplemental Material [37]).
Among the possible space groups, only P42/mnm belongs to
the maximal nonisomorphic subgroups of I4/mmm; the other
possible space groups of P4̄n2 and P42nm are the maximal
nonisomorphic subgroups of P42/mnm [40]. Our refinement
reveals that space-group P42/mnm provides a satisfactory
fit, whereas a further symmetry lowering in the P4̄n2 or
P42nm space group does not improve the fit. This model
accurately reproduces the intensities of all the observed (141)
superlattice reflections as well as those of the fundamental
reflections (as shown in the Supplemental Material [37]). In
the tetragonal P42/mnm structure, from the high-temperature
cubic Fm3̄m structure, a single type of oxygen site splits into
three types of oxygen sites, an apical site O1 at 4e and in-plane
sites O2 at 4 f and O3 at 4g as illustrated in Fig. 2(e). This site
splitting causes a slight elongation of the ReO6 octahedron
in the c direction and a rhomboid εv-type distortion of the
square formed by four oxygens surrounding the Re ion on the
(0 0 1) plane. The displacement of O1 from the regular octa-

FIG. 2. (a) Temperature evolution of the synchrotron XRD inten-
sity of the (0 0 2 4)c reflection measured at an off-resonant condition
(E = 29.65 keV) on a single crystal of Ba2MgReO6. (b) Fittings of
the (0 0 2 4)c reflection with double Gaussian functions to obtain the
tetragonal distortion, ct −

√
2at as shown for the typical 6-, 25-, and

35-K data. Temperature dependences of (c) the tetragonal distortion
and (d) the integrated intensity of the (4 1 0)t reflection. The black
lines are visual guides. (e) Schematics of the structural deformation
observed below Tq. The ReO6 octahedra at z = 0 and 1/2 are shown
by purple and orange colors, respectively. There are three types of
oxygen sites, O1, O2, and O3, in the low-temperature tetragonal
P42/mnm structure. The gray arrows show displacements of the
oxygen atoms. (f) Schematic of the quadrupolar moments Qx2−y2

and Q3z2−r2 , which couple with the εv and εu displacement modes
observed in Ba2MgReO6. The green and blue arrows represent the
atomic shifts in the εv and εu modes, respectively.

hedron (δz at 6 K ∼0.007 Å) corresponds to approximately
half of the tetragonal distortion; (ct −

√
2at )/2. The posi-

tions of O2 and O3 are described as (xav + δx, xav + δx, 0)
and (xav + δx, –xav–δx, 0), respectively, where xav is the
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moment remains along [1 1 0]c. This canted antiferromag-
netic spin structure is essentially the same as that theoretically
predicted for the spin-orbit-entangled d1 electron system in
DPs [13,38] and observed for Ba2NaOsO6 [22]. The canting
angle is large: φ ∼ 40◦ for Ba2MgReO6 [26] and 67◦ for
Ba2NaOsO6 [22]. The origin of this unusual magnetic order
may be related to the theoretically predicted quadrupolar order
above Tm.

Next, we investigated the nature of the phase transition
at Tq = 33 K using the nonresonant synchrotron XRD tech-
nique. As summarized in Fig. 2 (also in the Supplemental
Material [37]), a clear cubic-to-tetragonal structural transi-
tion is observed at Tq, which is evidenced by a split of the
(0 0 24)c Bragg peak [Fig. 2(b)]. The relation between the
high-temperature cubic and the low-temperature tetragonal
unit cells is depicted in Fig. 1(c). As shown in Fig. 2(c), the
tetragonal distortion (ct −

√
2at ) develops gradually below

Tq, leading to a very small distortion of ∼0.09% at 25 K. Note
that the tetragonal distortion is further enhanced upon cooling
below Tm. The distortion in Ba2MgReO6 is much smaller than
in other DPs, for example, ∼0.47% in Ba2CaWO6 [39].

In addition to the split of fundamental reflections, 141
additional (superlattice) reflections, which are extremely weak
(less than 0.005% of the strongest fundamental reflection),
are detected below Tq in our nonresonant x-ray-diffraction
experiments. The evolution of intensity over temperature of a
superlattice reflection (4 1 0)t is shown in Fig. 2(d), appearing
at Tq and increasing gradually with increasing tetragonal dis-
tortion. Then, the intensity starts to decrease at approximately
Tm, which is in contrast to the further increase in the tetragonal
distortion below Tm. We observe no additional superlattice
reflections below Tm, suggesting no additional changes in the
crystal structure. Reflection conditions of 0 0 l: l = 2n, h 0 0:
h = 2n, and 0 k l: k + l = 2n are observed for the superlat-
tice reflections (Supplemental Material [37]), suggesting the
tetragonal space groups that are possible, namely, P42/mnm
(136), P4̄n2 (118), and P42nm (102). Note that none of these
space groups are observed for other DP compounds [18],
indicating the unique structural distortion below Tq.

We consider atomic displacements in the intermediate
phase from a high-symmetry tetragonal space group I4/mmm
(details are described in the Supplemental Material [37]).
Among the possible space groups, only P42/mnm belongs to
the maximal nonisomorphic subgroups of I4/mmm; the other
possible space groups of P4̄n2 and P42nm are the maximal
nonisomorphic subgroups of P42/mnm [40]. Our refinement
reveals that space-group P42/mnm provides a satisfactory
fit, whereas a further symmetry lowering in the P4̄n2 or
P42nm space group does not improve the fit. This model
accurately reproduces the intensities of all the observed (141)
superlattice reflections as well as those of the fundamental
reflections (as shown in the Supplemental Material [37]). In
the tetragonal P42/mnm structure, from the high-temperature
cubic Fm3̄m structure, a single type of oxygen site splits into
three types of oxygen sites, an apical site O1 at 4e and in-plane
sites O2 at 4 f and O3 at 4g as illustrated in Fig. 2(e). This site
splitting causes a slight elongation of the ReO6 octahedron
in the c direction and a rhomboid εv-type distortion of the
square formed by four oxygens surrounding the Re ion on the
(0 0 1) plane. The displacement of O1 from the regular octa-

FIG. 2. (a) Temperature evolution of the synchrotron XRD inten-
sity of the (0 0 2 4)c reflection measured at an off-resonant condition
(E = 29.65 keV) on a single crystal of Ba2MgReO6. (b) Fittings of
the (0 0 2 4)c reflection with double Gaussian functions to obtain the
tetragonal distortion, ct −

√
2at as shown for the typical 6-, 25-, and

35-K data. Temperature dependences of (c) the tetragonal distortion
and (d) the integrated intensity of the (4 1 0)t reflection. The black
lines are visual guides. (e) Schematics of the structural deformation
observed below Tq. The ReO6 octahedra at z = 0 and 1/2 are shown
by purple and orange colors, respectively. There are three types of
oxygen sites, O1, O2, and O3, in the low-temperature tetragonal
P42/mnm structure. The gray arrows show displacements of the
oxygen atoms. (f) Schematic of the quadrupolar moments Qx2−y2

and Q3z2−r2 , which couple with the εv and εu displacement modes
observed in Ba2MgReO6. The green and blue arrows represent the
atomic shifts in the εv and εu modes, respectively.

hedron (δz at 6 K ∼0.007 Å) corresponds to approximately
half of the tetragonal distortion; (ct −
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tions of O2 and O3 are described as (xav + δx, xav + δx, 0)
and (xav + δx, –xav–δx, 0), respectively, where xav is the
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図 3.8: (a)四極子秩序における四極子モーメントの形状。(b)キャント反強磁性相における四極子モーメント [39]。

以上のことから、Ba2MgReO6では四極子秩序の形成と、その秩序に関連したキャント反強磁性を示すことが
わかった。四極子相互作用とキャント反強磁性との関係は、Ba2BReO6 の B サイトをMgよりも大きなイオン
B =Zn, Cd, Caに置換した格子定数の制御の実験より明らかにされてきた [50]。表 3.1にその結果をまとめる。
Bサイトを半径が大きなイオンに置換していくと、格子定数は大きくなる。活性化エネルギーはほとんどの物質
でおおよそ同程度であり、表にあげた物質は比較的小さなエネルギーギャップをもつモット絶縁体である。また
Cdと Caの場合は構造相転移が観測され、Cdが 170 Kともっとも大きな値を示している。これは Bサイトの
イオンが大きくなることで、イオンサイズの不一致により構造が不安定になったと考えらえられているが、Cd

が Caよりも高い構造転移温度を示す理由は明らかではない。また Tqは格子定数が大きくなるにつれて減少し、
Caでは四極子転移は観測されない。一方で Zn、Cd、Caの磁気転移は Znよりも小さい。ここで注意する点は、
Znと Cdはキャント反強磁性への転移であるが、Caはコリニアな反強磁性転移を表すことである。

表 3.1: Ba2BReO6(B =Mg、Zn、Cd、Ca)の比較。格子体積 aと格子定数は室温の値である。活性化エネルギーは電気抵
抗率の温度依存性から見積もられている。Ts は立方晶から正方晶へと構造変化する温度である。Tq と Tm は四極子
転移と磁気転移温度である。θW はワイス温度を表す。Ba2MgReO6 は 3つのワイス温度が示されているが、これら
は [110]、[110]、[111]に磁場を印加した場合である。

Ba2BReO6 B = Mg Zn Cd Ca

B2+ のイオン半径 (Å) 0.720 0.740 0.95 1.00

格子定数 a (Å) 8.0802 8.1148 8.3253 8.371

格子体積 (Å3) 527 534 577 586

活性化エネルギー Ea (eV) 0.17 0.17 0.24 0.26

Ts (K) NA NA 170 120

Tq (K) 33 33 25 NA

Tm (K) 18 11 12 15.4

Tq 以上の θW -14.6、-15.2、－ 11.2 -66 -15.3 -38.8

Reference [36, 46] [46] [50] [51]

これらの振る舞いは四極子相互作用 V と最近接の反強磁性相互作用 (J)と強磁性相互作用 (J ′)を用いた平均
場近似より、図 3.9の相図が提案されている [44]。この相図は J ′/J = 0.2で固定して、四極子相互作用 V を変化
させたときの Tqと Tmの温度依存性である。この相図によると、四極子相互作用がないときの磁気転移は反強磁
性であるが、V が大きくなると四極子転移が出現し、磁気秩序はキャント反強磁性になる。さらに V が大きく
なると Tqは上昇し、Tmは抑制される。ここで V は電気四極子の強さQと格子定数 aもちいて V = 9

√
2Q2/a5

と表される。これによると格子定数が a小さくなるとに V は大きくなるので、CaからMgまで置換していく結
果と相図はよく対応している。
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quadrupole moments themselves are reduced upon cooling
below Tm with the relative dipole components increasing.

4. Discussion

4.1. Chemical trend

The physical properties of Ba2CdReO6 are compared with
those of the related DPs Ba2BReO6 in table 1. As the size of
the cations at the B site increases, the lattice expands system-
atically. The crystal structures of B = Mg and Zn with toler-
ance factors larger than one remain cubic at low temperatures
and pseudo-cubic with B = Mg showing a very small tetrag-
onal deformation below Tq. In contrast, cubic-to-tetragonal
structural transitions accompanied by a rotation of the BO6

octahedra occur for DPs with tolerance factors smaller than
unity at Ts = 170 and 120 K for B = Cd and Ca, respectively.
On the other hand, from an electronic point of view, the Mg,
Zn, and Cd compounds exhibit quadrupole ordering at Tq fol-
lowed by canted AF ordering with large FM moments below
Tm, while the Ca compound shows a single transition to the
collinear AF order [40]. It is also noted that the properties
of B = Mg and Cd are similar to each other: the saturation
moment of the magnetically ordered phase is approximately
0.2 µB, and two Curie–Weiss regions exist in the inverse mag-
netic susceptibilities across Tq. It is remarkable that the Cd
compound shows a cubic-to-tetragonal transition at high tem-
peratures, similar to the Ca compound, and successive transi-
tions to the quadrupole and magnetic orders, similar to the Mg
compound.

A cubic-to-tetragonal structural transition at high tem-
peratures is expected to lift the multipolar degeneracy and
suppress a multipolar order at low temperatures because a
structural transition often induces a distortion of the BO6 octa-
hedron that quenches the orbital angular moment of d elec-
trons. However, this was not the case when B = Cd. The
Jeff = 3/2 electronic state is preserved even in the tetragonal
phase, as evidenced by the reduced effective magnetic moment
below Ts. Similarly, the inverse magnetic susceptibility of the
Ca compound does not show a visible change at the structural
transition [40], re!ecting a negligible change in the spin–orbit
entangled electronic state. The cubic-to-tetragonal transitions
are mainly caused by the rotations of the undeformed ReO6

octahedra. Therefore, the degeneracy of the Jeff = 3/2 quar-
tet is not lifted in the tetragonal phase. This may also be the
case for other tetragonally distorted 5d1 DPs: considerably
reduced effective magnetic moments have been reported for
Sr2CaReO6 (0.74 µB) [40] and Sr2MgReO6 (0.80 µB) [51].
Thus, multipolar orders derived from the spin–orbit-entangled
Jeff = 3/2 state should occur not only in cubic DPs but also in
tetragonal DPs.

4.2. Electronic phase diagram

The variation of the ground states in the DPs Ba2BReO6

(B = Mg, Zn, Cd, and Ca) is discussed based on a phase
diagram obtained using mean-"eld theory. Chen et al con-
structed a phase diagram for spin–orbit-entangled DPs with
the d1 electronic con"guration. They introduced three types

Figure 4. Schematic mean-"eld phase diagram for the d1 DP with
the Jeff = 3/2 quartet state depicted as a function of the electric
quadrupole interaction V for J′/J = 0.2. ‘dipole [1 1 0]’ and ‘dipole
[1 0 0]’ refer to the two-sublattice noncollinear dipole orders with
the net FM moments pointing along the [1 1 0] and [1 0 0] axes,
respectively. ‘Quadrupole’ and ‘dipole + octupole’ refer to
multipole orders of electric quadrupoles and orders of magnetic
dipoles and octupoles, respectively. The DPs Ba2BReO6 (B = Mg,
Zn, Cd, and Ca) are approximately located at the positions marked
by the arrows. The lattice constants increase to the left with
decreasing V . The ‘dipole [1 1 0]’ and ‘dipole [1 0 0]’ orders are not
distinct as they differ only in the direction of the net moment. The
Cd compound may be located in the ‘dipole [1 0 0]’ region.

of interactions [10, 12]: the nearest-neighbour AF exchange
J, the nearest-neighbour FM exchange J′, and the electric
quadrupole interaction V . Figure 4 shows a schematic phase
diagram as a function of V at a "xed J′/J ratio of 0.2. In a
region with relatively large J′ and V , there is a ground state
noncollinear magnetic order with [1 1 0] anisotropy (dipole
[1 1 0]) and a quadrupole ordered phase at high temperature,
which is the precise observation in the case of the Mg com-
pound. It is emphasised that the quadrupole order should exist
above dipole [1 1 0] because the former is required to stabilise
the latter. On the other hand, an AF phase accompanied by an
octupole order (dipole + octupole) is located in a region with
a small V , which may be the case for the Ca compound. There
is no other symmetry breaking above the octupole order. It is
also noted that this complex order looks like a simple dipole
order because the octupole component is invisible in conven-
tional magnetic measurements. In addition, there is another
noncollinear magnetic order with [1 0 0] anisotropy (dipole
[1 0 0]) between the two ground states.

Considering the correspondence between the theoretical
phase diagram and the experimental results, it is plausible that
the Mg, Zn, and Cd DPs are located in the quadrupole order
regime on the right of the phase diagram and the Ca com-
pound in the octupole order regime on the left. The observed
variation in the ground states is may be caused by the subtle
variations of J′ and V , depending on the lattice constants. The
FM interactions J′ seem to be small based on the AF Weiss
temperatures of the DPs. The electronic quadrupole interac-
tions V should depend on the lattice constant: the larger the
lattice constant, the smaller the value of V , which is given by
9√2Q2/a5, where Q is the magnitude of the electric quadrupole
moment. Q depends on the degree of hybridisation between
the rhenium 5d states and oxygen 2p states, which is smaller
for a longer TM–O distance. Thus, Q is smaller for larger a.

6

図 3.9: 横軸が四極子相互作用の大きさ、下の縦軸が温度の相図 [39]。緑の点は四極子転移温度 Tq、赤の点は強磁性転移 Tm、
　青の点は反強磁性転移 TN。

3.2 研究目的
5d1の電子配置をとる Ba2MgReO6では、スピン軌道相互作用に起因した Jeff = 3/2状態をとることを反映し
て、低温で四極子秩序とキャント反強磁性秩序を示す。また、Mgサイト置換による格子定数の制御によって、
四極子秩序の抑制とコリニアな反強磁性へと変化することが明らかになっている。高圧力印加は化学置換と同
様に系の電子状態を制御する重要な手法であるが、これまでにその圧力効果を調べた報告はない。本研究では、
Ba2MgReO6の単結晶試料を用いた電気抵抗率、交流比熱および磁化率測定を行うことにより圧力相図を得るこ
と、さらに化学置換効果と合わせた包括的な相図から、磁気と多極子秩序の関係性を明らかにすることを目的と
した。

3.3 実験結果と考察
まずはじめに、高圧実験に用いた試料の常圧における電気抵抗率の温度依存性を図 3.10(a)示す。電気抵抗率
は室温から低温にむかって単調に増加する半導体的振る舞いを示す。150 K以下の極低温における電気抵抗値は
107 Ωと非常に高く、一般的な電圧計の内部抵抗と同程度となるため、低温域の測定は行うことはできなかった。
図 3.10(b)にはアレニウスプロットを示す。このとき活性化エネルギー Eaを式 1.14から計算すると、Ea ∼0.17

eVとなった。これらの結果は過去に報告された結果とよく一致する [36]。
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図 3.10: 常圧における単結晶 Ba2MgReO6 の (a)電気抵抗率の温度依存性、(b)アレニウスプロット

図 3.11(a)に圧力下の電気抵抗率の温度依存性を示す。室温の電気抵抗率は加圧によって減少する一方で、低
温域おいてはその変化は小さい。このことは図 3.11(b)のように室温と 190 Kの電気抵抗率の圧力依存性からも
よく見てとれる。室温の電気抵抗率の指数関数的な減少はエネルギーギャップの減少によって実効的なキャリア
密度が上昇したことを示唆する。
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図 3.11: (a)圧力下における電気抵抗率の温度依存性。(b)290 Kと 190 Kの電気抵抗率の圧力依存性

図 3.12(a)に示すアレニウスプロットを見ると、直線的な振る舞いがわずかながら増大することから、低温域
も含めて Ea を評価すると、その値は常圧よりも大きくなったと考えられる。この原因として電子間のクーロン
斥力が強くなったた可能性、圧力によって結晶がわずかに歪み波動関数に傾きが生じトランスファー積分が小さ
くなった可能性などが考えられる。この点をさらに議論するためにはホール効果測定を圧力下でおこなうことが
有効であると考えられる。しかし本研究で用いた導電ペースト (徳力本店工業 8563 金ペースト)と試料の間に
オーミックな接触を実現することが難しく、接触抵抗は非常に大きくなった。それにより大きなノイズが発生し、
ホール電圧の小さなシグナルを検出することはできなかった。ここまでに示した電気抵抗測定の結果からわかっ
た重要な点は、Ba2MgReO6は高圧領域においてもモット絶縁体としての性質が維持されており、常圧と同様に
Jeff=3/2状態としてその電子状態が議論できると期待されることである。
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図 3.12: (a)圧力下におけるアレニウスプロット。(b)活性化エネルギーの圧力依存性。

次に低温域における四極子および磁気秩序の圧力効果についてみていく。圧力下の比熱の温度依存性を図 3.13

に示す。Tmがキャント反強磁性転移、Tqが四極子転移に対応する。常圧においては Tm ∼18Kでシャープなピー
クと、Tq ∼33 Kでブロードなピークが観測される。本研究で用いた比熱測定手法は交流法であり、先行研究で
行われた単結晶の比熱測定は緩和法である [36]。交流法は比熱の絶対値を評価することは難しいが、その相対変
化については十分な実験精度があることを確認できた。また四極子転移におけるピークがブロードなっているが、
類似の異常は Ba2CdReO6でも観測されている。Tqに異常がシャープで出ない原因として、四極子相互作用の大
きさ、原子配置などの理由が考えられるが、その理由は明らかではない。次に、Tqの圧力依存性をみると、常圧
から 1.2 GPaでわずかに上昇し、それ以上の圧力ではほとんど一定となる。5.4 GPaになると Tq の異常は弱く
なりながら減少へと転じ、7.2 GPaでは異常が観測されなかった。一方で磁気転移 Tm は加圧とともに 5.4 GPa

まで増加し、7.2 GPaではわずかに減少している。Tm におけるシグナルは高圧領域までシャープな変化を維持
している。
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図 3.13: 圧力下における比熱の温度依存性。

図 3.14に、本研究室の卒業生の大下氏と共同で行った交流磁化率の測定結果を示す。図 3.14(a)は交流磁化率
の実部 χ′

acと虚部 χ′′
acの温度依存性を示す。常圧をみると、比熱のシャープなピークが観測される Tmの温度に

対応して、χ′
ac と χ′′

ac ともに明瞭なピークが観測される。圧力を印加すると Tm はやはり比熱測定結果とよく対
応して、高温側にシフトする。Tmにおけるシグナルの大きさに注目すると、そのとびの大きさは 4.0 GPa以上
で急激に抑制され、それに伴って Tmは急激に上昇する。5.9 GPaにおいては χ′′

acのピーク構造は消失する。図
3.14(b)には Tm におけるシグナルの相対的な大きさ∆χ′

ac 求めた結果を示している。∆χ′
ac は Tm での χ′

ac の値
から、常磁性 30 Kにおける値を差し引いていて求めている。ここでは周波数や変調磁場の大きさはそれぞれの
実験で同じであるため、相対的な変化の比較が可能となる。∆χ′

acは 1 GPaで極大をとると、それ以上の圧力で
単調に抑制されることがわかる。χ′

acの抑制と 5.9 GPaで χ′′
acのピークが消失は、圧力下においては強磁性成分

が小さくなることを表している。つまり加圧によって磁気モーメントの変位角が大きくなり、キャント反強磁性
からコリニアな反強磁性へと磁気構造が変化したことを示唆する。
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図 3.14: Ba2MgReO6 の圧力下における交流磁化率の (a)実部 χ′
ac(上図)と (b)虚部 χ′′

ac(下図)の温度依存性。(b)常磁性
の 30 Kのシグナルから Tm のピークのシグナルを差し引いて求めた交流磁化率のシグナルの相対的な大きさ∆χ′

ac

の圧力依存性。

交流磁化率と比熱の測定から得られた四極子および磁気転移温度の圧力変化を圧力-温度相図として図 3.15に
示す。圧力を印加すると四極子転移温度 Tqはわずかに上昇するものの 5 GPaでは急激に抑制されて、それ以上
の圧力では Tqは観測されない。一方で Tmは圧力印加によって単調に上昇して、約 6 GPaで Tqと Tmが合流す
るようにみえる。興味深い点が、Tqが消失した圧力近傍で、磁気構造がキャント反強磁性からコリニアな反強磁
性に変化している点である。このことはキャント反強磁性が安定化するためには、四極子秩序相の存在が本質的
に重要であることを示唆している。
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図 3.15: 単結晶 Ba2MgReO6 の圧力-温度相図。緑点が四極子転移温度 Tq、赤が磁気転移温度 Tm を表している。

一般に、多極子秩序は系の乱れに敏感であるため、圧力の不均一性が実験結果に与える影響を考慮する必要が
ある。最近の 4f 電子系物質 PrIr2Zn20 における四極子秩序の圧力効果の研究によれば、測定に用いた圧力媒体
によって四極子転移温度 Tqの圧力依存性が異なることが報告されている。[52]。具体的には良質な圧力環境を維
持できる圧力媒体としてアルゴンを用いると Tq は単調に上昇し、グリセリンを用いると Tq が急激に消失する。
後者は、非静水効果によって PrIr2Al20 の立方晶構造がわずかに歪むことで Γ3 二重項が分裂した可能性が指摘
されている。本研究では圧力媒体にグリセリンを使っているので、圧力の不均一性の影響が懸念されるが、上記
の実験と比較して加圧される試料体積が数倍以上大きいことから、グリセリンを用いた場合でも非静水圧効果は
相対的に小さく抑えられていると推察できる。実際に比熱の Tm の磁気転移と圧力マノメータの超伝導転移は、
本研究で実験した範囲ではシャープであったので、非静水圧の効果は小さいと考えられる。また、四極子と磁気
転移の圧力依存性には相関があり、系の本質的な圧力変化を反映していることを次に議論する。
5d1電子をもつダブルペロブスカイト化合物の Ba2BReO6(B=Zn, Cd, Ca)と本研究の結果を、ユニットセル
の体積-温度相図として図 3.16(a)にまとめた。圧力と体積の関係は Birch-Murnaghanの式
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) 5
3

]
×
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(
3− 3

4
K ′

0

)[(
V0

V

) 7
3

− 1

]}
(3.1)

で求めた。ここで体積弾性率とその微分は、第一原理計算より求められた K=158.3 GPaと K ′=4.8を用いた
[53]。Mgサイトを Znまたは Cdで置換すると、Ba2MgReO6 に対して格子体積が増加する。図 3.16(a)の相図
において、Ba2MgReO6の高圧実験から得られた Tqと Tmを外挿した領域に、Ba2ZnReO6、Ba2CdReO6の Tq

と Tmが存在しており、よい対応関係が得られた。一方でこれらの物質のなかで最も大きなユニットセル体積を
持つ Ba2CaReO6 では、Tm での磁気転移のみがある。そしてこの磁気構造はキャントではなくコリニアな反強
磁性である。特に注意すべき点が、相図の両サイドがコリニアな反強磁性で閉じていることである。単純に四極
子相互作用が格子体積の縮小で強まると仮定すると、Ba2MgReO6 が圧力下で Tq が抑制されることや、コリニ
アな反強磁性が現れることは説明できない。
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図 3.16: (a)Ba2BReO6(B=Mg, Zn, Cd, Ca)の相図。横軸はそれぞれの化合物のユニットセルの体積。それぞれの物質の
Tqと Tmは表 3.1の参考文献を参照した。Ba2MgReO6の圧力下の体積は Brich-Murnaghanの式より求めた。(b)
平均場近似より求められた相図。相図中の赤十字は、常圧での Ba2MgReO6 の位置を示している。矢印付きの線
は、Bサイト置換 (Iの線)と圧力 (IIの線)した場合の相図上の動きを表している。CAF、AF、QO、OOはそれ
ぞれキャント反強磁性、コリニアな反強磁性、四極子秩序、八極子秩序をあらわす。

序論で説明したように、元素置換した系での Tqや Tmの変化は四極子相互作用 V と最近接の反強磁性相互作
用 J と強磁性相互作用 J ′を用いた平均場近似より理解されている。V は電気四極子の大きさQと格子定数 aを
用いて V = 9

√
2Q2/a5と表される。体積が大きくなるとRe5dとO2pの混成が弱くなってQが小さくなるため、

Mgから Caに置換していくと V も小さくなる。表 3.1に示す等に、これらの物質ではいずれもワイス温度が負
の小さな値を取ることから、図 3.16に示す相図上では軌道 Iのように J ′/J が 0.2と小さい値で固定されると仮
定し、元素置換で V が小さくなった解釈される。また平均場近似の計算より、四極子転移温度 Tqは次の式で表
される。

Tq =
43V + 18J ′ − 3J

18
(3.2)

元素置換による Tq の抑制は、J ′/J = 0.2と固定した時に、格子の膨張で V が減少したとして説明が可能であ
る。以上をもとに本研究の圧力効果をみると、ユニットセル体積の縮小とともに、低圧領域で Tq が上昇するこ
とは J ′/J を一定として説明できるが、さらなるユニットセル体積の減少により、Tqが減少することは説明でき
ない。そこで、J ′/J が圧力によって減少し、図 3.16(b)の軌道 IIをたどった可能性があると仮定して議論を進
める。式 3.2によると、Tq が減少するためには J ′ が減少するか、J が増大するか、つまり J/J ′ が減少する可
能性が考えられる。実際に Ba2MgReO6 は圧力下でコリニアな反強磁性を示すので、軌道 IIをたどった可能性
がある。またこの解釈は Baよりもイオン半径が小さい Srで置換された Sr2MgReO6 が大きな負のワイス温度
θW = −134Kと、約 55 Kで反強磁性秩序を示すこととよく合致する。
これらの結果より Ba2MgReO6はキャント反強磁性とコリニアな反強磁性との境界付近に位置しており、圧力
印加によって四極子相互作用だけでなく反強磁性相互作用、強磁性相互作用も変化し、コリニアな反強磁性に変
化したことを強く示唆する。さらに特に興味深い点として、コリニアな反強磁性相では八極子の可能性が指摘さ
れていることである。この点をさらに明らかにするためには、圧力下における比熱の精密測定や、結晶構造の解
析などのミクロな電子状態を解明する実験が必要となる。

3.4 本章のまとめ
本研究では圧力下の電気抵抗率、交流磁化率、交流比熱測定をダブルペロブスカイト構造をもつ 5d電子系物
質 Ba2MgReO6 に対して行った。Ba2MgReO6 は強いスピン軌道相互作用により形成される Jeff=3/2の基底状
態に由来して、四極子秩序とそれによって安定化されるキャント反強磁性を示す。本研究によって、Ba2MgReO6

は圧力下においてもモットギャップを維持すること、圧力下では Tq は抑制され、そして磁気構造がキャント反
強磁性からコリニアな強磁性へと変化することを見出した。また関連化合物を含めた、ユニットセル体積-温度相
図と平均場近似に基づいた理論モデルとの比較により、Ba2MgReO6が系を特徴づける四極子秩序が消失する相
境界近傍に位置することを明らかにした。今後は、他の関連化合物の圧力効果にも取り組むことで、5d電子系に
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おける軌道自由度と磁気自由度の相関が明らかとなれば重い電子系やモット絶縁体における軌道自由度と磁性の
関係の理解もさらに進むことが期待される。
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第4章 LaOPbBiS3における局在・非局在の高圧力
制御と圧力誘起超伝導

BiS2系超伝導体は伝導層の BiS2層とブロック相が交互に積層した構造をとる化合物である。この結晶構造は
CuO2伝導層とブロック層が積層した銅酸化物超伝導体の構造と類似していることから、BiS2系超伝導体は層状
化構造を有する新たな超伝導の研究の舞台として近年活発に研究されている。本章では、はじめにこれまでに育
成された BiS2 系超伝導体を外観する。その後、これまでに明らかとなっている元素置換と物理圧力による効果
を説明する。次に、本研究の対象物質である LaOPbBiS3の圧力下における電気抵抗率・ホール効果測定の結果
を報告する。そして得られた圧力-温度相図をもとに、圧力誘起超伝導の起源を議論する。

4.1 研究背景
2層型のBiS2 系超伝導体

BiS2系超伝導体は積層構造の自由度を活かして、これまでに多くの物質が育成されてきた [54–57]。代表的な
BiS2 系超伝導体の REOBiS2(RE は希土類元素)は、ブロック層の間に伝導層の BiS2 層が 2枚挿入さた構造を
とる (図 4.1(a))[58, 59]。これは 2層型と呼ばれる BiS2 系超伝導体である。これまでに RE サイトをさまざま
な希土類元素に置換した物質が育成された [54]。それぞれの物質において超伝導が出現する条件には共通性が見
出されている。はじめに代表的な物質の LaO1–xFxBiS2を例にみていく。母物質の LaOBiS2のバンド分散を図
4.1に示す [60]。LaOBiS2は価電子帯が S3p軌道からなり、伝導帯が Bi6p軌道から構成される、約 1 eV程度の
ギャップを持つバンド半導体である。ここからO2– を F– に置換すると、電子がドープされ系が金属化すると予
想される (図 4.1)。

RE

O

Bi

S1 S2

ブロック層

BiS2層

ブロック層

(a) (b)

(c)

図 4.1: (a)REOBiS2 の結晶構造 [61]。(b)(c)LaOBiS2 と LaO0.5F0.5BiS2 のバンド分散 [60]。

実際に育成された多結晶試料では、母物質は半導体的な電気伝導性を示し、Fドープにより金属的な振る舞い
へと変化する [58, 62](図 4.2)。そして TSC ∼2.5 Kで超伝導転移を示す。しかし、磁化率の測定からは、シール
ディング体積分率が 15 %と非常に低く、部分的な超伝導にしかなっていない。単にキャリアドープだけではバル
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クの超伝導にはならない点が BiS2 系超伝導体の特徴であり、バルクの超伝導を誘起するためにはさらなる条件
の最適化が必要となる。これまでの物理圧力と化学圧力の研究より、BiS2系超伝導体では面内のわずかな歪み・
乱れの制御が重要であることが提案されている。

図 4.2: (a)LaOBiS2 と LaO0.5F0.5BiS2 の電気抵抗率の温度依存性。(b)LaO0.5F0.5BiS2 の磁化率の温度依存性 [58, 62]。

まず物理圧力効果からみていく。図 4.3に常圧 (AP)と高圧下 (HP)で合成された試料 LaO0.5F0.5BiS2の電気
抵抗率と磁化率の温度依存性を示す [63]。まず超伝導転移温度 TSC に着目すると、HP試料の TSC は 8.2 Kと
AP試料のものより高くなっている。さらに 100 %に近いシールデング体積分率を示すことから、HP試料の超
伝導はバルクである。Fドープ量が異なる場合で比べてみても、高圧合成した場合の方がより高い TSCを示すこ
とから、BiS2系超伝導体においてはバルク超伝導の出現の鍵として圧力が重要となる (図 4.3)。そして常圧合成
と高圧合成した試料の TSC やバルク性の相違は、結晶のわずかな歪みに起因すると考えられている。

(c)

図 4.3: (a)(b)それぞれ LaO0.5F0.5BiS2 の電気抵抗率と磁化率の温度依存性。(c)TSC のフッ素ドープ依存性。青い線は常
圧合成試料の、赤い線は高圧合成試料のデータを表す [63]。

常圧下と高圧下で合成された LaO0.5F0.5BiS2 はともに正方晶形 (空間群 : P4/nmm)である。しかし図 4.4

に示すように、HP 試料では (003) と (200) もピークが非対称にブロード化しており、結晶にわずかな歪みが
あることが示唆される [63]。この結果は最近行われた中性子回折と原子対相関関数解析からも支持されており、
LaO0.5F0.5BiS2は長距離的には正方晶形であるものの、局所的には S原子が大きく変異し正方晶形の対称性が破
れていることが見出されている [64]。そしてこの局所歪みは HP試料の方がより顕著であるため、TSCの出現に
はこの要素が重要であると考えられている。また局所歪みの存在は、結晶構造に不安定性があることを示唆する
が、母物質の LaOBiS2は多結晶と単結晶で構造が異なる [65, 66]。前者は正方晶形 (空間群 : P4/nmm)である
のに対して、後者はわずかに歪んだ単斜晶系 (空間群 : P21/m)である。
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図 4.4: (a)(b)それぞれ (003)と (200)付近の X線回折の結果。青は常圧合成、緑と赤は高圧合成試料の結果である [63]。

TSC における結晶構造の重要性は LaO0.5F0.5BiS2 の常圧合成試料の圧力実験からも支持されている [67]。図
4.5には LaO0.5F0.5BiS2(常圧合成)の電気抵抗率の (a))温度依存性と (b)圧力依存性、そして (c)低圧相と (d)

高圧相の結晶構造を示す。電気抵抗率は圧力印加とともに抑制され、TSCは Pc ∼0.8 GPa近傍で 2.5 Kから、高
圧試料と同程度の 10.5 Kまで急激に上昇している。X線回折実験より、Pcでは正方晶形 (低圧相)から単斜晶系
(高圧相)へと構造転移することがわかっている。この構造相転移では基本的な層状構造は維持しつつも、面内の
Sが大きく変位することで、2種類の Bi-S間の結合長に違いが生じ、ジグザグ鎖のような構造となること、BiS

面のスライディングにより、面間の Bi-Bi結合長も変化することが明らかにされ、この構造が TSCに重要である
ことが提案されている。また Biの電子配置は [Xe]、4f14、5d10、6s2、6p3であるため、面内に 4配位している
構造は不安定である可能性がある。

gradually decreases with increasing pressure.8,10,11) At higher
pressures above 3GPa, a DAC is used to measure the
resistance under pressure [Fig. 1(b)]. An onset Tc in the !ðTÞ
at 2GPa is observed at 10K, which is nearly the same onset
temperature as that at 2.1GPa in the piston cylinder cell
(Tc ¼ 10:2K). Tc gradually changes from 10 to 5.5K with
the application of pressure up to 18GPa. Furthermore, !ðTÞ
decreases monotonically with increasing pressure and still
exhibits a semiconducting behavior above Tc even under the
highest pressure of 18GPa.

To study TcðPÞ up to 1GPa precisely, measurement was
performed using an MPMS SQUID magnetometer with a
piston–cylinder cell. Figure 2(a) shows the DC magnetic
susceptibility for LaO0.5F0.5BiS2 (“AP”) under various
pressures. To estimate the volume fraction under pressure,
the magnetic susceptibility is normalized by a volume
fraction for the Tc of lead, which is also used as the pressure
manometer. In Fig. 2(a), the magnetization for the super-
conducting transition of lead, appearing within 6–7K was
erased. The shielding effect for LaO0.5F0.5BiS2 (“AP”) has
been confirmed at the onset Tc ¼ 2:6K at an ambient value,
which is also the same Tc determined from !ðTÞ [inset of
Fig. 2(a)]. At 0.59GPa, the Tc shape becomes broader than
the Tc shape at a lower pressure. Another Tc appeared near
10.7K at the same pressure. Above 0.7GPa, the Tc near 2.6K
completely disappears. The pressure at which Tc ¼ 2:6K
disappears is defined as Pc (’ 0:7GPa). Although the
superconducting volume fraction decreases when P < Pc

[inset of Fig. 2(a)], it increases when P > Pc [Fig. 2(a)].
The volume fraction for higher Tc values when P > Pc is 10
times higher than that for lower Tc values when P < Pc. The
difference between the volume fractions of Tc below Pc and
above Pc corresponds to that between the “AP” and “HP”
processes.1)

The P–Tc phase diagrams determined by both magnetiza-
tion and resistivity are shown in Figs. 2(b) and 2(c), where
Tzero
c , Ton

c (TDAC
c ), and TM

c are defined by the zero-resistivity
measurement, the onset Tc of !ðTÞ in a piston cylinder (in
DAC), and the DC magnetization measurement, respectively.
In the pressure range of 0–0.7GPa, TcðPÞ is roughly constant
(³2.6K). Tc markedly increases to Tmax ¼ 10:7K at Pc. This

maximum is comparable to that for LaO0.5F0.5BiS2 (“HP”),
but the increase in Tc at Pc is much larger.8) Above Pc, Tc
decreases linearly. The pressure derivative of Tc (dTc=dP) of
about ¹0.28K/GPa is close to ¹0.4K/GPa for the LaO0.5-
F0.5BiS2 (“HP”) sample.

Figure 3(a) shows the X-ray diffraction pattern of LaO0.5-
F0.5BiS2 (“AP”) at room temperature. We assign a tetragonal
structure (P4=nmm) to the ambient pattern with the lattice
parameters a ¼ 4:0877 and c ¼ 13:4703Å.1) As shown in
Fig. 3(a), a splitting near 23.5° appears in the diffraction
pattern at 0.85GPa, which develops with increasing applied
pressure. Above 1.5GPa, LaO0.5F0.5BiS2 undergoes a
complete structural phase transition from tetragonal to
another phase. Pressure-induced structural phase transforma-
tion occurs at ³0.8GPa, which corresponds well to Pc. This
structural phase transition is also observed at ³2GPa in the
LaOBiS2 sample.

The powder pattern was analyzed with Accelrys Materials
Studio (MS) Reflex software. We confirmed the crystal
structure of the AP phase to be a tetragonal P4=nmm, as
previously reported,1) which was stable up to about 0.8GPa.
The structure under a pressure of P $ 0:4GPa is shown in
Fig. 4(a). We also performed peak indexing for the HP phase
(P > Pc) using Accelrys MS X-Cell software.16) These
results produced a monoclinic lattice candidate. Rietveld
fittings for the HP phase in several experimental runs were
not very good, likely because of lattice strain after the phase
transition [Fig. 3(b)]. We were unsure whether the poor fit of
the simulated diffraction pattern in the HP phase at both
x ¼ 0 and 0.5 was caused by alignment under hydrostatic
pressure or by a characteristic of the phase transition. We
could not improve the fit of the diffraction pattern for the HP
phase, even by using helium instead of Daphne as the

(a) (b)

Fig. 1. (Color online) Pressure dependences of electrical resistivity !ðTÞ
and resistance RðTÞ for LaO0.5F0.5BiS2, using (a) a piston–cylinder cell up to
3GPa and (b) a DAC up to 18GPa, respectively. A direct current of 1mA
was applied. The arrow in the inset of (a) indicates the onset Tc. (The onset Tc
was determined from the intersection of the two extrapolated black lines.)

(b)

(c)

(a)

Fig. 2. (Color online) (a) Pressure dependence of DC magnetic suscep-
tibility for LaO0.5F0.5BiS2 up to 1.0GPa, using a piston–cylinder cell,
applying a magnetic field of 100Oe at 2K. The arrows indicate the onset
superconducting transition temperature TM

c . The inset of (a) shows the
magnetic susceptibility near the lower Tc ¼ 2:5K. (b) and (c) show P–T
phase diagrams for LaO0.5F0.5BiS2 near 1GPa and up to 18GPa, respectively.
The superconducting transition temperature was determined by the onset
temperature Ton

c ðTDAC
c Þ, the zero-resistance temperature Tzero

c in the resistivity
measurements, and the onset temperature TM

c in the DC magnetic
susceptibility measurement.
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図 4.5: (a)各圧力における、常圧合成された LaO0.5F0.5BiS2 の電気抵抗率の温度依存性。(b)TSC の圧力依存性。(c)左は
低圧相における、正方晶形の結晶構造。右は高圧相における、単斜晶系の結晶構造 [67]。

高圧合成された LaO0.5F0.5BiS2の圧力依存性を図 4.6(a)に示す [68, 69]。HP試料の TSCはすでに誘起されて
いるが、圧力を加えると 10.5 K程度まで上昇する。そして 1 GPa以上では AP試料と HP試料の TSCがよく一
致している。このことは HP試料で見られる局所構造ひずみは、高圧下の AP試料と構造と同種のものであると
推察される。また Laで見られる TSCの圧力による誘起は、他の希土類元素でも見られる (図 4.6(b))。その圧力
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は La、Ce、Pr、Ndとイオン半径の降順で大きくなり、TSCの上昇温度はその順番で小さくなる。これはイオン
半径が小さいほど、REO面と BiS2面の面内サイズのミスマッチが解消され、局所的な歪みが弱まると解釈され
ている。

(b) (a)

図 4.6: (a)REBiS2(RE =La, Ce, Pr, Nd)の TSC の圧力依存性。(b)TSC が急激に変化する原子の依存性 [68]。

格子体積を変える方法として、物理圧力のほかに元素置換による方法がある。REBiS2 系では、2 つのアプ
ローチがこれまでなされてきた。1 つは RE サイトをイオン半径の異なる RE3+ イオンに変える方法である
(図 4.7(a))[70–73]。図 4.7(c) に、RE サイトを La から Sm まで変化させた時の相図を示す [62]。試料は O サ
イトの一部が Fに置換された常圧合成されたものである。相図によると、RE =Laでは不完全な超伝導相が、
RE =La0.5Ce0.5では抑制され、RE =Ce0.6Nd0.4ではバルクの超伝導が出現する。それ以降は系統的に TSCは上
昇するものの、RE =Nd0.2Sm0.8で超伝導は消失する。元素置換のもう 1つの方法は BiS2面内の Sサイト (Ch1

サイト)を Seに置換する方法である (図 4.7(b))[74, 75]。この系においては、Seイオンが面内の面内の Ch1サイ
トと選択的に置換する。図 4.7(d)(f)に示すように、LaO0.5F0.5BiS2–xSex では、Se置換によって、半導体的な
挙動が抑制されて、バルクの超伝導相が誘起される。

(a)

(b)

(c)

(d)

(e)

(f)

Fig. 9. (Color online) (a) Schematic image of RE site substitution. (b) Schematic image of Se substitution for the in-plane Ch1 site. (c, d) Superconductivity
phase diagram for REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex. SC denotes superconductivity. (e, f ) Temperature dependences of normalized resistivity for
REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex.

(a) (c)

(b) (d)

Fig. 10. (Color online) (a) Schematic image of lattice shrinkage and expansion in REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex. (b) Lattice parameter (a-axis) for
REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex. (c) Schematic image of in-plane CP effect in REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex. (d) In-plane CP amplitude for
for REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex. SC denotes superconductivity, and the yellow colored region indicates a bulk SC phase.
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図 4.7: (a)REサイトの元素置換のイメージ図。(b)BiS2面内のCh1サイトの Se置換のイメージ図。(c)(d)REO0.5F0.5BiS2

と LaO0.5F0.5BiS2 の相図。(e)(f)Ce1–xNdxO0.5F0.5BiS2 と LaO0.5F0.5BiS2–xSex の電気抵抗率 [62]。

50



上述の元素置換はO2– の F– 置換と違い、それぞれの原子の価電子数は同じであるため、理想的にはキャリア
ドーピングは行われない。ここでこの超伝導の関係を説明する上で導入されたのが面内化学圧力効果という概念
である [62, 74]。REサイトをイオン半径の小さいイオンに置換していくと、ブロック層体積が減少し、a軸方向、
つまり面内の格子定数が収縮する (図 4.8(a)(b))。これは単純に物理圧力と同じで、元素置換が格子収縮をもた
らしているので、面内に化学的な圧力が印加されている描像と直感的に一致する。一方で LaO0.5F0.5BiS2–xSex

では Se2– のイオン半径は S2– のものより大きいため、格子は膨張している (図 4.8(a)(b))。一見すると、Se置
換は高圧の印加とは逆の状況をになっているように思える。ここで面内化学圧力を定義する。面内化学圧力は Bi

と Ch1イオン (Sと Seイオン)の半径から期待される面内の格子定数と、実験から求められた値の比である。つ
まり

面内化学圧力 =
Bi-Ch1距離

Biイオン半径+Ch1イオン半径 (4.1)

である。この定義をすると、Se置換の場合は、Sと Seのイオン半径差から単純に予想される格子の変化よりも、
a軸の伸長は小さい値にとどまる。すなわち、Se置換により面内格子は膨張するものの、予想される値を下回る
ため、Bi-Ch1 面内の充填密度は上昇し、結果として面内化学圧力が上昇することを意味する。これらの関係が
図 4.8(d)に示されており、RE サイトの置換でも Sサイトの Se置換でもともに、xの値が大きくなると面内化
学圧力が上昇している。興味深い点が、このように定義した面内化学圧力が 1.01を超えた領域でバルクの超伝
導が誘起されてることである。

(a)

(b)

(c)

(d)

(e)

(f)

Fig. 9. (Color online) (a) Schematic image of RE site substitution. (b) Schematic image of Se substitution for the in-plane Ch1 site. (c, d) Superconductivity
phase diagram for REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex. SC denotes superconductivity. (e, f ) Temperature dependences of normalized resistivity for
REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex.

(a) (c)

(b) (d)

Fig. 10. (Color online) (a) Schematic image of lattice shrinkage and expansion in REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex. (b) Lattice parameter (a-axis) for
REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex. (c) Schematic image of in-plane CP effect in REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex. (d) In-plane CP amplitude for
for REO0.5F0.5BiS2 and LaO0.5F0.5BiS2!xSex. SC denotes superconductivity, and the yellow colored region indicates a bulk SC phase.
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図 4.8: (a)左は REO0.5F0.5BiS2 の RE サイトを元素置換した時に生じる格子の収縮で、右は LaO0.5F0.5Bi2–xSex の Sサ
イトの Se置換による格子の膨張のイメージ図である。(b)REO0.5F0.5BiS2(青)と LaO0.5F0.5Bi2–xSex (赤)の a軸
の格子定数。(c)面内化学圧力のイメージ図。(d)REO0.5F0.5BiS2(青)と LaO0.5F0.5Bi2–xSex (赤)の面内化学圧力
係数と置換量の関係 [62]。

Sの Seサイトへの置換では化学圧力効果に加えて面内の格子歪みがさらに詳細に調べられている [76]。面内
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の原子変位パラメータを U11 とすると、U11 と LaO0.5F0.5BiS2–xSex の xの両者の間には図 4.9の関係がある。
Sを Seに置換していくと、面内の Ch1サイトの U11 が小さくなっている。これが意味することは Se置換によ
る面内化学圧力係数の増加によって面内の歪みが抑制されていることである。一方で面内格子が最適化された
LaO1–xFxBiSSeの U11 のフッ素依存性を見ると、F置換によって U11 は変化しない、つまりキャリアドーピン
グは面内の乱れとは無関係である (図 4.9(b))。これを念頭に図 4.9(c)の LaO1–xFxBiSSeの TSC の x依存性を
みると、小さなキャリアドーピングで金属的な電気伝導とバルク超伝導が出現していることがわかる。このこと
より、BiS2 系超伝導体で高い TSC を得るためには、キャリアドーピングだけでなく、結晶構造の最適化が必要
であることが指摘されている。

Although the in-plane disorder of S1 is negatively linked to
the superconductivity, that for the Bi site may be positively
linked to the superconductivity. Powder X-ray diffraction and
the analysis of the anisotropic displacements also suggest that
there is a correlation between the Bi displacement and
Tc.184,206) Furthermore, the one-dimensional motion of Bi
was revealed for the thermoelectric material LaOBiS2!xSex
from neutron inelastic scattering.207) This trend can be found

in Fig. 13. U33 is still large for Ch1 and Bi sites when U11 is
suppressed by the CP effects. The anharmonic motion of Bi
may be related to the superconductivity in the BiCh2-based
system.

5. Studies Focusing on Pairing Mechanisms

5.1 Theoretical studies
The mechanisms of superconductivity in the BiS2-based

superconductors have been extensively studied. Both conven-
tional electron–phonon mechanisms19,98) and unconventional
mechanisms mediated by spin fluctuations, electron correla-
tion, and spin–orbit coupling91–93,101) have been proposed.
Furthermore, recent theoretical calculations of Tc suggested
that conventional mechanisms mediated by phonons can
achieve Tc higher than 0.5K for the BiS2-based super-
conductors.104)

5.2 Spectroscopy
Since single crystals are available, particularly for

REO1!xFxBiS2, angle-resolved photoemission spectroscopy
(ARPES) studies have been performed.71,134,143,187,209) On the
actual Fermi surface (electron doping amount) in the crystals,
good agreement between the theoretical calculation and
ARPES studies was observed for RE = La.134) However, for
RE = Ce and Nd, the electron doping amount estimated from
ARPES was much smaller than that expected from the

(a) (c)

(b) (d)

Fig. 12. (Color online) (a) RE radius dependences of U11 (S1 and Bi sites) for REO0.5F0.5BiS2. (b) Se concentration dependences of U11 (Ch1 and Bi sites)
for LaO0.5F0.5BiS2!xSex. (c) Carrier doping dependences of U11 (Ch1 and Bi sites) for LaO1!xFxBiSSe. The U11 values plotted in (a)–(c) were obtained from
the Rietveld analysis of synchrotron X-ray diffraction data at 300K. (d) Essential phase diagram of carrier doping and superconductivity in LaO1!xFxBiSSe.
The original data was partly published in Refs. 184 and 206. © 2017 The Physical Society of Japan.

(a) (b) (c)

Fig. 13. (Color online) Schematic images of CP effect and anisotropic
displacement parameters. The displacement ellipsoids depict the 90%
probability. The images were drawn using VESTA.
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x

図 4.9: (a)LaO0.5F0.5BiS2–xSex の U11 の Se依存性。(b)(c)LaO1–xFxBiSSeの U11 と TSC の F依存性 [76]。

以上のように、BiS2系超伝導体におけるバルク超伝導の発現には、キャリアドープに加えて、物理圧力や化学
圧力による局所構造の最適化が重要であることが明らかとなっている。物理圧力を用いた場合は、結晶の歪みが
誘起され、それが TSCの上昇に重要であった。一方で化学圧力を用いた場合は、歪みの抑制によってバルク由来
の TSC が誘起される。

4層型BiS2 系超伝導体

LaOPbBiS3 と La2O2Bi3AgS6 は 4層型の BiS2 系超伝導体とよばれる。これらの物質の結晶構造は LaOBiS2

の間に岩塩型の PbS2 層または AgS2 がそれぞれ挿入された構造をもつ図 4.10(a)[61, 77]。結晶構造はともに正
方晶形 (空間群:P4/nmm)である [37, 61, 77]。バンド計算により LaOPbBiS3の伝導帯は BiS2の Bi6p軌道、価
電子帯は PbS層の S3p軌道から構成される [37]。La2O2Bi3AgS6のバンド計算のは報告されていないものの、類
似した構造をもつことから、伝導帯と価電子帯を構成する原子は同じであると考えられる。また LaOPbBiS3に
対して行われた放射光 X線散乱と中性子散乱の実験では、PbS2 層の Pb原子が BiS2 層の Bi原子と選択的に置
換されていることがわかっている [37]。この選択的置換は La2O2Bi3AgS6 でも AgS2 層の Ag原子と BiS2 層の
Bi原子の間で生じていることが放射光 X線実験より確かめられている [61]。
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図 4.10: (a)LaOPbBiS3 と La2O2Bi3AgS6 の結晶構造。(b)LaOBiPb3 のバンド分散 [37, 61]。

はじめに LaOPbBiS3 をみていく。実際に育成された化合物は図 4.11に示すように半導体的な振る舞いを示
す [77]。アレニウスプロットから求められたエネルギーギャップは 0.01 eV程度のナローギャップである。また
ホール効果測定では、半導体的な振る舞いを反映してホール係数も指数関数的に変化する。このときホール係数
の符号は室温から低温まで負である。ホール係数から見積もられるキャリア密度は室温が∼ 1021cm−3で、低温
が 1017cm−3 になっている。

図 4.11: LaOPbBiS3 の (a)電気抵抗率、(b)ホール係数とキャリア密度の温度依存性 [77]。

これまでに LaOPbBiS3 において超伝導出現を目指した物質開発が行われてきた。その 1つが Oサイトを F

置換するキャリアドープによるアプローチで、もう 1つは Sサイトを等電荷元素の Seに置換して化学圧力を印
加する方法である [78, 79]。図 4.12に LaO1–xFxBiS2の結果を示す [79]。半導体的な母物質の電気伝導性は、F

置換によって金属的なものへと変化する (図 4.12)。しかし、低温において超伝導は出現しない。また弱い半導体
的振る舞いを示す LaO0.6F0.4BiS2のホール係数に着目すると (図 4.12(b))、符号は母物質と同じで、測定された
温度の範囲内で負のままである。図 4.12(c)には 380 Kにおけるホール係数とキャリア密度が示されている。F

置換により半導体的振る舞いが抑制されるにもかかわらず、ホール係数の結果からはキャリア密度の減少がみら
れる。この原因としては F置換によって面内に乱れを誘起された可能性が指摘されている。実際に Fの置換に
よって面内の格子定数は膨張するので、BiS2面内が母物質よりも乱れていると考えらている。これによってキャ
リアの局在がおこり、F置換によってホール係数の絶対値が減少したと推察されている。
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(a) (b) (c)

(a) (b) (c)

図 4.12: (a)LaO1–xFxBiPbS3 の電気抵抗率の温度依存性。(b)LaO0.6F0.4BiPbS3 のホール係数とキャリア密度の温度依存
性。(c)380 Kにおける LaO1–xFxBiPbS3 のホール係数とキャリア密度の依存性 [79]。

もう 1つは Sサイトを Seに置換する実験である [78]。2層型でも説明した通り、Se置換をした場合はキャリア
密度の変化しないものの、B(S,Se)2面内の格子の収縮が起こり、乱れが解消される方向に向かうと考えられてい
る。図 4.13(a)の電気抵抗率の温度依存性を見ると、Se置換により半導体的な振る舞いが抑制されている。さらに
興味深いことが、弱いながらも半導体的な振る舞いをする領域で超伝導転移が見られることである (図 4.13(b))。
測定された 2つのサンプルのホール係数は、ともに低温で絶対値が増大するものの、その変化率も電気抵抗率と
同様に Se置換によって抑制されている (図 4.13(c))。図 4.13(d)に示すように、Se置換によってキャリア密度は
増大するが、最も高い TSCを示す試料のキャリア密度は室温が ∼1019程度で低温が 1018程度とキャリア密度の
値は小さい。そのため LaOPbBiS3における超伝導の出現には面内の乱れを解消することが重要であると考えら
ている。

(a) (b)

(c) (d)

図 4.13: La2O2Bi2Pb2S5.5Se0.5(黒)と La2O2Bi2Pb2S5.0Se1.0(赤)の (a)(b)電気抵抗率、(c)ホール係数、(d)キャリア密
度の温度依存性 [78]。

La2O2Bi3AgS6 では図 4.14のように電気伝導性が半導体的な試料と、金属的なものの 2つが報告されている
[61, 80]。これらの違いは Agと Biの置換量に由来すると考えられているが、その起源は明らかではない。半導
体的な試料では LaOPbBiS3 よりも弱い半導体である。電気抵抗率から見積もられるエネルギーギャップは 0.01

eV程度のナローギャップになっている。一方で金属的な試料では、T*∼180 K近傍で疑ギャップの形成を示唆す
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るハンプ的以上が観測される。さらに低温では TSC ∼0.5 Kで超伝導転移をする。

(a) (b)

図 4.14: (a)半導体的 La2O2Bi3AgS6 の電気抵抗率の温度依存性。(b)金属的な試料の電気抵抗率の温度依存性 [61, 80]。

常圧で半導体的な La2O2Bi3AgS6では圧力効果の実験が過去に報告されている (図 4.15)[81]。常圧で半導体的
な試料でも金属的なサンプルで見られたギャップ的異常 T*が電気抵抗率の温度依存性に見られる。この異常は電
気抵抗率の温度微分をとるとより明瞭となるが、興味深い点が、その異常が観測される温度の T*近傍で、ホー
ル係数の符号が顕著に変化している点である。T*の起源としては、カルコゲナイド原子を含む低次元化合物で
よくみられる、CDW転移の可能性が考えられる。実際に EuFBiS2やNdO1–xFxBiS2、La1–ySmyO0.5F0.5BiS2

では、La2O2Bi3AgS6でみられたようなホール係数の変化が観測され、その起源としてフェルミ面のネスティン
グに由来する CDWが提唱されている (図 4.16)[55, 82]。
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Figure 2. Temperature dependence of (a) electrical resistivity of
samples E1 and M1, (b) the !rst derivative of the electrical
resistivity of sample M1, and (c) the Hall resistance of sample M1 at
ambient pressure. The dashed line indicates the temperature T ∗ at
which the CDW-like transition occurs for sample M1, whereas T ∗

for sample E1 is indicated by the vertical arrow. The inset of
(a) zooms into the superconducting transition of sample E1. The
inset of (c) shows ρxy(B) at 2 K, 125 K, 155 K and 300 K, with the
arrow indicating the direction of increasing temperature.

To better visualize this anomaly, we also plot the !rst
derivative of resistivity against temperature in !gure 2(b),
which shows a minimum at the anomaly. In this study,
this minimum is used to de!ne the transition temperature
of the CDW-like transition T ∗. The value of T ∗ at ambi-
ent pressure was observed to be sample dependent in the
range ∼155 ± 8 K, which is marked by the dashed line in
!gure 2 for sample M1 and the vertical arrow in !gure 2(a)
for sample E1.

In order to understand the origin of the anomaly around T ∗,
a Hall effect measurement was made on sample M1. ρxy(B)
was measured between −10 T and 10 T as shown in the inset
of !gure 2(c). The raw resistivity data in all datasets were anti-
symmetrized to remove the ρxx component. Hall coef!cient at
various temperatures can be extracted by calculating the slopes
of these ρxy(B) curves, as shown in !gure 2(c). Around room
temperature, RH is negative and nearly temperature indepen-
dent. Near T ∗, RH undergoes a transition from negative to pos-
itive upon cooling, and the magnitude of RH eventually reaches
a larger value than the room temperature value. Such a sign-
changing RH(T ) is interesting, and bear striking resemblance
to the case of EuBiS2F, which is another system exhibiting a
possible CDW state [24]. At the level of a single-band approx-
imation, the increase of |RH| at low temperatures reveals a
decrease in carrier density, which can be understood as the
possible opening of a CDW gap on the Fermi surface.

Figure 3 shows the temperature dependence of resistivity
measured for samples E3 and E1 at different pressures. The
ambient pressure data for sample E1 is the same as that of
!gure 1(a). With an increasing pressure, the anomaly in resis-
tivity for sample E3 shifts to lower temperatures, and becomes
less prominent. Using the temperature derivative of resistivity,
we track the evolution of T ∗ under pressure, and the corre-
sponding values of T ∗ at each pressure point are marked by
the vertical arrows in !gures 3(a) and (c). The anomaly in
resistivity for sample E1 is much less prominent and cannot
be determined accurately at high pressures. All datasets show
superconductivity at low temperatures, which can be visual-
ized in the insets of !gures 3(a) and (b). An anomalous drop
in resistivity near 7 K was observed above 4 GPa, as displayed
in the inset of !gure 3(b). The origin of the drop is presently
unknown.

The pressure dependencies of Tc and T ∗ for samples E1,
E2 (ρ(T ) not shown) and E3 are summarized in a tempera-
ture–pressure phase diagram in !gure 4. As pressure increases,
T ∗ of sample E3 decreases linearly at a rate of 40.8 K/GPa up
to 1.7 GPa. Using only the data of sample E2 up to 2.1 GPa,
dT ∗/dp is −41.9 K/GPa, close to the value obtained for sample
E3. At higher pressures, the T ∗ anomaly becomes too broad
and can no longer be distinguished in the derivative data. In
sample E3, the anomaly can only be detected at ambient pres-
sure. With all the T ∗ data available, the overall dT ∗/dp is
calculated to be −41.0 K/GPa. Linearly extrapolating T ∗ to
zero temperature with this rate, we !nd that T ∗ reaches zero
at∼3.9 GPa. On the other hand, Tc !rst increases with pressure
and reaches a maximum of 4.1 K at 3.1 GPa. We point out that
despite the usage of three samples from the same batch, and
hence three sets of high pressure experimental data, Tc(p) from
these different samples shows a good agreement. Finally, we
note an interesting anticorrelation between the pressure evolu-
tion of Tc and the normal state resistivity, as benchmarked by
ρ10K. Such a behaviour, accompanied by an analogous super-
conducting dome, and a change in sign of RH have also been
observed in recently discovered nickelate based superconduc-
tor, where the electronic and superconducting properties can
be tuned by varying the Sr content of Nd1−xSrxNiO2 [36, 37].

3

図 4.15: 半導体的 La2O2Bi3AgS6 の常圧における (a)電気抵抗率の温度依存性 (b)電気抵抗率の温度微分、(c)ホール係数
の温度依存性 [81]。

さらに図 4.15(a)の La2O2Bi3AgS6の圧力下の電気抵抗率の温度依存性をみると、半導体的な振る舞いの抑制
とともに、T*も抑制されて約 3 GPaで消失している [81]。一方で超伝導転移温度 TSCはそれにともなって上昇す
る。そこからさらに圧力を印加すると、電気伝導性は半導体的振る舞いになり、T*が消失する圧力を中心とした
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ドーム状の超伝導相が現れている (図 4.17(c))。これは 2層型とは異なる点の一つである。2層型において TSCは
結晶構造に敏感であるため、図 4.5のように、臨界圧力で TSCは不連続に変化する。しかしながら La2O2Bi3AgS6

ではこれまでに構造転移は報告されていないため、圧力によって電子状態が連続的に変化していると考えられる。

NdO1-xFxBiS2

EuFBiS2(a) (b) (c)

図 4.16: (a)EuFBiS2、(b)NdO1–xFxBiS2、(c)La1–ySmyO0.5F0.5BiS2 のホール係数の温度依存性 [55, 82]。

(b)(a)

図 4.17: La2O2Bi3AgS6 の (a)電気抵抗率の温度依存性 (b)温度-圧力相図。相図中の緑マーカーは T*、赤マーカーは TSC、
青マーカーは 10 Kにおける電気抵抗率 [81]。

La2O2Bi3AgS6における T*制御の実験は Agサイトの Sn置換の実験がある (図 4.18)[83]。Agサイトを Sn置
換することで、図 4.18(a)の室温のゼーベック係数測定がわずかに減少しているので、電子のキャリア密度がわ
ずかに増加していると考えられている。Sn置換による電子密度の増加に伴って、x=0.3まではより金属的な電
気伝導性へと変化し、T*は単調に抑制されている。しかしそれ Snの置換をすると、T*が消失するとともに、電
気伝導性は半導体的に変化している。このとき TSCは増加し、x=0.4で最大の TSCを示す。このときに得られて
いる相図は T*の消失とともに TSC が増加することは共通しているが、物理圧力では金属的な領域で最も高い超
伝導転移温度を示すのに対して、Sn置換では半導体的な領域で最も高い TSC をしめす。
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(a)

図 4.18: La2O2Bi3Ag1–xSnxS6 の (a)室温のゼーベック係数、(b)(c)電気抵抗率の温度依存性、(d)x-T 相図 [83]。

この系においても、SのSn置換よる化学圧力効果によって乱れの抑制を試みた実験が行われている [83]。図4.18で
最も高いTSCを記録したLa2O2Bi3Ag0.6Sn0.4S6に対して、Se置換した結果を図4.19に示す。La2O2Bi3Ag0.6Sn0.4S6

で TSC は 2.3 K程度であったが、La2O2Bi3Ag0.6Sn0.4S5.7Se0.3 で 3 Kに上昇している。

図 4.19: La2O2Bi3Ag0.6Sn0.4S5.7Se0.3 の電気抵抗率 [83]。

La2O2Bi3Ag0.6Sn0.4S6 に対してはダイヤモンドアンビルセルを用いた圧力実験も行われている (図 4.20)[84]。
圧力を加えると、面内の格子定数が減少するとともに超伝導転移温度のオンセット T onset

SC が上昇し、10 GPa以
上の圧力では T onset

SC の値は一定となる (図 4.20(c))。また 7 GPa近傍では正方晶径から、構造は同定されていな
いが、別の構造に転移することが明らかになっている。そのため、TSCの増加は結晶構造が重要であることが指
摘されている。一方で電気伝導性に注目すると、La2O2Bi3AgS6と同様に、加圧によって半導体的振る舞いが抑
制されるが、5 GPa以上では再び半導体的な挙動になる。

57



(c)

図 4.20: La2O2Bi3Ag0.6Sn0.4S6 の (a)(b)電気抵抗率の温度依存性。(c)圧力と T o
SCnset、a軸の格子定数関係 [84]。

4.2 研究目的
これまでの研究によって 4層型の La2O2Bi3AgS6 では、CDWの形成を示唆する抵抗の異常が T*において観
測されており、さらに元素置換や物理圧力の印加によって T*が消失する近傍でドーム状の超伝導相が確認され
ている。T*と類似した異常は 2層型の BiS2 系超伝導体においても観測されるているが、元素置換や物理圧力
による変化は小さく、ドーム状の超伝導が観測された例はない。また、先に述べたように La2O2Bi3AgS6 にお
ける T*の起源として CDWの可能性が提案されているが、実験的検証はなされていない。本研究では、4層型
La2O2Bi3AgS6と類似の構造をもち、常圧でより半導体的挙動を示す LaOPbBiS3に注目し、その圧力効果を調
べた。従来の高圧力下物性の研究では、主に電気抵抗率測定のみが行われていたが、本研究では LaOPbBiS3に
対して電気抵抗率とホール効果の同時測定を試みた。キャリア数の圧力変化等の詳細な情報に加えて、得られた
圧力-温度相図を La2O2Bi3AgS6 と比較することで、4層型 BiS2 系の特徴を明らかにすることを目的とした。

4.3 実験結果と考察
図 4.21に常圧における LaOPbBiS3(赤)の (a)電気抵抗率の温度依存性と (b)アレニウスプロットを示す。参
考のために多結晶試料に加えて、単結晶試料の結果も併せて載せる。多結晶試料では、電気抵抗率は室温から低
温にかけて 6桁以上増加する半導体的な挙動を示す。アレニウスプロットを見ると、室温から低温に向かって ln ρ

は飽和する振る舞いを示す。本研究ではアレニウスプロットの傾きが最大となる高温領域で熱活性型を仮定して
活性化エネルギーを求めた。その値は Ea ∼10 meV程度であった。一方で単結晶試料は、多結晶試料よりも半
導体的な挙動が抑制されている。活性化エネルギーは Ea ∼5 meVとなっている。このことから単結晶試料では
キャリアがドープされたような振る舞いを示し、多結晶試料との相違点として Biと Pbのサイト置換量の違いが
あるが、その原因は明らかでない。しかし重要な点は、結晶性によらず半導体的挙動をしめすことである。
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図 4.21: 常圧における LaOPbBiS3 の (a)電気抵抗率の温度依存性と (b)アレニウスプロット。赤は多結晶試料、青は単結
晶試料。

アレニウスプロットから逸脱した低温域の温度依存を関して議論するために、バリアブルレンジホッピングの
解析を行った (図 4.22)。その結果、3次元に対応する T−1/4 の場合が、幅広い温度域でよい直線性が見られた。
このことは LaOPbBiS3 の低温では不純物伝導が支配的あることを示唆する。
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図 4.22: 常圧における LaOPbBiS3 の (a)(b)(c)バリアブルレンジホッピングのプロット。(a)、(b)、(c)の横軸はそれぞれ
T−1/2、T−1/3、T−1/4 を示す。

次に図 4.23に各温度における磁気抵抗の磁場依存性を示す。80 Kでは正の磁気抵抗を示すが、温度の減少と
ともに 30 Kまでは磁気抵抗の大きさが増加傾向を示す。しかし 20 Kになると磁気抵抗は飽和傾向を示し、さ
ら低温では負の磁気抵抗が現れた。このとき図 4.23(b)に示すように、正負の磁気抵抗が拮抗する 20 Kと 30 K

を除いては、磁気抵抗は磁場依存性は磁気抵抗の正負に関わらず B2に従うことがわかった。また、広域ホッピ
ングが観測される低温領域において負の磁気抵抗が観測された要因として、系の乱れに起因したアンダーソン局
在が生じている可能性が考えられる。
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図 4.23: 各温度における常圧の LaOPbBiS3 の磁気抵抗の磁場依存性。(a)は磁場がリニアであり、(b)は磁場は 2乗であ
る。

図 4.24に LaOPbBiS3の (a)ホール係数と (b)熱電能の温度依存性を示す。ホール係数の温度依存は室温から
150 K付近まではほぼ一定の負の値をとるが、120 K以下になると急激に変化し、低温で符号変化を示す。これ
と対応して熱電能もホール係数の顕著な温度変化が観測される温度近傍においてその温度依存が急激に変化し、
さらに低温では符号を示す。30 K近傍では熱電能はピーク構造を示し、より低温では減少へと転じるが、その
原因としてフォノンドラッグ散乱の寄与が考えられる。上記のホール係数および熱電能において観測された急激
な温度変化に関して、図中の点線に示すような交点として T*を定義した。La2O2Bi3AgS6 では類似の異常が電
気抵抗およびホール効果の両方で観測されていたが、LaOPbBiS3 における抵抗異常は強い半導体的挙動のため
に明瞭には観測されず、ホール係数においてのみ T*の異常が現れた。他の研究グループによる報告と比較する
と、T*における異常には強い試料依存性があることがわかる。具体的には、電気抵抗については本研究で用い
た試料と類似した振る舞いを示すにも関わらず、ホール係数は室温から極低温までの全ての温度範囲で負の値を
とり、またその温度依存が指数関数的な変化を示すことが報告されている。試料依存性の原因は明らかではない
が、おそらくは Biと Pbの選択的置換量が両物質で異なる可能性などが考えられる。
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図 4.24: 常圧における LaOPbBiS3 の (a)ホール係数、(b)熱電能の温度依存性。

LaOPbBiS3の T*における異常が相転移であるか否かを確かめるために、常圧で比熱の測定を行った（図 4.25）。
比熱は温度の減少とともに格子比熱の変化を反映して単調に減少するが、電気伝導測定により異常 T*が観測さ
れた温度領域では、測定精度の範囲内で相転移を示唆する異常は観測されなかった。したがって、T*における異
常はクロスオーバー的な変化であると考えられる。
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図 4.25: 常圧における LaOPbBiS3 の比熱の温度依存性。(a)は全温度域、(b)は T*近傍のグラフである。

次に LaOPbBiS3 の圧力効果に関する実験結果を示す。図 4.26に常圧から 3.1 GPaまでの (a)電気抵抗率の
温度依存性、(b)アレニウスプロット、(c)T−1/4 のバリアブルレンジホッピングのプロットを示す。まず電気抵
抗率の温度依存性をみると、高温域の電気抵抗率の圧力変化は小さいが、低温の値は急激に圧力によって抑制さ
れる。3.1 GPaになると、電気抵抗率は半導体的な温度依存性を示さなくなり、低温では超伝導が観測された。
0.3 GPaのアレニウスプロットを見ると、常圧の振る舞いと類似して、低温で飽和する傾向が見られる。常圧と
同様に、高温領域の傾きが最大となる領域で活性化エネルギーを求めると Ea ∼ 0.05 eVであり、常圧の約半分
程度に減少した。アレニウスプロットで飽和する傾向が見られた低温域においては、0.3 GPaにおいても ln ρが
T−1/4 に比例する傾向が低温で見られたが、その領域は常圧に比べて狭くなっている。
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図 4.26: 低圧領域における LaOPbBiS3 の (a)電気抵抗率の温度依存性、(b)アレニウスプロット、(c)横軸が T−1/4 のバ
リアブルレンジホッピング。

次に圧力下の電気抵抗率、ホール係数の温度依存性を見ていく (図 4.27)。先にみたように、圧力を印加すると
3.1 GPaまで、電気抵抗率の半導体的な挙動と絶対値は抑制される。それにともなってホール係数の温度変化は
抑制され、T*は低温側にシフトする。3.1 GPaでは T*の異常は観測されなくなり、全温度域でホール係数は負
の一定値を示す。この傾向はそれ以上の圧力下でもほとんど同様である。その一方で 3.1 GPa以上の圧力では電
気抵抗率は増大する。さらに 4.7 GPa以上では再び減少に転じて、弱い半導体的挙動は圧力によって抑制された。
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図 4.27: La2O2Bi3AgS6 の圧力下における (a)(c) 電気抵抗率、(b)(d) ホール係数の温度依存性。左側は 0 GPa から 4.7
GPaまで、右側は 4.7 GPaから 9.2 GPaまでをプロットしている。

超伝導転移温度の圧力依存を見るために、電気抵抗率の低温部分の拡大図を図 4.28に示す。3.1 GPにおいて
は約 1.3 Kでゼロ抵抗を示すが、さらに加圧して 4.7 GPaになると転移温度は 0.4 Kにまで減少する。さらに圧
力を加えて、9.2 GPaになると測定した温度範囲では超伝導転移は観測されなかった。
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図 4.28: 改良型対向圧力セルを用いた高圧領域における LaOPbBiS3 の低音の電気抵抗率の温度依存性。

ここまでに示した実験結果は対向アンビル型圧力セルを用いて測定されたが、低圧領域の詳細な圧力依存を調
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べるためにピストンシリンダー型圧力セルを用いて得た実験結果を示す。図 4.29(a)(b)のホール係数と熱電能測
定結果では、T*は低温側へとシフトするが、T*以下の温度におけるそれぞれの物理量の変化も小さくなる。ま
た、図 4.29(c)(d)に示すように、0.5 GPa以上の圧力で超伝導が出現するが、その転移温度は加圧とともに増大
し、1.8 GPaにおいて最大となり 4.7 Kを示した。交流磁化率における反磁性シグナルは約 60 %程度に達して
おり、バルク超伝導が実現していることが明らかとなった。さらに圧力を印加し、超伝導転移温度は減少するこ
とは先に説明した対向アンビル型圧力セルを用いて得られた結果とコンシステントである。

3

FIG. 3. (Color online) Temperature dependence of (a) the
resistivity ρ(T ), (b) Hall coefficient RH(T ), and (c) Seebeck
coefficient S(T ) of LaOBiPbS3 at selected pressures. The
inset in (a) shows lnρ vs 1/T at selected pressures.

vs T curves (see Figs. 1(b) and 1(c), respectively). In
the semiconducting LaOBiPbS3, the change in the slope
of the Arrhenius plot corresponds to the anomaly in RH

and S. The coincidence of the ρ(T ), RH(T ), and S(T )
anomalies suggests that T ∗ is an intrinsic behavior inher-
ent to LaOBiPbS3 and La2O2Bi3AgS6.

Next, we investigate the effect of pressure on the trans-
port properties of these compounds. Figure 2(a) shows
the temperature dependence of the electrical resistivity
ρ(T ) of La2O2Bi3AgS6 for pressures ranging from ambi-
ent pressure to 2.4 GPa. With increasing pressure, the
semiconductor-like temperature dependence is gradually
lost, and the anomaly at T ∗ shifts toward lower tem-
peratures. Upon increasing the pressure further, T ∗ is
suppressed to a lower temperature and is no longer vis-
ible above ∼2 GPa. In the high-pressure regime, ρ(T )
shows a metallic-like temperature dependence, and su-
perconductivity appears at low temperatures, which will
be discussed later (see Fig. 4). As shown in Figs. 2(b) and
2(c), T ∗ is more visible in the temperature dependences
of RH(T ) and S(T ) even at ∼2 GPa, where T ∗ is hidden
in the resistivity data. It should be noted that the overall
magnitude of |RH(T )| decreases with pressure, which is
consistent with the aforementioned variation in ρ(T ).

The transport properties of LaOBiPbS3 with a lower
T ∗ show a similar pressure response but are more sensi-
tive to pressure than those of La2O2Bi3AgS6. As shown
in Fig. 3(a) and its inset, the semiconducting behavior
is rapidly suppressed by applying pressure, and the ac-
tivation gap vanishes at ∼2 GPa. The clear anomaly in
RH(T ) and S(T ) at T ∗ (see Figs. 3(b) and 3(c), respec-

FIG. 4. (Color online) Resistivity (upper panel) and AC mag-
netic susceptibility (lower panel) for (a) La2O2Bi3AgS6 and
(b) LaOBiPbS3 at selected pressures. The superconducting
temperature Tc is defined as the temperature of zero resis-
tance and the onset of the shielding effect. The signal from
a Pb manometer with almost the same volume and shape as
the sample is also shown to estimate the magnitude of the
superconducting shielding fraction.

tively) is not only shifted toward lower temperatures but
also decreases in amplitude.

Our central finding is the evolution of supercon-
ductivity in both compounds. As shown in Fig. 4,
the superconducting transition temperature Tc emerging
above ∼0.5 GPa increases with pressure and reaches a
maximum of 2.8 K and 4.6 K for La2O2Bi3AgS6 and
LaOBiPbS3, respectively. The large diamagnetic signal
exceeds nearly 60% of the superconducting shielding frac-
tion and occurs at the temperature at which ρ(T ) van-
ishes, providing strong evidence for the occurrence of su-
perconductivity. It should be noted that the value of Tc

and the T dependence of ρ at 0.5 GPa in La2O2Bi3AgS6
are similar to those of the ambient-pressure supercon-
ducting sample30, which has a smaller lattice constant.
Therefore, the sample dependence at ambient pressure
can be ascribed to the chemical pressure effect due to
the excess Ag concentration.

The obtained results are summarized in the pressure-
temperature phase diagrams of La2O2Bi3AgS6 and
LaOBiPbS3 shown in Fig. 5. While the anomaly at
T ∗ determined by the transport measurements decreases
monotonically with increasing pressure, the signature
of superconductivity appears above ∼0.5 GPa. Upon
increasing the pressure further, Tc tends to saturate
and exhibits a peak in LaOBiPbS3 with a maximum
value higher than that obtained in the case of chemi-
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resistivity ρ(T ), (b) Hall coefficient RH(T ), and (c) Seebeck
coefficient S(T ) of LaOBiPbS3 at selected pressures. The
inset in (a) shows lnρ vs 1/T at selected pressures.
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the temperature dependence of the electrical resistivity
ρ(T ) of La2O2Bi3AgS6 for pressures ranging from ambi-
ent pressure to 2.4 GPa. With increasing pressure, the
semiconductor-like temperature dependence is gradually
lost, and the anomaly at T ∗ shifts toward lower tem-
peratures. Upon increasing the pressure further, T ∗ is
suppressed to a lower temperature and is no longer vis-
ible above ∼2 GPa. In the high-pressure regime, ρ(T )
shows a metallic-like temperature dependence, and su-
perconductivity appears at low temperatures, which will
be discussed later (see Fig. 4). As shown in Figs. 2(b) and
2(c), T ∗ is more visible in the temperature dependences
of RH(T ) and S(T ) even at ∼2 GPa, where T ∗ is hidden
in the resistivity data. It should be noted that the overall
magnitude of |RH(T )| decreases with pressure, which is
consistent with the aforementioned variation in ρ(T ).

The transport properties of LaOBiPbS3 with a lower
T ∗ show a similar pressure response but are more sensi-
tive to pressure than those of La2O2Bi3AgS6. As shown
in Fig. 3(a) and its inset, the semiconducting behavior
is rapidly suppressed by applying pressure, and the ac-
tivation gap vanishes at ∼2 GPa. The clear anomaly in
RH(T ) and S(T ) at T ∗ (see Figs. 3(b) and 3(c), respec-
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netic susceptibility (lower panel) for (a) La2O2Bi3AgS6 and
(b) LaOBiPbS3 at selected pressures. The superconducting
temperature Tc is defined as the temperature of zero resis-
tance and the onset of the shielding effect. The signal from
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the sample is also shown to estimate the magnitude of the
superconducting shielding fraction.

tively) is not only shifted toward lower temperatures but
also decreases in amplitude.

Our central finding is the evolution of supercon-
ductivity in both compounds. As shown in Fig. 4,
the superconducting transition temperature Tc emerging
above ∼0.5 GPa increases with pressure and reaches a
maximum of 2.8 K and 4.6 K for La2O2Bi3AgS6 and
LaOBiPbS3, respectively. The large diamagnetic signal
exceeds nearly 60% of the superconducting shielding frac-
tion and occurs at the temperature at which ρ(T ) van-
ishes, providing strong evidence for the occurrence of su-
perconductivity. It should be noted that the value of Tc

and the T dependence of ρ at 0.5 GPa in La2O2Bi3AgS6
are similar to those of the ambient-pressure supercon-
ducting sample30, which has a smaller lattice constant.
Therefore, the sample dependence at ambient pressure
can be ascribed to the chemical pressure effect due to
the excess Ag concentration.

The obtained results are summarized in the pressure-
temperature phase diagrams of La2O2Bi3AgS6 and
LaOBiPbS3 shown in Fig. 5. While the anomaly at
T ∗ determined by the transport measurements decreases
monotonically with increasing pressure, the signature
of superconductivity appears above ∼0.5 GPa. Upon
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and exhibits a peak in LaOBiPbS3 with a maximum
value higher than that obtained in the case of chemi-
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図 4.29: ピストンシリンダーセルを用いた低圧領域における LaOPbBiS3 の (a)ホール係数、(b)熱電能と低温領域におけ
る (c)電気抵抗率と (d)交流磁化率の温度依存性。交流磁化率の測定では試料と一緒に、試料とおおよそ同程度の
体積の Pbを一緒にコイルにいれてあり、高温では Pbの超伝導転移によるシグナルが示されている [85]。

対向アンビル型圧力セルとピストンシリンダーを用いて得られた実験結果を圧力-温度相図として図 4.30(a)に
まとめる。ここで相図中には、ホール係数の値をカラープロットとして合わせて示した。圧力印加とともに T*

は低温側へとシフトするが、カラープロットで示したホール係数の値の圧力変化とよく対応していることがみて
とれる。これにより、T*は約 3 GPa付近で消失することが明らかとなった。T*の抑制とは対照的に、圧力誘起
超伝導が約 0.5 GPaで出現し、2.0 GPa近傍で転移温度が最大値となるドーム状の超伝導相を形成することが
わかった。得られた相図は本章の研究背景で示した La2O2Bi3AgS6 の相図 (図 4.17(b))と類似している。ただ
し、両者の相図を比較すると LaOPbBiS3 では T∗がより低い圧力で抑制されること、超伝導相が存在する圧力
領域が狭いことなどの違いがある。大局的には、La2O2Bi3AgS6と LaOPbBiS3は同型構造を有しており、その
圧力-温度相図が酷似しているため、T*や超伝導出現のメカニズムは共通している可能性が高いと考えられる。
La2O2Bi3AgS6 における従来の報告では、T*の起源として CDWの可能性が提案されていたが、常圧の電気抵
抗率が半導体的な挙動を示す LaOPbBiS3においてはフェルミ面のネスティング由来による CDWの形成の可能
性は低いと考えられる。
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図 4.30: (a)LaOPbBiS3 の圧力-温度相図。赤は T*を表すが、丸はホール係数から、三角は熱電能から決定されたものを表
す。緑の四角 TSCを表す。白抜きが著者が測定したデータ、塗りつぶされたマーカーは先行研究の結果である。バッ
クにはホール係数のカラープロットを合わせて載せている (グリッド数は横 ×縦が 30×50である)。(b)電気抵抗
率、(c)キャリア密度の圧力依存性である。赤が 300 K、青が 30 Kを表す。キャリア密度の白抜きは電子、塗りつ
ぶされたマーカーはホールを表す。

表 4.1に代表的な BiS2 系超伝導体において、超伝導転移温度が最大となる領域でのホール係数・キャリア密
度をまとめて示す。ここでシングルキャリを仮定して式 2.7 より求めた。ここで、超伝導が最大値をとる領域
でのキャリア密度に関して、従来の BiS2 系超伝導体との比較を行う。表 4.1には、シングルキャリアを仮定し
て式 2.7 から求めた各代表物質のキャリア密度を示す。酸素をフッ素に置換することでキャリアドープされた
LaO0.5F0.5BiS2(高圧合成)のキャリア密度は、5.9×1021 cm−3と金属的な値を示す。また、ブロック層の一部を
他のランタノイド原子に置換した Sr0.55La0.45FBiS2、Ce0.5La0.5FBiS2 のそれぞれのキャリア密度は 2.1×1021

cm−3、1.4×1021 cm−3であり、LaO0.5F0.5BiS2(高圧合成)と同程度の値をもつ。本研究で着目した LaOPbBiS3

および同じ 4層型の La2O2Bi3AgS6 のキャリア密度は、それぞれ 4.2×1021 cm−3 と 3.5×1021 cm−3 と、2層型
BiS2 系超伝導体と同程度であることがわかった。

表 4.1: 各物質の常圧における超伝導転移温度 TSC、ホール係数RH、キャリア密度nの関係。物質は左からLaO0.5F0.5BiS2(高
圧合成)、Ce0.5La0.5FBiS2、La2O2Bi3AgS6、LaOPbBiS3 である。

LaO0.5F0.5BiS2 (高圧合成) Sr0.55La0.45FBiS2 Ce0.5La0.5FBiS2 La2O2Bi3AgS6 LaOPbBiS3

TSC (K) 2.8 3.9 0.7

RH (cm3/C) -1.1×10−3 (250 K) +2.9×10−3 (200 K) -4.4×10−2(300 K) -1.8×10−2 (250 K) -1.5×10−2 (300 K)

n (cm−3) 5.9×1021 2.1×1021 1.4×1021 3.5×1020 4.2×1020

reference [86] [87] [88] [81] this study
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次に圧力下における磁気抵抗の磁場依存性を図 4.31に示す。すべての圧力域で共通した振る舞いとして、50 K

から 100 Kの温度領域においては B2 に比例する磁場依存性が観測されたが（図 4.32(a)には代表して 60 Kで
の磁場依存を B2 に対してプロットして示す）、高温域では金属的なキャリアの寄与があることを示唆する。一
方で、極低温域の振る舞いは低圧と高圧域で違いが見られた。常圧の極低温域で観測されていた負の磁気抵抗は
0.3 GPaにおいても見られるが、T*が消失した高圧力域になると、低温も含めた全ての温度範囲において正の磁
気抵抗が観測された。興味深いことにより低温の磁気抵抗は上凸な振る舞いを示すが、特に 5 Kにおける磁気抵
抗は磁場に対して B1/2 に依存して変化することがわかった (図 4.32(b)を参照のこと)。
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図 4.31: (a)0.3 GPa、(b)3.1 GPa、(c)4.7 GPa、(d)5.4 GPa、(e)7.0 GPa、(f)9.2 GPaにおける各温度の磁気抵抗の地場
依存性
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図 4.32: (a)60 K、(b)5　 Kにおける磁気抵抗の磁場依存性。それぞれの横軸は (a)B2、(b)B1/2 である。

この特徴的な正の磁気抵抗の原因が磁場による超伝導揺らぎの抑制による可能性を検討する。図 4.33に示す
ように銅酸化物超伝導体の単結晶薄膜やバルク試料では、TSC近傍の温度域で面内に平行に磁場を印加した場合
に特徴的な上凸の正の磁気抵抗を示すことが報告されている [89, 90]。正の磁気抵抗の大きさは最適ドープ領域
で最も大きくなるが、上凸の振る舞いはドープ量に依存せずに観測される。一方、面内に垂直に磁場を印加した
場合は、最適ドープ領域の試料においてのみ上凸の正の磁気抵抗が観測されることがわかっている。これらの振
る舞いを LaOPbBiS3と比較すると、銅酸化物超伝導体の正の磁気抵抗は、TSCに対してわずか数パーセント程
度だけ高い温度域のみで明瞭に観測されるのに対し、LaOPbBiS3では TSCに対して数倍以上高い温度域でも明
瞭に観測される。また、LaOPbBiS3 における正の磁気抵抗は、圧力に対してもロバストであるため、銅酸化物
超伝導体で議論されたような超伝導揺らぎとは起源が異なると考えられる。

(a) (b)

図 4.33: 単結晶の薄膜試料 La2−xSrxCuO4 の (a)x=0.08(TSC ∼27 K)、(b)x=0.1(TSC ∼28 K)、(c)x=0.15(TSC ∼29 K、
x=0.24(TSC ∼17 K)の磁気抵抗。x=0.8と x=0.1はアンダードープ、x=0.15は最適ドープ、x=0.24はオーバー
ドープ試料。縦軸は磁場中から伝導率からゼロ磁場の伝導率を差し引いた∆σ に負号をつけたもの。図の結果は磁
場中で伝導率が減少しているので、磁気抵抗が上昇していることを意味する。各グラフの上の図は面内に平行に、
下の図は面内に垂直に磁場を印加した場合である [90]。
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次に、正の磁気抵抗の起源として、系に内在する乱れの効果が関与している可能性について議論する。興味深
いことに、Siを Pにドープした系や層状化合物 1T -TaS2の置換系 (TaサイトをTi置換や Sサイトの Se置換)で
は、LaOPbBiS3と類似した正の磁気抵抗が観測されることが報告されている [91–93](図 4.34)。特に、1T -TaS2

の置換系試料で半導体的な挙動を示すものは正負の磁気抵抗が混在した振る舞い、金属的な伝導を示す試料では
正の磁気抵抗のみを示し、その磁場依存 (B1/2)や昇温とともに磁気抵抗が小さくなる点などは LaOPbBiS3と酷
似している。理論的な立場からは、正の磁気抵抗は弱局在した状態間に電子間の相互作用を考慮することで生じ
ると説明されている [94]。

3

FIG. 3. (Color online) Temperature dependence of (a) the
resistivity ρ(T ), (b) Hall coefficient RH(T ), and (c) Seebeck
coefficient S(T ) of LaOBiPbS3 at selected pressures. The
inset in (a) shows lnρ vs 1/T at selected pressures.

vs T curves (see Figs. 1(b) and 1(c), respectively). In
the semiconducting LaOBiPbS3, the change in the slope
of the Arrhenius plot corresponds to the anomaly in RH

and S. The coincidence of the ρ(T ), RH(T ), and S(T )
anomalies suggests that T ∗ is an intrinsic behavior inher-
ent to LaOBiPbS3 and La2O2Bi3AgS6.

Next, we investigate the effect of pressure on the trans-
port properties of these compounds. Figure 2(a) shows
the temperature dependence of the electrical resistivity
ρ(T ) of La2O2Bi3AgS6 for pressures ranging from ambi-
ent pressure to 2.4 GPa. With increasing pressure, the
semiconductor-like temperature dependence is gradually
lost, and the anomaly at T ∗ shifts toward lower tem-
peratures. Upon increasing the pressure further, T ∗ is
suppressed to a lower temperature and is no longer vis-
ible above ∼2 GPa. In the high-pressure regime, ρ(T )
shows a metallic-like temperature dependence, and su-
perconductivity appears at low temperatures, which will
be discussed later (see Fig. 4). As shown in Figs. 2(b) and
2(c), T ∗ is more visible in the temperature dependences
of RH(T ) and S(T ) even at ∼2 GPa, where T ∗ is hidden
in the resistivity data. It should be noted that the overall
magnitude of |RH(T )| decreases with pressure, which is
consistent with the aforementioned variation in ρ(T ).

The transport properties of LaOBiPbS3 with a lower
T ∗ show a similar pressure response but are more sensi-
tive to pressure than those of La2O2Bi3AgS6. As shown
in Fig. 3(a) and its inset, the semiconducting behavior
is rapidly suppressed by applying pressure, and the ac-
tivation gap vanishes at ∼2 GPa. The clear anomaly in
RH(T ) and S(T ) at T ∗ (see Figs. 3(b) and 3(c), respec-

FIG. 4. (Color online) Resistivity (upper panel) and AC mag-
netic susceptibility (lower panel) for (a) La2O2Bi3AgS6 and
(b) LaOBiPbS3 at selected pressures. The superconducting
temperature Tc is defined as the temperature of zero resis-
tance and the onset of the shielding effect. The signal from
a Pb manometer with almost the same volume and shape as
the sample is also shown to estimate the magnitude of the
superconducting shielding fraction.

tively) is not only shifted toward lower temperatures but
also decreases in amplitude.

Our central finding is the evolution of supercon-
ductivity in both compounds. As shown in Fig. 4,
the superconducting transition temperature Tc emerging
above ∼0.5 GPa increases with pressure and reaches a
maximum of 2.8 K and 4.6 K for La2O2Bi3AgS6 and
LaOBiPbS3, respectively. The large diamagnetic signal
exceeds nearly 60% of the superconducting shielding frac-
tion and occurs at the temperature at which ρ(T ) van-
ishes, providing strong evidence for the occurrence of su-
perconductivity. It should be noted that the value of Tc

and the T dependence of ρ at 0.5 GPa in La2O2Bi3AgS6
are similar to those of the ambient-pressure supercon-
ducting sample30, which has a smaller lattice constant.
Therefore, the sample dependence at ambient pressure
can be ascribed to the chemical pressure effect due to
the excess Ag concentration.

The obtained results are summarized in the pressure-
temperature phase diagrams of La2O2Bi3AgS6 and
LaOBiPbS3 shown in Fig. 5. While the anomaly at
T ∗ determined by the transport measurements decreases
monotonically with increasing pressure, the signature
of superconductivity appears above ∼0.5 GPa. Upon
increasing the pressure further, Tc tends to saturate
and exhibits a peak in LaOBiPbS3 with a maximum
value higher than that obtained in the case of chemi-
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FIG. 3. (Color online) Temperature dependence of (a) the
resistivity ρ(T ), (b) Hall coefficient RH(T ), and (c) Seebeck
coefficient S(T ) of LaOBiPbS3 at selected pressures. The
inset in (a) shows lnρ vs 1/T at selected pressures.

vs T curves (see Figs. 1(b) and 1(c), respectively). In
the semiconducting LaOBiPbS3, the change in the slope
of the Arrhenius plot corresponds to the anomaly in RH

and S. The coincidence of the ρ(T ), RH(T ), and S(T )
anomalies suggests that T ∗ is an intrinsic behavior inher-
ent to LaOBiPbS3 and La2O2Bi3AgS6.
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port properties of these compounds. Figure 2(a) shows
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semiconductor-like temperature dependence is gradually
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of RH(T ) and S(T ) even at ∼2 GPa, where T ∗ is hidden
in the resistivity data. It should be noted that the overall
magnitude of |RH(T )| decreases with pressure, which is
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The transport properties of LaOBiPbS3 with a lower
T ∗ show a similar pressure response but are more sensi-
tive to pressure than those of La2O2Bi3AgS6. As shown
in Fig. 3(a) and its inset, the semiconducting behavior
is rapidly suppressed by applying pressure, and the ac-
tivation gap vanishes at ∼2 GPa. The clear anomaly in
RH(T ) and S(T ) at T ∗ (see Figs. 3(b) and 3(c), respec-

FIG. 4. (Color online) Resistivity (upper panel) and AC mag-
netic susceptibility (lower panel) for (a) La2O2Bi3AgS6 and
(b) LaOBiPbS3 at selected pressures. The superconducting
temperature Tc is defined as the temperature of zero resis-
tance and the onset of the shielding effect. The signal from
a Pb manometer with almost the same volume and shape as
the sample is also shown to estimate the magnitude of the
superconducting shielding fraction.
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Our central finding is the evolution of supercon-
ductivity in both compounds. As shown in Fig. 4,
the superconducting transition temperature Tc emerging
above ∼0.5 GPa increases with pressure and reaches a
maximum of 2.8 K and 4.6 K for La2O2Bi3AgS6 and
LaOBiPbS3, respectively. The large diamagnetic signal
exceeds nearly 60% of the superconducting shielding frac-
tion and occurs at the temperature at which ρ(T ) van-
ishes, providing strong evidence for the occurrence of su-
perconductivity. It should be noted that the value of Tc

and the T dependence of ρ at 0.5 GPa in La2O2Bi3AgS6
are similar to those of the ambient-pressure supercon-
ducting sample30, which has a smaller lattice constant.
Therefore, the sample dependence at ambient pressure
can be ascribed to the chemical pressure effect due to
the excess Ag concentration.

The obtained results are summarized in the pressure-
temperature phase diagrams of La2O2Bi3AgS6 and
LaOBiPbS3 shown in Fig. 5. While the anomaly at
T ∗ determined by the transport measurements decreases
monotonically with increasing pressure, the signature
of superconductivity appears above ∼0.5 GPa. Upon
increasing the pressure further, Tc tends to saturate
and exhibits a peak in LaOBiPbS3 with a maximum
value higher than that obtained in the case of chemi-

(a)

(b)

(c)

(d)
(a)    1T-TaS2 (b)    1T-Ta0.97Ti0.03S2

図 4.34: (a)1T -TaS2、(b)1T -Ta0.03Ti0.97S2 の各温度における磁気抵抗の磁場依存性。電気抵抗率の温度依存性は 1T -TaS2

が半導体的、1T -Ta0.03Ti0.97S2 が金属的である [92, 93]。

ここで LaOPbBiS3の議論に立ち返り、上記の磁気抵抗の振る舞いも含めて考えると、常圧では結晶性の乱れ
の効果によってアンダーソン局在を示すが、圧力下では弱局在へと変化したと解釈できる。ここで、圧力印加に
よって乱れた電子状態が緩和される理由としては、本章の序論で説明した BiS2 系に特徴的な面内の格子定数の
減少による構造不安定性の解消が関与している可能性が高い。さらに興味深い点として、LaOPbBiS3 における
ドーム状の超伝導相はアンダーソン局在から弱局在領域にまたがって存在していることである。アンダーソン局
在と超伝導の関係性に関する研究には長い歴史があり、実験的には InOx薄膜 [95]やホウ素ドープダイヤモンド
[96]さらには LixZrNCl[97]などの低いキャリア密度の物質における絶縁体-超伝導転移の近傍での超伝導転移温
度がドーム状になることが報告されている。理論的にも多くの研究がなされているが [98–100]、図 4.35に示す柳
瀬らの理論相図では系がクリーンな領域から不純物ポテンシャルを増大させていくと、波動関数の局在化により
有効的な引力が増加し、高い超伝導転移温度が実現している。さらに不純物ポテンシャルを増大させると、アン
ダーソン局在により超伝導転移温度の抑制されるが、超伝導のクーパーペアが局在による擬ギャップが生じるこ
とが指摘されている。LaOPbBiS3の低圧領域で観測されたギャップ形成を示唆する異常 T*がこれに対応してい
る可能性が考えられるが、超伝導転移温度に対して T*のエネルギースケールが大きすぎるようにも思える。現
段階において T*の起源を明らかにすることはできなかったが、今後は実験および理論の両面からのさらなる研
究が必要である。
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Fig. 8. Schematic figure of the phase diagram against the impu-
rity potential Uimp and the temperature T . The crossover from
the host band to the impurity band is described. The solid line
shows the transition temperature Tc of superconductivity. The
dashed line shows the transition temperature T

MF
c in the mean

field theory. The shaded region indicates the pseudogap state in-
duced by the incoherent Cooper pairs. The upward arrow (UMI)
shows the virtual quantum metal-insulator transition in the ab-
sence of superconductivity. The downward arrows indicate our
interpretation for B-doped diamond, SiC, and Si (see §6).

line in Fig. 8).
The short-range correlation of superconductivity gives

rise to the resonance scattering between incoherent
Cooper pairs and quasiparticles, which leads to a pseu-
dogap in the shaded region in Fig. 8. In other words, the
superconducting gap obtained in the mean field theory
is changed to a pseudogap by the fluctuations.

The pseudogap state would be an insulating state
in the highly disordered regime because both electrons
and Cooper pairs are localized. This state is regarded
as the “hard gap insulator” proposed by Feigel’man et
al.,11 which seems to be realized in the disordered thin
films.64–75 Thus, the insulating state near the SIT is ex-
pected to be the localized Cooper pairing state, but not
the Coulomb glass state.76

5.6 Doping dependence
We investigate here the doping dependence. Impurity

level depends on the impurity concentration nimp in the
heavily doped semiconductors, but we show the results
for a fixed Uimp for simplicity.

Figure 9 shows the doping dependence of the Fourier-
transformed correlation function

T
q
av(~q) =

Z
Tav(~r)ei~q~rd~q. (14)

The spatially averaged superconducting susceptibility
�sc is related to this correlation function as �sc = T

q
av(0).

We see that the correlation function increases at ~q = 0
with increasing doping concentration; it hardly changes
at ~q 6= 0. This means that the long-range correlation of
superconductivity develops in the heavily doped regime.
This is consistent with the experimental observation that
the Tc of B-doped diamond increases with increasing con-
centration of isolated boron acceptors.21,22,41

0 1 2q
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nimp=0.01
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nimp=0.04
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Fig. 9. Fourier-transformed correlation function T
q
av(~q) along ~q =

qx̂ for nimp = 0.01, 0.02, 0.04, 0.08, and 0.125 from the bottom
to the top. We assume Uimp = 4.6, U = �1, and T = 0.002.

It has been pointed out that the concentration of car-
riers is di↵erent from that of boron atoms owing to the
presence of the B-H complex and/or the B-B dimer.41,77
We have confirmed that the B-H complex as well as the
B-B dimer neither enhance nor suppress superconductiv-
ity. Therefore, the doping concentration nimp discussed
in this paper should be regarded as the concentration of
isolated boron acceptors, consistent with the experimen-
tal observation.41
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Fig. 10. DOS’s for nimp = 0.01, 0.02, 0.04, 0.08, and 0.125 from
the bottom to the top. We assume that Uimp = 4.6, U = �1,
and T = 0.002. The vertical dashed line is drawn to emphasize
the doping dependence of the gap in DOS.

Figure 10 shows the doping dependence of the DOS
in the crossover regime (Uimp = 4.6). We see that the
pseudogap is suppressed by increasing the doping con-
centration nimp, although the superconducting correla-
tion is enhanced, as shown in Fig. 9. The single-particle
states around the Fermi level become itinerant with in-
creasing nimp owing to the percolation of impurity states.
Then, Anderson localization is suppressed, and therefore
superconducting fluctuation is suppressed.

The schematic figure of the doping dependence in the
crossover regime is shown in Fig. 11(a). We would like to
stress again that the transition temperature Tc of su-
perconductivity increases, but the thermal fluctuation
is suppressed by acceptor doping. The pseudogap and
superconducting gap decrease in contrast to Tc with

図 4.35: 不純物ポテンシャル Uimp と温度 T の相図。影がついている PGは擬ギャップ相を、SCは超伝導相を表す [99]。

本研究によって 4層型の BiS2系超伝導 LaOPbBiS3においては、面内の乱れを抑制することの重要性が圧力実
験より示唆された。また LaOPbBiS3の Sサイトの Se置換においても、面内の乱れの抑制によって超伝導が出現
することが指摘されていた (図 4.13)。面内の構造の最適化は 2層型の BiS2系超伝導体でも重要であり、4層型と
比較するために、2層型における化学圧力効果と物理圧力効果をもう一度まとめる。2層型においては、Sの Se置
換では化学圧力によって、面内の歪みが抑制されて超伝導温度 TSCが上昇した (図 4.8)。一方で物理圧力は BiS2

面内におけるジグザグのネットワークを形成することが重要であった (図 4.5)。4層型の結果と比べると、化学圧
力によって面内の歪みが抑制されることは類似している。図 4.20に示すように、4層型の La2O2Bi3Ag0.6Sn0.4S6

の圧力効果では、結晶の対称性の低下によって TSCが上昇するので、2層型の物理圧力の結果と対応しているよ
うに予想される。しかし本研究では、結晶構造が変化する圧力よりもより低圧領域でドーム状の超伝導を観測し
たこと、そして超伝導が乱れの抑制によって誘起されることなどから、これまでの BiS2 系超伝導体の結果とは
異なる、新たな物理を含んでいる可能性がある。
本章では BiS2系超伝導体における超伝導出現の起源の可能性として、乱れに起因したキャリアの局在-非局在
の可能性を議論した。微視的な不均一性に起因した超伝導の研究は、BiS2系超伝導体や上述の半導体以外にも、
これまでに銅酸化物超伝導体においても実験的な検証と理論的な議論がされている [101–104]。強相関電子系に
おける電子がもつ局在と非局在の 2面性はよく知られた性質である。しかし BiS2 系超伝導体はモット絶縁体や
反強磁性などの現象を示さないため、電子相関が強い物質とは考えにくい。けれども電子が遍歴と局在の 2面性
を併せもった状況で、最も高い超伝導転移温度を示すことは銅酸化物超伝導体・重い電子系超伝導・有機物超伝
導などの強相関電子系と共通する内容である。強相関電子系におけるモット転移、四極子転移、量子臨界性など
の現象を乱れの効果と併せて議論することは容易ではない。一方で本研究のように、物質の乱れに起因した現象
を解き明かしていくことで、強相関電子系物質の研究へと波及し、乱れの効果を含めた議論の一助にこと、そし
て局在-非局在の 2面性が表出するときに現れる超伝導の研究が、今後の物性物理学の新たな方向性を生み出す
ことを期待する。

4.4 本章のまとめ
本研究では 4層型の BiS2 系超伝導体 LaOPbBiS3 に対して圧力下での電気抵抗率、ホール効果測定を行なっ
た。LaOPbBiS3 は常圧で金属と同程度のキャリア密度を持ち、キャリアの局在に起因する半導体的な振る舞い
が観測された。さらにホール効果と熱電能の測定から、La2O2Bi3AgS6 と類似の異常 T*を見出した。圧力を印
加すると半導体的な挙動が抑制されるとともに T*が低温にシフトし、T*が消失する圧力近傍でドーム状の超伝
導相が出現することを見出した。半導体的挙動が抑制された高圧力領域においても、系の乱れに起因すると考え
られる上凸な正の磁気抵抗が観測され、圧力下では弱局在的な領域にある可能性を議論した。系の乱れと超伝導
の相関は 2層型においても議論されてきたが、4層型物質で圧力によって誘起される局在-非局在の変化および
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ドーム状の超伝導相との関係を明らかにすることができた。本研究から得られた知見は、2層型と 4層型を含め
た BiS2 系化合物における超伝導発現機構を議論する上で重要な情報を与えると考えられる。

70



第5章 励起子絶縁体候補物質Ta2NiSe5の類縁物質
Ta2NiS5における圧力下ホール効果

5.1 研究背景
励起子絶縁体の有力な候補物質として遷移金属カルコゲナイド Ta2NiSe5 が注目されている。結晶構造は図

5.1(a)に示すように、面間がファンデルワールス力で弱く結合した層状化合物である [105]。面内は Ni鎖 1本と
Ta鎖 2本が作る 3本鎖が周期的に配列した擬一次元的な構造である。バンド計算の結果を図 5.1(b)に示す [106]。
価電子帯は Niの dxz+yz 軌道と Seの px+y 軌道から構成され、伝導帯は Taの dxy 軌道から構成される。ブリル
アンゾーンの Γ点に価電子帯のトップと伝導帯のボトムをもつ直接遷移型の半導体である。またユニットセルに
は 3本鎖が 2組含まれるので、価電子帯には 2本、伝導帯は 4本のバンドがある。Ta2NiSe5 は高温では直方晶
形であるが、Tc ∼326 Kで単斜晶系へと 2次の構造相転移を生じる [105]。この相転移は図 5.1(c)に示すように、
面内の長方形の 2次元格子から平行四辺形へ変化する。これらの異常は電気・熱輸送測定からも確認できる。図
5.2に電気抵抗率、比熱、熱電能の結果を示す [38]。図 5.2(a)に示すように、Ta2NiSe5の電気伝導性は高温から
低温まで絶縁体的である。このとき a軸方向と c軸方向の電気伝導性の、擬一次元的構造を反映してそれぞれ異
方的であるが、Tc 以下で減少している (図 5.2(a)のインセット)。これは直方晶形から単斜晶系への構造変化に
よって、Ni鎖と Ta鎖との間に混成が生じたためであると考えられている。電気抵抗率から見積もった活性化エ
ネルギーは 0.1 eV程度である。この温度に対応して比熱にもシャープな跳びが観測されることから、Tc におい
てギャップが形成されることが熱力学的にも支持されている (図 5.2(c)とそのインセット)。Tcにおける相転移の
起源はこれまで多くの議論がなされてきたが、X線光電子分光より相転移に伴う電化密度波の形成が見られない
ことから、ギャップ形成の起源は長い間謎であった [107]。
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level. No hybridization occurs between the top of the
valence band and bottom of the conduction band. Based
on the results, we construct an effective three-chain Hub-
bard model to reproduce the three bands near the Fermi
level. We then introduce the phonon degrees of free-
dom into the model and analyze it by the mean-field ap-
proximation. We calculate the ground-state and finite-
temperature phase diagrams of the model to clarify the
origin of the structural phase transition. The single-
particle excitation spectra are also calculated.
We thus show that the BEC of excitonic electron-hole

pairs cooperatively induces the instability of the phonon
mode at momentum q → 0 in the quasi-1D Ta-NiSe-
Ta chain, resulting in the structural phase transition of
the system. The spontaneous hybridization between the
conduction and valence bands well explains the valence
states of Ni and Ta ions observed in the XPS experiment
[24] and also the calculated single-particle spectra well
reproduce the deformation in the band structure near the
Fermi level observed in the ARPES experiment [24, 25].
Our results thus demonstrate a possible realization of
the EI state in the simplest quasi-1D electronic system
of the recently corroborated material Ta2NiSe5 and will
encourage further experimental studies of this intriguing
material.

FIG. 1: (Color online) Calculated band dispersions and PDOS
of the orthorhombic phase of Ta2NiSe5. In (a), the width of
the curves is in proportion to the weight of the Ta 5dxy orbital,
in (b), the contribution from the Ta 5d t2g orbitals is shown, in
(c), the the width of the curves is in proportion to the weight
of the Ni 3dxz+yz orbital, and in (d), the contribution from
the Ni 3d t2 orbitals is shown. The Fermi level is indicated
by a horizontal line. The local coordinate system defined in
Ref. 24 is used.

We make the band structure calculations employing
the code WIEN2k [29] based on the full-potential lin-
earized augmented-plane-wave method, where we use the
generalized gradient approximation for electron correla-

tions with the exchange-correlation potential of Ref. 30.
Because the crystal structure of the high-temperature or-
thorhombic phase of Ta2NiSe5 is not known, we make the
structural optimization, keeping the orthorhombic struc-
ture (space group Cmcm) and lattice constants [26], and
obtain the optimized internal coordinates of all the ions
[31]. The calculated results for the band structure, how-
ever, predict a metallic state with a small band overlap
and are not consistent with experiment. This may be
due to a well-known problem of DFT-based band calcu-
lations, where the band gap in semiconductors is under-
estimated. To amend this, we shift the conduction (va-
lence) bands upward (downwards) by adding (subtract-
ing) orbital-dependent potentials into the Hamiltonian as
a standard procedure [32, 33] and reproduce the experi-
mental band gap [31].
The results for the partial densities of states (PDOS)

and band dispersions thus obtained are shown in Fig. 1.
We find that the system is a direct-gap semiconductor
with the gap minimum at the Γ-point of the Brillouin
zone in agreement with experiment [24, 27]. The band
structure near the Fermi level is rather simple; the con-
duction band has a cosine-like quasi-1D band dispersion
coming from the 5dxy orbitals of Ta ions arranged along
the chain, whereas the top of the valence band has a
quasi-1D dispersion coming from the Ni 3dxz+yz and
Se 4px+y orbitals arranged along the chain, and no hy-
bridization occurs between the top of the valence band
and bottom of the conduction band.

FIG. 2: (Color online) (a) Noninteracting band dispersion of
our model Eq. (1). The conduction band is doubly degener-
ate. (b) Schematic representations of the three-chain Hub-
bard model for the 1D structural unit consisting of the two
chains of the Ta 5dxy orbitals yielding the c-bands and one
chain of the Ni 3dxz+yz and Se 4px+y orbitals of Ta2NiSe5
yielding the f -band. The lattice distortion of the chain corre-
sponding to the orthorhombic-to-monoclinic phase transition
is schematically illustrated.

Based on the results, we make the effective three-chain
model containing the valence f -band coming from the hy-
bridized Ni 3dxz+yz and Se 4px+y orbitals and the doubly
degenerate conduction c-bands coming from the Ta 5dxy
orbitals, to which the Hubbard-type onsite (Uc and Uf )
and interchain (V ) repulsive interactions are added (see

直方晶系(高温) → 　 単斜晶系(低温)
Ta
Ni
c
a

(a) (b)

(c)

Ta dxy

Ni dxz+yz

図 5.1: (a)Ta2NiSe5 の結晶構造。左が面内に平行、右が面内に垂直に見た場合。(b)バンド構造と状態密度。上は Ta成分、
下が Ni成分を表す。(c)Tc における構造相転移の図。Niの変位は誇張して描かれている [38, 106]。
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minimum and the valence band maximum are almost degenerate
at the G point14,19 implying a very small direct gap EG. The
valence band is composed of Ni 3d orbitals with a Se 4p
admixture while Ta 5d orbitals dominate the conduction bands.
Note that the valence and the conduction bands in the
orthorhombic phase belong to different irreducible
representations of the crystal structure14,19. The formation of a
single particle hybridization gap is therefore forbidden by crystal
symmetry.

The small direct gap semiconductor realised in Ta2NiSe5 above
TC is an ideal situation for the formation of an excitonic insulator
phase. A semiconductor-to-insulator transition is indeed
observed at TCE326K (ref. 18). This is accompanied by a very
weak q¼ 0 structural phase transition to monoclinic C2/c with
the unit cell size remaining the same across the transition and
whose small magnitude cannot account for the observed
electronic changes14. This excludes a lattice distortion-mediated
charge density wave mechanism driving the phase formation,
as discussed in the case of Mo bronze20, suggesting it to be
electronic in origin14. Recent X-ray photoemission spectroscopy
(XPS) and angle-resolved photoemission spectroscopy (ARPES)
measurements revealed a flattening of the valence band below TC,
which was interpreted as the formation of an additional gap21.
Based on these observations, the low-temperature phase was
proposed to be an excitonic insulator. Ta2NiSe5 is distinct from
other excitonic insulator candidates. First, due to the direct gap,
the excitonic states do not require a finite q super-lattice
modulation and can be accessed easily by optical spectroscopy.
Second, electrons in Ta chains and holes in Ni chains are spatially
separated in real space, which could stabilize the excitonic pair
and hence the excitonic insulator.

Recognizing its uniqueness as a candidate excitonic insulator,
electric transport, optical and specific heat measurements as well
as physical and chemical pressure experiments were conducted
on Ta2NiSe5 single crystals to test the validity of the excitonic
insulator scenario. We will demonstrate that Ta2NiSe5 is a nearly
zero-gap semiconductor at high temperatures with an optical gap
EopB0.16 eV, comparable to the expected excitonic binding
energy EB, developing below TC¼ 326K. The majority of entropy
change at the transition appears to originate from thermally
excited electrons and holes consistent with the thermodynamics
of phase formation to be dominated by electronic degrees of
freedom. The physical and chemical pressure experiments
indicate the suppression of TC both by moving towards negative
(semimetal) and positive (semiconductor) bandgap EG resulting
in a dome-shaped TC versus EG curve around EG¼ 0. All these
results are consistent with those expected for a canonical
excitonic insulator.

Results
Zero-gap semimetal-to-semiconductor transition. The transi-
tion in Ta2NiSe5 crystals is most readily seen in transport as
shown in Fig. 2a. Here we present the resistivity ra parallel to the
Ta and Ni chains (I || a axis) as a function of temperature. A weak
but well-defined kink is observed at TC¼ 326K. This agrees well
with previous reports18. At high temperatures, the resistivity is
essentially temperature independent over a wide range from 400
to 550K. This means the transport gap is at most of the order of
B0.05 eV, suggestive of an almost zero energy gap above TC.
Right below TC, the resistivity increases rapidly, suggesting the
opening of an additional gap. It is instructive for an excitonic
insulator transition to present the data in form of an activation
energy plot showing Er¼ " kBT2(qlnr/qT) as a function of
temperature (Fig. 2b; Supplementary Fig. 1). Er reflects an
activation energy EA if the temperature dependence at a given
temperature is approximated by a thermally activated behaviour

r¼ r0exp("EA/kBT) and therefore mirrors the energy scale of
thermal excitation of charge carriers. Er shows a clear jump at TC
consistent with theoretical calculations4,22, predicting a step-like
increase of Er at TC. Er below the jump is 0.1" 0.2 eV, which
suggests a gap of the order of a few tenths of an eV opening below
TC. At lower temperature below 100K, we observe a suppressed
activation energy Er. In this temperature regime, the conduction
due to impurity states, with much lower energy scale of charge
excitations, very likely dominates the temperature dependence.

The resistivity perpendicular to the layer is orders of
magnitude higher than the in-plane resistivity and we were not
able to obtain a reliable estimate of the out-of-plane resistivity.
Reflecting the presence of quasi-one-dimensional Ta and Ni
chains, a moderate in-plane anisotropy is observed. As shown in
Fig. 2a, above TC, the resistivity perpendicular to the chains
(I || c axis), rc, is larger than ra along the chains by a factor of 6,
indicating weak but appreciable electronic quasi-one-
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Figure 2 | Ta2NiSe5 transport and specific heat. (a) Temperature
dependence of the in-plane resistivity of Ta2NiSe5 single crystal ra (red)
along the a axis parallel to the Ta and Ni chains, and rc (blue) along the
c axis perpendicular to the chains. An anomaly is observed at TC¼ 326K
(emphasized by black triangle). The inset shows the temperature
dependence of the resistivity ratio, rc/ra as an indicator of the in-plane
anisotropy. (b) The temperature dependence of the activation energy Er of
the resistivity data in a given by Er¼ " kBT2(qlnr/qT). (c) Temperature
dependence of heat capacity C of a Ta2NiSe5 single crystal. An anomaly in C
at TC is clearly visible. The phonon contribution (black dashed line) is
roughly estimated from a Debye fit to the low-temperature data below TC.
The inset shows the excess specific heat DC/Taround TC obtained from the
raw heat capacity by subtracting the lattice contribution.
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図 5.2: (a)Ta2NiSe5 の電気抵抗率の温度依存性。赤が a軸、青が c軸に電流を流した場合を表す。インセットは a軸に対
する c軸の電気抵抗率の比を表している。(b)は活性化エネルギーの温度依存性。Eρ = −kBT

2(d ln ρ/dT )で求め
られている。(c)比熱の温度依存性。インセットは比熱の総量から格子比熱の寄与を差し引いて、縦軸はそれを温度
で割ったものである [38]。

近年になって Ta2NiSe5のバンド構造は、角度分解光電子分光 (ARPES)より、詳細に調べられている。図 5.3

に ARPESから求められた価電子バンドの温度依存性を示す。価電子バンドのトップ付近ではエネルギー分散が
ほとんど見られない。このフラットバンドの起源として、近年になって励起子絶縁体の可能性が指摘されている
[107, 108]。

K. SEKI et al. PHYSICAL REVIEW B 90, 155116 (2014)

FIG. 4. (Color online) (a) Second derivative plots of the ARPES
spectra along the !-X direction taken at 40 K. The specific flat band is
formed at the top of valence band. (b) Band dispersions obtained from
the ARPES spectra at 40, 260, and 340 K. The dots with error bars
indicate the band positions determined from the ARPES data. The fit
to the excitonic insulator band dispersion is shown by the thick solid
curve. The thin solid curve indicates the bare valence-band dispersion
without the excitonic coupling. (c) Single-particle excitation spectra
for 40, 270, and 340 K obtained by the VCA calculation.

the Ta and Ni chain directions. The second derivative plots
at 40, 260, and 340 K are compared with the single-particle
spectral function obtained by the VCA calculations on EFKM
for 40, 270, and 340 K which are displayed in Fig. 4(c).
The flat-top valence band at 40 K is well reproduced by the
calculation on the EFKM with the appropriate parameter set as
well as the previous mean-field calculation on the multiband
Hubbard model [19]. Experimentally, as the temperature
increases, the area of the flat band region in the momentum
space decreases and the band top becomes closer to the Fermi
level (EF ). The band dispersion deviates from the parabolic
behavior and the flattening of the band top still remains even at
340 K, which is above the transition temperature. This situation
is well explained by the present VCA calculation including the
correlation effect beyond the mean-field or BCS limit. Here it
should be noted that the flat band dispersion at 40 K exhibits a

(b)

(a)

FIG. 5. (Color online) (a) ARPES spectra at ! point taken at 40,
260, and 340 K, and single-particle excitation spectra at ! point
calculated for 40, 270, and 340 K and multiplied by the Fermi-
Dirac distribution function. (b) Temperature dependencies of the peak
position of the flat valence band at ! ("!) and the order parameter ",
which are extracted from the ARPES results and are obtained from
the VCA calculations.

dip at the ! point which is explained by the VCA calculation
on the quasi-1D EFKM.

By fitting the band positions to the band dispersion
renormalized in a mean-field treatment assuming the excitonic
insulator order parameter as indicated in Fig. 4, one can
decompose the temperature dependence of the band top
energy into the temperature dependence of " (due to the
electron-hole interaction) and the temperature dependence
of the bare valence band. The energy distribution curves
(EDCs) of the ! point at 40, 260, and 340 K (from which the
temperature dependence of the bare valence band is subtracted)
are compared with the calculated spectra for 40, 270, and
340 K in Fig. 5(a). As the temperature increases, the EDC
peak position is shifted towards lower binding energy and
the EDC peak width of the flat band becomes broader. The
substantial spectral broadening is reminiscent of the breaking
of the quasiparticle peak structure, namely, the breaking of
the BEC. The broadening is similar to that observed in the
pseudogap region of the high Tc cuprates although the cuprate
case is more complicated with the pseudogap assigned to a
possible competing order instead of the fluctuation of Cooper
pairs [27]. Figure 5(b) shows the temperature dependence of
the order parameter " and "! (the energy position of the
spectral peak relative to EF at the ! point) obtained from

155116-6

図 5.3: (a)Ta2NiSe5 の価電子帯のバンド構造 [108]。

このギャップ形成に関しては光学伝導度の実験結果から、Ta2NiSe5 は 0.3-0.4 eV付近に大きなピーク構造を
もつことが判明している (図 5.4(a))[109]。一方で Ta2NiSe5 と類似の構造をもつがバンドギャップが 2倍ほど大
きく、相転移を示さない Ta2NiS5 では、ピーク構造は存在しない (図 5.4(b))。そのため、Ta2NiSe5 で見られる
ピーク構造は電子正孔対の形成の引力が起源として考えられている。このピークは転移温度より高温から存在し、
励起子が高温から形成されていることを示している。
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FIG. 2. Real part of the infrared conductivity σ1(ω) (a) and
dielectric permittivity ε1(ω) (b) of Ta2NiS5 measured at different
temperatures. (c) and (d) are the same as (a) and (b) but for Ta2NiSe5.
The arrows mark the Fano resonance peak positions. (e) Red shift
of the lowest-energy absorption band in Ta2NiSe5 (black diamonds,
this paper), along with the T dependence of the peak position in the
EDC (blue bars, from Ref. [28]), and the vertex of the corresponding
parabolic band (green bars, from Ref. [28]), (f) broadening of the
optical band (black diamonds, this paper), and EDC peak width (blue
bars, from Ref. [28]).

Above the structural transition temperature, the vertex of the
parabolic fit of the band is more representative. The width
of the infrared band rapidly increases near the structural
transition, mirroring the anomalous broadening of the EDC
peak. The high correlation of these datasets confirms that
the flat Ni 3d - Se 4p valence band is the initial state for
its associated interband transition. The flattening and shift
of the valence band have been partly addressed using finite-
temperature variational cluster approximation calculations on
an extended Falicov-Kimball model—a minimal lattice model
to describe the excitonic insulator state [29]. Our data yield
a complementary observation that the marked temperature-
induced redshift and broadening of the corresponding infrared
band with increasing temperature are closely analogous to the
manifestations of small polarons in optical absorption spectra,
according to Eqs. (29) and (30) in Ref. [34] and Fig. 6 in
Ref. [35], implying that strong interaction with phonons needs
to be taken into account for a detailed description of this
transition.

The central observation of this paper is the appearance
of strong asymmetric resonances at low temperatures in the
infrared spectra of Ta2NiS5 and Ta2NiSe5 [shaded area in
Fig. 1(b)]. An expanded view of the optical conductivity
[Figs. 2(a) and 2(c)] and permittivity [Figs. 2(b) and 2(d)]
of Ta2NiS5 and Ta2NiSe5 shows that both compounds exhibit
an unusual set of two resonances just above the optical
absorption edge. The resonances are most clearly apparent
as two distinct peaks in the permittivity spectra ε1(ω) between
0.3 and 0.6 eV in Ta2NiS5 and between 0.2 and 0.4 eV in
Ta2NiSe5 [black arrows in Figs. 2(b) and 2(d)]. Figure 3
highlights the temperature evolution of the optical conductivity
[Figs. 3(a) and 3(f)] and permittivity [Figs. 3(b) and 3(g)]
in the vicinity of the resonances by displaying the differ-
ence spectra $σ1(ω,10 K − T ) = σ1(ω,10 K) − σ1(ω,T ) and
$ε1(ω,10 K − T ) = ε1(ω,10 K) − ε1(ω,T ), respectively. The
data show that the peaks arise in ε1(ω) at low temperature,
and that they are accompanied by strongly antisymmetric
resonances in σ1(ω). These features are distinct signatures
of Fano interference between narrow discrete levels and a
broad-band continuum [36,37].

Before addressing the microscopic origin of the resonances,
we discuss the quantitative description of the Fano inter-
ference, which is strongly constrained by the independent
ε1(ω) and σ1(ω) spectra extracted from our ellipsometric
data. A detailed comparison of these data to the results of
a Green’s-function analysis of the optical response of two
narrow oscillators coupled to a continuum [38] yields the
frequencies (ωj ), spectral weights (Sj ), and Fano asymmetry
parameters (qj ) of the resonances (Appendix C). The total
spectral weight of all infrared oscillators (comprising the
resonances and the continuum) defines the effective number of
electrons per Ni atom contributing to the associated transitions,
N eff

IR = 2m
πe2NNi

∑
Sj . The value obtained from our analysis,

0.34(0.70)e/Ni for Ta2NiS5 (Ta2NiSe5), is comparable to the
density of the valence Ni 3d electrons. Figures 3(c), 3(d), 3(h),
and 3(i) illustrate the strongly antisymmetric line shapes of the
narrow resonances near the absorption edges of Ta2NiS5 and
Ta2NiSe5 (green and red lines and areas). In the vicinity of the
resonance frequencies ωj=1,2 of 0.38 and 0.54 eV (0.23 and
0.33 eV) in Ta2NiS5 (Ta2NiSe5), marked by vertical dotted
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EDC (blue bars, from Ref. [28]), and the vertex of the corresponding
parabolic band (green bars, from Ref. [28]), (f) broadening of the
optical band (black diamonds, this paper), and EDC peak width (blue
bars, from Ref. [28]).

Above the structural transition temperature, the vertex of the
parabolic fit of the band is more representative. The width
of the infrared band rapidly increases near the structural
transition, mirroring the anomalous broadening of the EDC
peak. The high correlation of these datasets confirms that
the flat Ni 3d - Se 4p valence band is the initial state for
its associated interband transition. The flattening and shift
of the valence band have been partly addressed using finite-
temperature variational cluster approximation calculations on
an extended Falicov-Kimball model—a minimal lattice model
to describe the excitonic insulator state [29]. Our data yield
a complementary observation that the marked temperature-
induced redshift and broadening of the corresponding infrared
band with increasing temperature are closely analogous to the
manifestations of small polarons in optical absorption spectra,
according to Eqs. (29) and (30) in Ref. [34] and Fig. 6 in
Ref. [35], implying that strong interaction with phonons needs
to be taken into account for a detailed description of this
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The central observation of this paper is the appearance
of strong asymmetric resonances at low temperatures in the
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Fig. 1(b)]. An expanded view of the optical conductivity
[Figs. 2(a) and 2(c)] and permittivity [Figs. 2(b) and 2(d)]
of Ta2NiS5 and Ta2NiSe5 shows that both compounds exhibit
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as two distinct peaks in the permittivity spectra ε1(ω) between
0.3 and 0.6 eV in Ta2NiS5 and between 0.2 and 0.4 eV in
Ta2NiSe5 [black arrows in Figs. 2(b) and 2(d)]. Figure 3
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[Figs. 3(a) and 3(f)] and permittivity [Figs. 3(b) and 3(g)]
in the vicinity of the resonances by displaying the differ-
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data show that the peaks arise in ε1(ω) at low temperature,
and that they are accompanied by strongly antisymmetric
resonances in σ1(ω). These features are distinct signatures
of Fano interference between narrow discrete levels and a
broad-band continuum [36,37].

Before addressing the microscopic origin of the resonances,
we discuss the quantitative description of the Fano inter-
ference, which is strongly constrained by the independent
ε1(ω) and σ1(ω) spectra extracted from our ellipsometric
data. A detailed comparison of these data to the results of
a Green’s-function analysis of the optical response of two
narrow oscillators coupled to a continuum [38] yields the
frequencies (ωj ), spectral weights (Sj ), and Fano asymmetry
parameters (qj ) of the resonances (Appendix C). The total
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this paper), along with the T dependence of the peak position in the
EDC (blue bars, from Ref. [28]), and the vertex of the corresponding
parabolic band (green bars, from Ref. [28]), (f) broadening of the
optical band (black diamonds, this paper), and EDC peak width (blue
bars, from Ref. [28]).

Above the structural transition temperature, the vertex of the
parabolic fit of the band is more representative. The width
of the infrared band rapidly increases near the structural
transition, mirroring the anomalous broadening of the EDC
peak. The high correlation of these datasets confirms that
the flat Ni 3d - Se 4p valence band is the initial state for
its associated interband transition. The flattening and shift
of the valence band have been partly addressed using finite-
temperature variational cluster approximation calculations on
an extended Falicov-Kimball model—a minimal lattice model
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band with increasing temperature are closely analogous to the
manifestations of small polarons in optical absorption spectra,
according to Eqs. (29) and (30) in Ref. [34] and Fig. 6 in
Ref. [35], implying that strong interaction with phonons needs
to be taken into account for a detailed description of this
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infrared spectra of Ta2NiS5 and Ta2NiSe5 [shaded area in
Fig. 1(b)]. An expanded view of the optical conductivity
[Figs. 2(a) and 2(c)] and permittivity [Figs. 2(b) and 2(d)]
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as two distinct peaks in the permittivity spectra ε1(ω) between
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Ta2NiSe5 [black arrows in Figs. 2(b) and 2(d)]. Figure 3
highlights the temperature evolution of the optical conductivity
[Figs. 3(a) and 3(f)] and permittivity [Figs. 3(b) and 3(g)]
in the vicinity of the resonances by displaying the differ-
ence spectra $σ1(ω,10 K − T ) = σ1(ω,10 K) − σ1(ω,T ) and
$ε1(ω,10 K − T ) = ε1(ω,10 K) − ε1(ω,T ), respectively. The
data show that the peaks arise in ε1(ω) at low temperature,
and that they are accompanied by strongly antisymmetric
resonances in σ1(ω). These features are distinct signatures
of Fano interference between narrow discrete levels and a
broad-band continuum [36,37].

Before addressing the microscopic origin of the resonances,
we discuss the quantitative description of the Fano inter-
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図 5.4: (a)Ta2NiSe5 と (b)Ta2NiS5 の光学伝導度のエネルギー依存性 [109]。

また、Ta2NiSe5の物理圧力と化学圧力によるエネルギーギャップ制御の実験も行われている [38]。図 5.5にエ
ネルギーギャップ制御によって得られた相図を示す。Seを Sに置換すると、活性化エネルギーが大きくなり、よ
り半導体的になる。このとき、Tcは S置換とともに抑制され、Ta2Ni(Se0.6S0.4)5では、ギャップ的異常が見られ
なくなる。一方で物理圧力はバンドギャップを抑制し、半金属へと近づける。この場合も Tc は低温に抑制され
る。得られた相図はTa2NiSe5がゼロギャップ近傍に位置する、ドーム状の相図になっている。この相図は図 1.21

で示した理論相図と類似しており、励起子凝縮のシナリオを支持している。

be 0.17 eV, which is roughly consistent with the characteristic
energy for spectral weight transfer (isosbetic point) E*B0.3 eV
and the optical gap EopB0.16 eV in the optical conductivity.

Thermodynamic signature of phase transition. A clear anomaly
in the specific heat C(T) can be identified at TC (Fig. 2c), with
the shape being reminiscent of a BCS-type superconducting
transition. This constitutes thermodynamic evidence for the
opening of a gap in the electronic excitation spectrum at this
transition. The entropy associated with the transition is roughly
DSB0.3 Jmol! 1 K! 1. The density of states D at the quasi-one-
dimensional band edge is of the order of 1 state per eV per unit
formula14, yielding a rough estimate of density of electrons
and holes at TC¼ 326K of D# kBTCB0.03 per unit formula in
the zero-gap case. This is not inconsistent with the Hall
coefficient þRHB10! 2 cm3 C! 1 (hole like) measured at TC
(Supplementary Fig. 4), neglecting the ambiguity arising from the
coexistence of electrons and holes. The quenched entropy of 3kB
for 0.03 carriers corresponds to an entropy change DSB0.03# 3
R¼ 0.7 Jmol! 1 K! 1, agreeing with the experimental value
within a factor of 2. This rough estimate implies that the
majority of entropy change associated with the transition and
therefore the thermodynamically relevant degrees of freedom
originate from the electronic entropy indicating an electronically
driven phase transition.

Phase diagram as a function of energy gap. The isovalent
substitution of Se with Te and S was conducted to control the
bandgap EG. Ta2NiS5 has compared with the isostructural
Ta2NiSe5 a larger transport activation energy of ErB0.2 eV in
resistivity (inset, Fig. 5), indicative of the presence of a much
larger bandgap EG than in Ta2NiSe5. As discussed, band calcu-
lations indicate that the valence band of Ta2NiSe5 is composed of
Ni 3d and Se 4p orbitals14. With increased S-substitution, the
hybridization between Ni 3d and Se 4p (S 3p) orbitals are
weakened. This lowers the energy of the states at the top of the
valence band while the conduction band is less affected, resulting
in an overall enhancement of the bandgap EG compared to
Ta2NiSe5. Changes in the Ta-chalcogen hybridization further
enhance the band gap with increasing S-substitution but are
predominantly affecting the energetically higher lying Ta-d bands
above 1 eV (ref. 23). Tellurium doping, on the other hand, pushes
the system in the opposite direction, likely bringing the nearly
zero gap of Ta2NiSe5 to a negative region. Single crystals of the
isovalent series Ta2Ni(Se1! xSx)5 and Ta2Ni(Se1! xTex)5 were
grown. Te doping was limited up to x¼ 0.2 due to the solubility
limit likely due to the much larger ionic radius of Te.

We show the activation energy plot of resistivity for
Ta2Ni(Se1! xSx)5 and Ta2Ni(Se1! xTex)5 in Fig. 4a,b, respectively.
It is clear that both by increasing and by decreasing the band gap
TC is suppressed, meaning TC is peaked for Ta2NiSe5 with a
nearly zero bandgap. The inset of Fig. 5 shows the evolution of
the activation energy E550K for Ta2Ni(Se1! xSx)5 estimated from
high-temperature data in the temperature range of 500–550K
well above TC (Supplementary Fig. 1), which should be closely
related to the bandgap EG. It is monotonically increasing and can
be described by a linear correlation to leading order as shown,
implying the continuous and almost linear increase of the
bandgap EG upon S-substitution. As E550K is systematically
enhanced with increasing S-substitution, TC is suppressed to
lower temperatures and eventually, for x40.55, no phase
transition was observed in the temperature dependent resistivity
down to 2K. For Ta2Ni(Se1! xTex)5, the decrease of resistivity at
350K by B70% for x¼ 0.1 and 0.2, respectively, indicates the
continuous suppression of the energy gap (Fig. 4b). Although the

range of substitution is limited, the plot of Er indicates a small but
well resolved decrease of TC.

To confirm the suppression of TC by decreasing EG towards the
negative side, namely by Te-substitution, physical pressure was
applied to Ta2NiSe5. As can be seen from the activation energy
plot in Fig. 4c, a clear decrease of TC is observed with increasing
pressure. At 2.5 GPa, TC is decreased from 326 to 280K,
corresponding to a TC suppression rate of B20KGPa! 1, which
can be reasonably ascribed to the decrease of the energy gap in
the negative gap region. With 20% of Te-substitution, TC is
reduced by 10K, which is equivalent to 0.5GPa of pressure. We
performed the same pressure experiment also on 20% substituted
Ta2Ni(Se0.8Te0.2)5 and observed again the suppression of TC with
a rate of B20K per GPa (Fig. 4d). Therefore, once we offset an
effective chemical pressure equivalent to 0.5GPa, the two TC (P)
curves for pure and 20% Te substitute crystals fall onto a
universal curve, strongly suggesting that the phase transition is
controlled by a single parameter EG. In the pressure range above
2.4 GPa, we observe that upon increasing pressure further the
transition temperature does not shift significantly, while the
magnitude of the anomaly is substantially supressed (Fig. 4c,d)
and conductivity in the low-temperature limit is significantly
enhanced, suggestive of a first-order phase transition and the
resultant phase coexistence. A recent pressure study up to 10GPa
on Ta2NiSe5 indeed indicates that there is a first-order structural
phase transition at PCB2.5 GPa, and the system becomes metallic
above PC24. A reduction of resistivity under pressure is also
measured for Ta2NiS5 but no phase transition was observed
up to 3GPa.
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Figure 5 | Phase diagram. Phase diagram of the excitonic insulator phase
in Ta2NiSe5 given by the transition temperature TC as a function of S doping
(right) and pressure and Te doping (left), corresponding to the
semiconducting and the semimetallic regions in the predicted phase
diagram respectively. The pressure effect on Ta2Ni(Se0.8Te0.2)5 is also
shown in the left region with an offset of chemical pressure of 0.5GPa
(see text). The shaded area in the left region indicates the region for phase
separation behaviour at high pressures (see text), likely originating from a
first-order transition. The inset shows the S doping x dependence of the
transport activation energy of resistivity at high temperatures (500–550K),
E550K. E550K gives a measure of the one electron gap EG and indicates that
EG increases monotonically as a function of x from almost zero for x¼0 to
at least a few tenths of an eV for x¼ 1.0. The sulfur substitution level x and
pressure P may therefore be mapped onto the single band gap EG in the
high-temperature phase.
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図 5.5: Ta2Ni5 の相図。左側が物理圧力効果で、右側が Seの S置換を表している。インセットは活性化エネルギーの S置
換依存性 [38]。

物理圧力効果に関しては、さらなる圧力下までの電気抵抗率測定の実験が行われている (図 5.6)[110]。この実
験での圧力媒体はグリセリンが用いられているが、圧力セルはキュービック型が用いられているため、高圧力ま
で良質な圧力が維持されている。図 5.6(a)をみると、圧力を印加するとともに、転移温度 Tc は減少し、系の半
導体的振る舞いは抑制されている。3 GPaでは構造転移を伴う一次転移を生じ、それ以上の圧力で新たなギャッ
プ的異常 T*が現れる。さらに圧力を印加すると、T*は低温に抑制され、系は半金属的になる。この相転移が消
失する 8 GPa近傍では超伝導が出現する。この超伝導は交流磁化率の測定からバルクであることがわかってい
る (図 5.6(b)(c))[110]。
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corrective technique to overcome the preferred orientation
effect via spherical harmonic function calculations. The crys-
tallographic parameters obtained from these powder analyses
were consistent with the results of the previously shown single-
crystal sample (Table 1). Further details and the corre-
sponding powder XRD results are shown in Fig. S1 and
Table S1 in the supporting information. The result of the band
calculations will be reported elsewhere (Matsubayashi et al.,
2018).

Fig. 3 shows a comparison of the crystal structures of the
phases observed at pressures less than and greater than 3 GPa,
where it is apparent that the TaSe6 octahedral double chain
and the NiSe4 tetrahedral single chains exist in a layered
conformation in both cases (see Fig. 3a). The most striking
difference between these two crystal structures can be seen in
their stacking patterns. More specifically, below 3 GPa two
layers are present within the unit cell as a result of the a/2
lateral shift between neighbouring Ta2NiSe5 layers along their
b axes to form the C-centred lattice (Fig. 3c). However, above
3 GPa only a single layer is present within the unit cell, since
the lateral shifting is eliminated to form the primitive lattice
structure of the Ta2NiSe5 layers (Fig. 3e). This suggests that
layer sliding occurs as a result of the structural phase transi-
tion.

A possible concern arises in that the Ta2NiSe5 crystals could
be broken or irreparably deformed during these drastic
structural phase transitions. However, our results indicate that
the crystal retained a nearly perfect periodicity throughout, as

confirmed by the sharp diffraction spots shown in Fig. 1(e) and
through a lack of observable diffusive scattering. We therefore
propose that this layer sliding transition takes place both
coherently and without any excessive generation of disorder in
the crystal structure.

Fig. 4 shows a schematic representation of the arrangement
of Se ions present in Ta2NiSe5, where it is indicated that the
upper and lower Se ions in the two stacking layers face one
another at pressures less than and greater than 3 GPa. As
shown in site 1 of Fig. 4(b), the lower three Se ions adopt a
triangular arrangement, with an upper Se ion present at the
centre of gravity. This site is regarded as a ‘hollow’ site and is
considered a stable arrangement. In the case of site 2, as
viewed from the b axis direction, an upper Se ion is located
between two lower Se ions. From a three-dimensional view-
point, the Se ion in the upper layer is located at a saddle point
and is unstable under applied pressure.

Similarly, at site 10 in phase III (see Fig. 4d) a stable
arrangement comparable with that of site 1 is observed. In this
case, it is apparent that at site 20 the four lower Se ions are in
centroid positions and adopt a rectangular arrangement. This
produces a stable conformation as a result of the ongoing
pressure-induced structural phase transition, and so all Se ions
are in a stable arrangement when Ta2NiSe5 adopts the phase
III structure.

The change in this arrangement can be accounted for by the
movement of all upper-layer Se ions along the a axis by a
distance of a/2 relative to the lower layer Se ions. This is
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Figure 3
(a) The in-plane crystal structure viewed from the b axis (common to phases below and above 3 GPa). (b) and (c) The crystal structure of the phases
below 3 GPa viewed from (b) the a axis and (c) the c axis. (d) and (e) The crystal structure obtained above 3 GPa viewed from (d) the a axis and (e) the c
axis. The dotted blue lines indicate the unit cell for each structure at the given pressure, while ! and d indicate the Se—Ni—Se bond angle and the layer
thickness, respectively. The dashed green lines represent the Se(2)–Se(3) distance (see also Fig. 5a).

layer distance which should be favored under a high pressure.
The band dispersions and the electronic densities of states
calculated for the high-pressure flat-layer phase are shown in
comparison with those for the low-pressure rippled-layer
[Figs. 1(b) and 1(c)]. The overall band structure does not
change appreciably as the rippled-layers in the low-P phase
are simply stretched in the high-P phase. In the flat-layer
phase, the overlap of the conduction band and the valence
band is increased and the one electron gap Eg changes from
almost zero to appreciable negative. It means that, because of
the first order transition, we can explore deep inside the
semimetallic (Eg < 0) region above Ps.

With lowering temperature from above room temperature,
!ðTÞ under low pressures up to Ps # 3:0GPa switches from a
weakly semiconducting to a strongly insulating behaviors at a
transition temperature Tc as shown in Fig. 2(a), reproducing
the almost zero-gap semiconductor=semimetal-to-excitonic
insulator transition. The kink-temperature, Tc, is gradually
suppressed with increasing pressure, indicative of the system
moving slightly from Eg # 0 to Eg < 0 with pressure. With
the pressure-induced first-order structural transition to the flat

layer phase at Ps ¼ 3:0GPa, !ðTÞ in Fig. 2(a) discontinu-
ously changes to a metallic behavior, which is fully
consistent with previous reports20,37) and the result of band
calculation, indicative of a semimetallic state with an
increased band-overlap between the conduction and the
valence bands. Note that !ðT Þ just above Ps weakly increases
on cooling, which may be due to localization effect in a low-
dimensional system. In this pressure-induced semimetal
phase Ps > 3:0GPa, most importantly, we observe a
signature of a phase transition as a kink in !ðTÞ at a
temperature T% lower than the excitonic transition temper-
atures Tc in the low-pressure rippled phase. A clear kink
indicative of a phase transition is observed at T% followed by
a broad bump and then a fully metallic behavior, which is
reminiscent of T% for metals with a partial-gap formation
associated with CDW and SDW transitions. As a central
result of our work, other evidences described below indeed
support the presence of a phase transition from a high
temperature (HT-) semimetal to a low temperature (LT-)
semimetal with a partial-gap at T%. With increasing pressure
from Ps, the phase transition temperature T% shows a rapid
decrease and the anomaly at T% becomes substantially
weaker than those at low pressures right above Ps. T%

appears to reach zero at around Pc # 8GPa, around and
above which !ðTÞ becomes fully metallic without any
anomaly.
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Fig. 1. (Color online) (a) Crystal structures of the low-P orthorhombic
phase (Cmcm) and the high-P orthorhombic phase (Pmnm). The unit cells
for low-P and high-P phases are indicated by broken lines. (b) Band
dispersions and (c) total and partial densities of states calculated using the
experimental crystal structures of the low-P (at 2.8GPa) and the high-P (at
9.4GPa) phases of Ta2NiSe5. The widths of the blue and red curves are
proportional to the weights of the Ta and Ni contributions, respectively. The
Fermi level is indicated by the straight line at E ¼ 0.

(a)

(d)

(c)

(e)(b)

Fig. 2. (Color online) (a) Temperature dependence of the electrical
resistivity !ðTÞ of Ta2NiSe5 (#1) at selected pressures. A clear kink can be
recognized in !ðTÞ at Tc and T% below and above Ps respectively. Tc and
T% indicated by arrows are defined as the minimum of d ln !ðTÞ=dT.
(b) Temperature dependence of the Hall coefficient RH of Ta2NiSe5 (#2)
above Ps. (c) The real part of the optical conductivity "ð!Þ with photon
polarization along the chain direction (E k a-axis) and perpendicular to the
chains (E k c-axis) at ambient pressure. The a-axis optical conductivity "ð!Þ
(d) at 2.5GPa and (e) at 3.5GPa.
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Previous x-ray study reported that the pressure induced
flat-layer phase experiences a second-order structural tran-
sition from orthorhombic Pmnm to monoclinic P2=n,21)

analogous to the case for the low-pressure rippled-layer
phase. The monoclinic distortion comprises of antiferro-
electric-like antisymmetric displacement of TaSe2-unit as in
the monoclinic distortion below the excitonic transition Tc,
which allows hybridization of Ta conduction and Ni valence
bands. The reported structural transition temperature is 170K
for an applied pressure P ¼ 4:22GPa,21) which well agrees
with T" ¼ 180K for P ¼ 4:2GPa in Fig. 2, and is sup-
pressed with increasing pressure to T ¼ 0 around Pc. Clearly,
the T" transition seen in !ðT Þ is accompanied with the
monoclinic antiferroelectric-like lattice distortion.

The Hall effect RH and the optical conductivity "ð!Þ
measurements under a high pressure (>Ps) indicate that the
LT-semimetal phase below T" has a much lower carrier
density than the HT-semimetallic phase and is accompanied
with the formation of a partial gap at the Fermi level
[See Figs. 1(b) and 1(e)]. The Hall effect RH in the high
temperature semimetal phase is positive and as small as
%10&3 cm3=C likely due to a relatively large carrier
concentration and a cancelation of electron and hole
contributions, which is typical behavior for a semimetal at
high temperatures. With lowering temperature to below T",
RH gradually changes its sign to negative, indicative of
electrons in the LT-semimetal phase having higher mobility
than holes. The magnitude of RH is enhanced appreciably to
zero temperature limit. RH % 10&1 cm3=C in the low temper-
ature limit at P ¼ 4:0GPa corresponds to an electron density
of %6 ' 1019 cm−3, which, considering the compensation of
electron and hole contribution, should give an upper limit for
the electron (hole) density in the LT-semimetal phase.

The optical conductivity spectra "ð!Þ under pressures point
to that the reduction of carrier density in the LT-semimetal
phase originates from the formation of partial gap at the Fermi
level below T". At ambient pressure, "ð!Þ with photon
polarization along the chain direction (E k a-axis) exhibits
a characteristic peak centered at ∼0.3 eV assigned to the
excitonic excitations, consistent with a previous report.11,38)

With increasing pressure to P ¼ 2:5GPa (< Ps), the excitonic
peak broadens and the gap is reduced, indicative of the
suppression of the excitonic state. This observation agrees
well with the suppressed Tc in the resistivity measurements.
"ð!Þ with E k a at P ¼ 3:5GPa (> Ps) is quite different from
that below Ps. The pronounced peak around ∼0.3 eV is
almost completely gone and a moderate temperature de-
pendence is observed mainly below 0.1–0.2 eV. While the
low energy response is dominated by almost energy-inde-
pendent "ð!Þ above T" ¼ 200K, a weak gap-like feature
with an energy scale of 0.1–0.2 eV develops and, in addition,
a small Drude-like component around ! ¼ 0 is observed
below T". The coexistence of the metallic Drude and the gap
feature indicates that the bands around the Fermi level are
gapped but only partly and that small Fermi surfaces remain
below T", which consistently accounts for the reduced carrier
density inferred from the Hall effect measurements.

We discovered bulk superconductivity at around the
critical point Pc. In another single crystal #3 shown in inset
of Fig. 3(a), T" anomaly is observed up to 6.5GPa but not
clearly for 7.9GPa. We extended our measurement below

4.2K for crystal #3. Figure 3(a) shows the low temperature
part of !ðT Þ data. At 7.2GPa, a sudden drop of resistance to
zero occurs around Tsc ¼ 0:8K, indicative of the emergence
of superconductivity. Tsc reaches a maximum value of 1.2K
at 7.9GPa and decreases with increasing pressure further to
8.6GPa. This implies the presence of a dome-like super-
conducting phase around the critical point Pc ¼ 8GPa. The
bulk nature of superconductivity can be evidenced by the AC
susceptibility measurement on another crystal #4 shown in
Fig. 3(b), where the magnitude of diamagnetic signal at the
lowest temperature is consistent with the perfect shielding.
!ðTÞ in the T ¼ 0 limit shows T3-dependence well below Ps,
however, the power of T-dependence becomes appreciably
weaker than T3 around Pc [see Fig. 3(c)], likely mirroring the
presence of criticality.

4. Discussion

The pressure-induced phase transitions observed in !ðTÞ
are visually summarized as a P–T phase diagram in Fig. 4.
The first order transition from the rippled layer to the flat
layer structures at Ps % 3:0GPa brings a contrast in the
“pristine” electronic structure for orthorhombic structure
without the monoclinic distortion between the two regions
below and above Ps, a narrow-gap semiconductor=semimetal
below Ps and a semimetal above Ps. With lowering
temperatures, the narrow-gap semiconductor (<Ps) and the
semimetal (>Ps) experience a phase transition to electroni-
cally distinct states, the excitonic insulator at Tc and to the
LT-semimetal with a partial gap at T" (< Tc) respectively.

What is the main driver of the T" transition to from the
HT-semimetal to the LT-semimetal? We argue that the
excitonic instability should be ruled out here. As there remain
metallic carriers in the LT-semimetal below T", the Coulomb

(a)

(b)

(c)

Fig. 3. (Color online) (a) Low-temperature !ðTÞ of Ta2NiSe5 (#3) at
pressures above Ps. The inset shows temperature dependence of the
electrical resistivity !ðTÞ over a wide temperature range. (b) AC magnetic
susceptibility # 0

acðTÞ of Ta2NiSe5 (#4) under pressures. Here, the lead with
almost the same volume and shape as the sample of Ta2NiSe5 was put inside
the compensation coil to estimate the magnitude of the diamagnetic signal of
Ta2NiSe5 by comparing to that of lead with opposite sign. The emergence
of bulk superconductivity is confirmed by a large diamagnetic signal,
corresponding to ∼40% of that for lead reference. (c) ρ as a function of T3 at
selected pressures.

J. Phys. Soc. Jpn. 90, 074706 (2021) K. Matsubayashi et al.

074706-4 ©2021 The Physical Society of Japan

J. Phys. Soc. Jpn.
Downloaded from journals.jps.jp by 電気通信大学 on 06/14/21

interactions between electrons and holes should be screened
out substantially in contrast to the case for the excitonic
insulator phase below Ps. It is natural to ascribe the primary
origin of the T!-transition under the absence of appreciable
excitonic instability to the formation of hybridization gap
associated with the monoclinic antiferroelectric-like lattice
distortion, which is not a many-body effect but a one-electron
effect. The recent band calculations indeed predict a hybrid-
ization gap of ∼0.1 eV in the monoclinic phase,23,24) which is
consistent with the energy scale of partial gap observed in the
optical conductivity !ð!Þ in the LT semimetal phase. We
therefore conclude that the recently discussed physics of
hybridization gap due to the monoclinic distortion in
Ta2NiSe5 is unveiled in its high-pressure flat-layer phase by
increasing the band overlap and suppressing the excitonic
instability. The electron coupling to the antiferroelectric-like
lattice distortion is strong enough to give rise to a 0.1–0.2 eV
gap, as pointed out theoretically. The appearance of super-
conductivity residing near the boundary of the suppression
of the structural transition at T! is in support of the strong
electron lattice coupling. Around the critical point, the
presence of low-lying soft phonon modes associated with the
monoclinic transition which are coupled to strongly with
electrons and very likely gives rise to a superconductivity.

It is tempting to infer that the energy scale of gap and the
transition temperature Tc for the low-pressure excitonic
insulator phase, $0:2{0:3 eV and ∼330K, is larger but not
by an order of magnitude than those of LT-semimetal, 0.1–
0.2 eV and 200K, predominantly produced by the hybrid-
ization. This appears to suggest a substantial admixture of
hybridization gap character even in the excitonic insulator
phase below Ps $ 3GPa. The electron–lattice coupling may
be one of the key ingredients of the insulating gap formation
below Tc.

The "ðT Þ of 1T-TiSe2 under pressures39,40) shows strik-
ingly parallel behavior to that of the pressure induced
semimetallic phase of Ta2NiSe5, including the kink anomaly
at T!, the occurrence of superconductivity and the change of

"ðTÞ from T3- to a weaker temperature dependence at the
T! critical point. The pressure-induced semimetal phase in
Ta2NiSe5 and the 1T-TiSe2 should share the same ingredient
of physics in their electronic structure and their electron–
lattice coupling. Therefore, the main driving force of low
temperature semimetal phase of 1T-TiSe2 is highly likely a
hybridization gap or CDW due to strong electron–lattice
coupling. If the energy gap Eg could be tuned from negative
to zero in 1T-TiSe2 by a negative pressure, an insulator phase
with dominant excitonic character as observed in Ta2NiSe5
would emerge.

5. Summary

In summary, we have constructed the comprehensive
phase diagram of the excitonic insulator Ta2NiSe5, deeply
inside the semimetallic region. A semimetal–semimetal
transition with lowering temperature is observed at T!,
which is argued to be a hybridization gap formation due to
the monoclinic lattice transition. The results evidence the
presence of a strong electron-coupling with monoclinic
distortion in Ta2NiSe5, which plays a vital role for the
occurrence of superconductivity, common to 1T-TiSe2, and
likely even in the excitonic transition in the low pressure
rippled phase.
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Fig. 4. (Color online) Temperature-pressure phase diagram of Ta2NiSe5.
The phase transition temperatures Tc (below Ps) and T! (above Ps) are
determined from the "ðTÞ data (open circles are from Refs. 20 and 37).
Superconducting Tsc was determined as zero resistivity temperature in the
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図 5.6: (a)Ta2Ni5 の電気抵抗率の温度依存性。(b)(c)低温における電気抵抗率と交流磁化率の実部の温度依存性 [110]。

これらの結果を圧力-温度相図としてまとめたものが図 5.7(a)である [110]。それぞれの相は結晶構造が異なる
[111]。3 GPa以下の低圧相を見ていくと、Tc以上の温度では直方晶形 (Cmcm)である。この時、図 5.7(b)(c)に
示すように、ユニットセルは 2層が含まれている。また層は波打った形状ををしている。先述した通り、Tc以下
になると、直方晶形から面内が歪んだ単斜晶系へと構造転移する。また放射光 XRD実験より３ GPaでは構造
変化を伴う一次転移を生じることがわかっている [111]。このとき結晶構造は直方晶形 (Cmcm)から異なる直方
晶形 (Pmnm)に変化する。高圧相の結晶構造を図 5.7(d)(e)に示す。(c)(e)の b軸方向の上下の積層関係を比べ
ると、Taの原子の位置は、低圧相では斜めにあるのに対しての高圧層は真上に位置している。これは、構造転
移によって 2次元面が互いに半周期スライドしていることを意味する。また面の形状は平坦になり、ユニットセ
ルの大きさは低圧相に比べて半分になっている。この構造転移の起源としして、圧力によってファンデルワール
ス力でつながる層間の Seの距離が近づくことで、面間にクーロン相互作用による不安定性が生じるためである
と考えられている。さらに高圧の低温相では、低圧の Tc 以下と類似の面内の歪みが生じる。

corrective technique to overcome the preferred orientation
effect via spherical harmonic function calculations. The crys-
tallographic parameters obtained from these powder analyses
were consistent with the results of the previously shown single-
crystal sample (Table 1). Further details and the corre-
sponding powder XRD results are shown in Fig. S1 and
Table S1 in the supporting information. The result of the band
calculations will be reported elsewhere (Matsubayashi et al.,
2018).

Fig. 3 shows a comparison of the crystal structures of the
phases observed at pressures less than and greater than 3 GPa,
where it is apparent that the TaSe6 octahedral double chain
and the NiSe4 tetrahedral single chains exist in a layered
conformation in both cases (see Fig. 3a). The most striking
difference between these two crystal structures can be seen in
their stacking patterns. More specifically, below 3 GPa two
layers are present within the unit cell as a result of the a/2
lateral shift between neighbouring Ta2NiSe5 layers along their
b axes to form the C-centred lattice (Fig. 3c). However, above
3 GPa only a single layer is present within the unit cell, since
the lateral shifting is eliminated to form the primitive lattice
structure of the Ta2NiSe5 layers (Fig. 3e). This suggests that
layer sliding occurs as a result of the structural phase transi-
tion.

A possible concern arises in that the Ta2NiSe5 crystals could
be broken or irreparably deformed during these drastic
structural phase transitions. However, our results indicate that
the crystal retained a nearly perfect periodicity throughout, as

confirmed by the sharp diffraction spots shown in Fig. 1(e) and
through a lack of observable diffusive scattering. We therefore
propose that this layer sliding transition takes place both
coherently and without any excessive generation of disorder in
the crystal structure.

Fig. 4 shows a schematic representation of the arrangement
of Se ions present in Ta2NiSe5, where it is indicated that the
upper and lower Se ions in the two stacking layers face one
another at pressures less than and greater than 3 GPa. As
shown in site 1 of Fig. 4(b), the lower three Se ions adopt a
triangular arrangement, with an upper Se ion present at the
centre of gravity. This site is regarded as a ‘hollow’ site and is
considered a stable arrangement. In the case of site 2, as
viewed from the b axis direction, an upper Se ion is located
between two lower Se ions. From a three-dimensional view-
point, the Se ion in the upper layer is located at a saddle point
and is unstable under applied pressure.

Similarly, at site 10 in phase III (see Fig. 4d) a stable
arrangement comparable with that of site 1 is observed. In this
case, it is apparent that at site 20 the four lower Se ions are in
centroid positions and adopt a rectangular arrangement. This
produces a stable conformation as a result of the ongoing
pressure-induced structural phase transition, and so all Se ions
are in a stable arrangement when Ta2NiSe5 adopts the phase
III structure.

The change in this arrangement can be accounted for by the
movement of all upper-layer Se ions along the a axis by a
distance of a/2 relative to the lower layer Se ions. This is

research papers

162 Akitoshi Nakano et al. ! Pressure-induced coherent sliding transition IUCrJ (2018). 5, 158–165

Figure 3
(a) The in-plane crystal structure viewed from the b axis (common to phases below and above 3 GPa). (b) and (c) The crystal structure of the phases
below 3 GPa viewed from (b) the a axis and (c) the c axis. (d) and (e) The crystal structure obtained above 3 GPa viewed from (d) the a axis and (e) the c
axis. The dotted blue lines indicate the unit cell for each structure at the given pressure, while ! and d indicate the Se—Ni—Se bond angle and the layer
thickness, respectively. The dashed green lines represent the Se(2)–Se(3) distance (see also Fig. 5a).

layer distance which should be favored under a high pressure.
The band dispersions and the electronic densities of states
calculated for the high-pressure flat-layer phase are shown in
comparison with those for the low-pressure rippled-layer
[Figs. 1(b) and 1(c)]. The overall band structure does not
change appreciably as the rippled-layers in the low-P phase
are simply stretched in the high-P phase. In the flat-layer
phase, the overlap of the conduction band and the valence
band is increased and the one electron gap Eg changes from
almost zero to appreciable negative. It means that, because of
the first order transition, we can explore deep inside the
semimetallic (Eg < 0) region above Ps.

With lowering temperature from above room temperature,
!ðTÞ under low pressures up to Ps # 3:0GPa switches from a
weakly semiconducting to a strongly insulating behaviors at a
transition temperature Tc as shown in Fig. 2(a), reproducing
the almost zero-gap semiconductor=semimetal-to-excitonic
insulator transition. The kink-temperature, Tc, is gradually
suppressed with increasing pressure, indicative of the system
moving slightly from Eg # 0 to Eg < 0 with pressure. With
the pressure-induced first-order structural transition to the flat

layer phase at Ps ¼ 3:0GPa, !ðTÞ in Fig. 2(a) discontinu-
ously changes to a metallic behavior, which is fully
consistent with previous reports20,37) and the result of band
calculation, indicative of a semimetallic state with an
increased band-overlap between the conduction and the
valence bands. Note that !ðT Þ just above Ps weakly increases
on cooling, which may be due to localization effect in a low-
dimensional system. In this pressure-induced semimetal
phase Ps > 3:0GPa, most importantly, we observe a
signature of a phase transition as a kink in !ðTÞ at a
temperature T% lower than the excitonic transition temper-
atures Tc in the low-pressure rippled phase. A clear kink
indicative of a phase transition is observed at T% followed by
a broad bump and then a fully metallic behavior, which is
reminiscent of T% for metals with a partial-gap formation
associated with CDW and SDW transitions. As a central
result of our work, other evidences described below indeed
support the presence of a phase transition from a high
temperature (HT-) semimetal to a low temperature (LT-)
semimetal with a partial-gap at T%. With increasing pressure
from Ps, the phase transition temperature T% shows a rapid
decrease and the anomaly at T% becomes substantially
weaker than those at low pressures right above Ps. T%

appears to reach zero at around Pc # 8GPa, around and
above which !ðTÞ becomes fully metallic without any
anomaly.
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Fig. 1. (Color online) (a) Crystal structures of the low-P orthorhombic
phase (Cmcm) and the high-P orthorhombic phase (Pmnm). The unit cells
for low-P and high-P phases are indicated by broken lines. (b) Band
dispersions and (c) total and partial densities of states calculated using the
experimental crystal structures of the low-P (at 2.8GPa) and the high-P (at
9.4GPa) phases of Ta2NiSe5. The widths of the blue and red curves are
proportional to the weights of the Ta and Ni contributions, respectively. The
Fermi level is indicated by the straight line at E ¼ 0.

(a)

(d)

(c)

(e)(b)

Fig. 2. (Color online) (a) Temperature dependence of the electrical
resistivity !ðTÞ of Ta2NiSe5 (#1) at selected pressures. A clear kink can be
recognized in !ðTÞ at Tc and T% below and above Ps respectively. Tc and
T% indicated by arrows are defined as the minimum of d ln !ðTÞ=dT.
(b) Temperature dependence of the Hall coefficient RH of Ta2NiSe5 (#2)
above Ps. (c) The real part of the optical conductivity "ð!Þ with photon
polarization along the chain direction (E k a-axis) and perpendicular to the
chains (E k c-axis) at ambient pressure. The a-axis optical conductivity "ð!Þ
(d) at 2.5GPa and (e) at 3.5GPa.

J. Phys. Soc. Jpn. 90, 074706 (2021) K. Matsubayashi et al.

074706-3 ©2021 The Physical Society of Japan

J. Phys. Soc. Jpn.
Downloaded from journals.jps.jp by 電気通信大学 on 06/14/21

Previous x-ray study reported that the pressure induced
flat-layer phase experiences a second-order structural tran-
sition from orthorhombic Pmnm to monoclinic P2=n,21)

analogous to the case for the low-pressure rippled-layer
phase. The monoclinic distortion comprises of antiferro-
electric-like antisymmetric displacement of TaSe2-unit as in
the monoclinic distortion below the excitonic transition Tc,
which allows hybridization of Ta conduction and Ni valence
bands. The reported structural transition temperature is 170K
for an applied pressure P ¼ 4:22GPa,21) which well agrees
with T" ¼ 180K for P ¼ 4:2GPa in Fig. 2, and is sup-
pressed with increasing pressure to T ¼ 0 around Pc. Clearly,
the T" transition seen in !ðT Þ is accompanied with the
monoclinic antiferroelectric-like lattice distortion.

The Hall effect RH and the optical conductivity "ð!Þ
measurements under a high pressure (>Ps) indicate that the
LT-semimetal phase below T" has a much lower carrier
density than the HT-semimetallic phase and is accompanied
with the formation of a partial gap at the Fermi level
[See Figs. 1(b) and 1(e)]. The Hall effect RH in the high
temperature semimetal phase is positive and as small as
%10&3 cm3=C likely due to a relatively large carrier
concentration and a cancelation of electron and hole
contributions, which is typical behavior for a semimetal at
high temperatures. With lowering temperature to below T",
RH gradually changes its sign to negative, indicative of
electrons in the LT-semimetal phase having higher mobility
than holes. The magnitude of RH is enhanced appreciably to
zero temperature limit. RH % 10&1 cm3=C in the low temper-
ature limit at P ¼ 4:0GPa corresponds to an electron density
of %6 ' 1019 cm−3, which, considering the compensation of
electron and hole contribution, should give an upper limit for
the electron (hole) density in the LT-semimetal phase.

The optical conductivity spectra "ð!Þ under pressures point
to that the reduction of carrier density in the LT-semimetal
phase originates from the formation of partial gap at the Fermi
level below T". At ambient pressure, "ð!Þ with photon
polarization along the chain direction (E k a-axis) exhibits
a characteristic peak centered at ∼0.3 eV assigned to the
excitonic excitations, consistent with a previous report.11,38)

With increasing pressure to P ¼ 2:5GPa (< Ps), the excitonic
peak broadens and the gap is reduced, indicative of the
suppression of the excitonic state. This observation agrees
well with the suppressed Tc in the resistivity measurements.
"ð!Þ with E k a at P ¼ 3:5GPa (> Ps) is quite different from
that below Ps. The pronounced peak around ∼0.3 eV is
almost completely gone and a moderate temperature de-
pendence is observed mainly below 0.1–0.2 eV. While the
low energy response is dominated by almost energy-inde-
pendent "ð!Þ above T" ¼ 200K, a weak gap-like feature
with an energy scale of 0.1–0.2 eV develops and, in addition,
a small Drude-like component around ! ¼ 0 is observed
below T". The coexistence of the metallic Drude and the gap
feature indicates that the bands around the Fermi level are
gapped but only partly and that small Fermi surfaces remain
below T", which consistently accounts for the reduced carrier
density inferred from the Hall effect measurements.

We discovered bulk superconductivity at around the
critical point Pc. In another single crystal #3 shown in inset
of Fig. 3(a), T" anomaly is observed up to 6.5GPa but not
clearly for 7.9GPa. We extended our measurement below

4.2K for crystal #3. Figure 3(a) shows the low temperature
part of !ðT Þ data. At 7.2GPa, a sudden drop of resistance to
zero occurs around Tsc ¼ 0:8K, indicative of the emergence
of superconductivity. Tsc reaches a maximum value of 1.2K
at 7.9GPa and decreases with increasing pressure further to
8.6GPa. This implies the presence of a dome-like super-
conducting phase around the critical point Pc ¼ 8GPa. The
bulk nature of superconductivity can be evidenced by the AC
susceptibility measurement on another crystal #4 shown in
Fig. 3(b), where the magnitude of diamagnetic signal at the
lowest temperature is consistent with the perfect shielding.
!ðTÞ in the T ¼ 0 limit shows T3-dependence well below Ps,
however, the power of T-dependence becomes appreciably
weaker than T3 around Pc [see Fig. 3(c)], likely mirroring the
presence of criticality.

4. Discussion

The pressure-induced phase transitions observed in !ðTÞ
are visually summarized as a P–T phase diagram in Fig. 4.
The first order transition from the rippled layer to the flat
layer structures at Ps % 3:0GPa brings a contrast in the
“pristine” electronic structure for orthorhombic structure
without the monoclinic distortion between the two regions
below and above Ps, a narrow-gap semiconductor=semimetal
below Ps and a semimetal above Ps. With lowering
temperatures, the narrow-gap semiconductor (<Ps) and the
semimetal (>Ps) experience a phase transition to electroni-
cally distinct states, the excitonic insulator at Tc and to the
LT-semimetal with a partial gap at T" (< Tc) respectively.

What is the main driver of the T" transition to from the
HT-semimetal to the LT-semimetal? We argue that the
excitonic instability should be ruled out here. As there remain
metallic carriers in the LT-semimetal below T", the Coulomb

(a)

(b)

(c)

Fig. 3. (Color online) (a) Low-temperature !ðTÞ of Ta2NiSe5 (#3) at
pressures above Ps. The inset shows temperature dependence of the
electrical resistivity !ðTÞ over a wide temperature range. (b) AC magnetic
susceptibility # 0

acðTÞ of Ta2NiSe5 (#4) under pressures. Here, the lead with
almost the same volume and shape as the sample of Ta2NiSe5 was put inside
the compensation coil to estimate the magnitude of the diamagnetic signal of
Ta2NiSe5 by comparing to that of lead with opposite sign. The emergence
of bulk superconductivity is confirmed by a large diamagnetic signal,
corresponding to ∼40% of that for lead reference. (c) ρ as a function of T3 at
selected pressures.
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interactions between electrons and holes should be screened
out substantially in contrast to the case for the excitonic
insulator phase below Ps. It is natural to ascribe the primary
origin of the T!-transition under the absence of appreciable
excitonic instability to the formation of hybridization gap
associated with the monoclinic antiferroelectric-like lattice
distortion, which is not a many-body effect but a one-electron
effect. The recent band calculations indeed predict a hybrid-
ization gap of ∼0.1 eV in the monoclinic phase,23,24) which is
consistent with the energy scale of partial gap observed in the
optical conductivity !ð!Þ in the LT semimetal phase. We
therefore conclude that the recently discussed physics of
hybridization gap due to the monoclinic distortion in
Ta2NiSe5 is unveiled in its high-pressure flat-layer phase by
increasing the band overlap and suppressing the excitonic
instability. The electron coupling to the antiferroelectric-like
lattice distortion is strong enough to give rise to a 0.1–0.2 eV
gap, as pointed out theoretically. The appearance of super-
conductivity residing near the boundary of the suppression
of the structural transition at T! is in support of the strong
electron lattice coupling. Around the critical point, the
presence of low-lying soft phonon modes associated with the
monoclinic transition which are coupled to strongly with
electrons and very likely gives rise to a superconductivity.

It is tempting to infer that the energy scale of gap and the
transition temperature Tc for the low-pressure excitonic
insulator phase, $0:2{0:3 eV and ∼330K, is larger but not
by an order of magnitude than those of LT-semimetal, 0.1–
0.2 eV and 200K, predominantly produced by the hybrid-
ization. This appears to suggest a substantial admixture of
hybridization gap character even in the excitonic insulator
phase below Ps $ 3GPa. The electron–lattice coupling may
be one of the key ingredients of the insulating gap formation
below Tc.

The "ðT Þ of 1T-TiSe2 under pressures39,40) shows strik-
ingly parallel behavior to that of the pressure induced
semimetallic phase of Ta2NiSe5, including the kink anomaly
at T!, the occurrence of superconductivity and the change of

"ðTÞ from T3- to a weaker temperature dependence at the
T! critical point. The pressure-induced semimetal phase in
Ta2NiSe5 and the 1T-TiSe2 should share the same ingredient
of physics in their electronic structure and their electron–
lattice coupling. Therefore, the main driving force of low
temperature semimetal phase of 1T-TiSe2 is highly likely a
hybridization gap or CDW due to strong electron–lattice
coupling. If the energy gap Eg could be tuned from negative
to zero in 1T-TiSe2 by a negative pressure, an insulator phase
with dominant excitonic character as observed in Ta2NiSe5
would emerge.

5. Summary

In summary, we have constructed the comprehensive
phase diagram of the excitonic insulator Ta2NiSe5, deeply
inside the semimetallic region. A semimetal–semimetal
transition with lowering temperature is observed at T!,
which is argued to be a hybridization gap formation due to
the monoclinic lattice transition. The results evidence the
presence of a strong electron-coupling with monoclinic
distortion in Ta2NiSe5, which plays a vital role for the
occurrence of superconductivity, common to 1T-TiSe2, and
likely even in the excitonic transition in the low pressure
rippled phase.
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Superconducting Tsc was determined as zero resistivity temperature in the
"ðTÞ (squares) and the onset temperature of diamagnetic signal in the AC
magnetic susceptibility (triangles) data.

J. Phys. Soc. Jpn. 90, 074706 (2021) K. Matsubayashi et al.

074706-5 ©2021 The Physical Society of Japan

J. Phys. Soc. Jpn.
Downloaded from journals.jps.jp by 電気通信大学 on 06/14/21

(a) (b)

(c)

(a) (b) (c)

(e)(d)

図 5.7: (a)Ta2Ni5 の圧力-温度相図。(b)(c)3 GPa 以下の結晶構造。(b) は a 軸方向から、(c) は c 軸方向から見た構造。
(d)(e)３ GPa以上の結晶構造。(d)は a軸方向から、(e)は c軸方向から見た構造 [110]。

圧力下における電子状態に関してさらなる知見を得るために、著者は修士課程において Ta2NiSe5 の圧力下電
気抵抗率に加えてホール効果測定に取り組んだ [112]。常圧における Ta2NiSe5の電気抵抗率とホール係数の温度
依存性を図 5.8に示す。#2-1と#2-2ともに、電気抵抗率の温度依存性やホール係数の絶対値の変化率はホール
係数の符号変化の有無に関わらず類似した振る舞いを示す。
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図 5.8: Ta2Ni5#2-1と#2-2の (a)電気抵抗率と (b)ホール係数の温度依存性。

図 5.9に示す圧力下におけるホール係数を両試料で比較すると、低圧相において励起子相が実現していると考
えられている相転移温度 Tc およびそれ以下の温度域でのホール係数の絶対値の変化には試料依存性がないこと
がわかった。また、高圧相においては電気抵抗におけるギャップ形成を示唆する異常 T*の存在と対応して、ホー
ル係数が顕著な温度変化を示すことを明らかにした [110, 112]。
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属領域を表している。
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5.2 研究目的
励起子絶縁体の有力な候補物質である Ta2NiSe5は、圧力印加によって半導体的振る舞いと転移温度 Tcが抑制
される。また、高圧半金属相では Tc と類似した異常 T*が出現し、さらなる加圧により T*は低温側へと抑制さ
れる。興味深いことに、T*が消失する圧力近傍ではドーム状の超伝導相が出現する。本研究では、Ta2NiSe5 と
類似構造を有する Ta2NiS5に着目し、さらなる研究を行った。Ta2NiS5は Ta2NiSe5と比較してわずかに大きな
エネルギーギャップを持つことから、励起子相の理論相図における半導体領域に位置すると考えられている。そ
のため励起子相は抑制されていると考えられているが、もし上記のシナリオに従うならば圧力印加によって半導
体から半金属領域へと変化させることで、励起子相を誘起できることが期待される。この点を明らかにするため
によくキャラクタライズされた試料を用いて、圧力下ホール効果測定を行った。

5.3 実験結果と考察
図 5.10に常圧における Ta2NiS5の (a)電気抵抗率と (b)ホール係数の温度依存性を示す。すべての試料の温度
依存性は半導体的であるが、低温域では試料依存性が見られた。電気抵抗率では、#1-3と#1-5の試料は約 150K

付近ではハンプ的な振る舞いを示す一方で、#1-2と#1-6では単調に増加する振る舞いを示す。また、ホール係
数の温度依存についても、低温で飽和する傾向や符号変化の有無などについての試料依存性がある。電気抵抗と
ホール係数を対応させてみると、#1-5で明らかなようにホール係数の符号が変化する温度で電気抵抗率にハン
プが生じていることがわかった。また、ホール係数の符号に注目すると、すべての試料で高温では正あることは
共通している。試料依存性の起源としては、わずかな不純物や Sの欠損量の違いが関係していると考えられる。
高圧力下での実験に際しては、電気抵抗率とホール係数の絶対値が大きな変化を示す#1-2の試料を用いて実験
を行った。本研究では電気抵抗とホール効果の同時測定を圧力下で試みたが、電気抵抗測定の V 端子が加圧中に
断線したため、ホール効果測定の結果のみを以下に示す。
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図 5.10: 常圧における Ta2NiS5 の (a)電気抵抗率、(b)ホール係数の温度依存性。
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図 5.11には (a)300 K、(b)200 K、(c)100 Kにおける Ta2NiS5のホール抵抗率の磁場依存性を示す。各温度・
各圧力においてホール抵抗率の磁場依存性は直線的に変化した。100 Kの場合、5.8 GPaと 9.0 GPaで符号が変
化するが、この領域でもホール抵抗率は直線的であった。以下に示すホール係数のデータはホール抵抗率の傾き
から評価した。
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図 5.11: (a)300 K、(b)200 K、(c) 100 Kにおけるホール抵抗率の圧力依存性。(c)のインセットはホール抵抗率の値が小
さい領域を拡大したもの。

図 5.12に圧力下における Ta2NiS5のホール係数の温度依存性を示す。常圧と比較すると 3.1 GPaのホール係
数の絶対値は抑制される。常圧では赤矢印で示した 100 K付近にブロードなピークが観測されるが、さらに低
温ではホール係数が符号変化すると示唆される。ここで、ホール係数のピーク温度を Tmax として定義すると、
Tmax は加圧によって低温側にシフトする。さらに圧力を増大させて 5.8 GPaになると、ホール係数の絶対値は
さらに抑制され、Tmaxは高温側へとシフトし、約 220 Kにも達することを見出した。また、Tmax以下の温度で
はホール係数の符号変化が観測された。9.0 GPaになると、ホール係数の絶対値および Tmax は抑制されるが、
ホール係数が符号変化する温度を T ’と定義すると Tmaxと同じ圧力依存を示すことがわかった (図 5.13を参照)。
3.1 GPaと 5.8 GPaの間の圧力で T ’が急激に増大することは、Ta2NiSe5 と類似している。Ta2NiSe5 では、同
じ圧力域で構造相転移とともに半導体から半金属への変化が生じていたが、Ta2NiS5においても同様の構造変化
が生じている可能性がある。
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図 5.12: (a)圧力下における Ta2NiS5 のホール係数の温度依存性。図中の赤矢印は Tmax を表す。

図 5.13 に (a)Ta2NiS5 の Tmax と T ’、(b)Ta2NiSe5 の Tc、T*、T ’、TSC を圧力-温度相図としてまとめる。
Ta2NiS5の高圧相においてはホール係数が符号変化する温度 T ’が約 160 Kに現れ、加圧によって低温側にシフ
トする。Ta2NiSe5 の高圧相においても T ’は 150 K近傍でみられ、その圧力依存性は 8 GPaまでは上昇し、さ
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らに高圧域で減少へと転じるが、この傾向は TaNiS5とは異なる。また、Ta2NiSe5ではより低温でギャップ的異
常 T*が見られるが、同様の異常が Ta2NiS5においても観測されるかを電気抵抗測定を含めたより詳細な実験で
検証する必要がある。
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図 5.13: (a)Ta2NiS5 と (b)Ta2NiSe5 の圧力-温度相図。

最後にホール係数からキャリア密度を評価し Ta2NiS5と Ta2NiSe5の比較をする。図 5.14に両物質の室温と 2

Kのキャリア密度の圧力依存性を示す。室温の電気抵抗率は Ta2NiS5が Ta2NiSe5よりも半導体的である。それ
を反映して、常圧における Ta2NiS5のキャリア密度は Ta2NiSe5よりも 2桁程度は小さな値を示す。Ta2NiS5に
おいては、加圧によって単調にキャリア密度は上昇し、9.0 GPaのキャリア密度は 1019 cm−3程度であるが、こ
れは常圧・室温におけるTa2NiSe5と近い値になる。Ta2NiSe5も加圧によってキャリア密度が増大するが、3 GPa

以上では 1021 cm−3 程度で飽和する傾向にある。キャリアの符号は圧力下においても両物質ともに高温が正で
低温が負であることは共通しているが、先に述べたように符号変化を生じる温度の圧力変化は異なる。Ta2NiSe5

ではキャリア数が増加した高圧の半金属相では、遮蔽効果のために励起子相は不安定化している可能性がある。
また、Tc と T*は 3 GPa付近で同程度の値を持つが、キャリア数は大きく異なるため、T*の起源として励起子
相互作用だけでなく電子格子相互作用による混成ギャップが生じている可能性が議論されている [110]。Ta2NiS5

では高圧相においてもキャリア密度が 1019 cm−3 程度であるため、Ta2NiSe5 の低圧相と類似した励起子相が発
現する可能性が考えられる。しかし、実験的には圧力下で先に述べた電気抵抗率測定に加えて詳細な比熱や構造
解析を行うことが今後重要であると考えられる。
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図 5.14: 室温と 2 Kにおける (a)Ta2NiS5、(b)Ta2NiSe5 のキャリア密度の圧力依存性。
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5.4 本章のまとめ
本研究では励起子絶縁体候補物質 Ta2NiSe5と同型構造を持つ Ta2NiS5の圧力下ホール効果測定を行った。常
圧における電気抵抗およびホール効果測定によって、200 K以下の電気伝導性には試料依存性があることを見出
した。高圧力下のホール効果測定からは、圧力印加によりホール係数の絶対値の抑制、また 3∼6 GPaの間でホー
ル係数の温度依存が大きく変化することを見出したが、Ta2NiSe5 でも観測されている構造相転移が生じている
可能性を指摘した。また、高圧相におけるホール係数は符号変化を伴う急激な温度変化を示すが、その特徴的な
温度領域は加圧によって抑制されることがわかった。上記の振る舞いが Ta2NiSe5の高圧相に存在する異常 T*と
同じ起源によるものか否かについては、さらなる実験的検証が必要である。
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第6章 まとめ

本研究では電子自由度に起因した多彩な相転移を示すナローギャップ半導体の圧力効果の研究を行なった。具
体的な対象物質は、四極子秩序とその秩序相によって安定化されるキャント反強磁性を示す Ba2MgReO6、4層
型の BiS2 系超伝導体 LaOPbBiS3、励起子絶縁体の関連化合物 Ta2NiS5 である。

1. Ba2MgReO6 における四極子および磁気秩序相の圧力効果

• 圧力下においてもモットギャップが維持さており、四極子転移温度が抑制された圧力領域では、磁気
構造がコリニアな反強磁性へと変化することを見出した。

• 包括的な体積-温度相図を作成し、Ba2MgReO6が多極子自由度を有するキャント反強磁性とコリニア
な反強磁性秩序の相境界領域近傍に位置することを明らかにした。

2. LaOPbBiS3 における局在・非局在の高圧力制御と圧力誘起超伝導

• 常圧も含む低圧力領域における半導体的な挙動は、結晶構造の不完全性に起因することを指摘した。
• 圧力印加によって局在から弱局在へと電子状態が変化し、その境界領域でドーム状の超伝導相を見出
した。

3. 励起子絶縁体候補物質 Ta2NiSe5 の類縁物質 Ta2NiS5 における圧力下ホール効果

• 低温域の電気伝導性には Ta2NiSe5 と類似した試料依存性ことを明らかにした。
• 圧力下のホール効果測定から、ホール係数が符号変化する温度の急激な圧力変化を観測し、圧力下で
構造転移が生じている可能性を指摘した。

本研究では圧力下における電気輸送測定と、その結果から得らたられた相図に基づいて個々の物質の電子状態
を議論した。本研究では主に電気輸送測定を行ったが、さらに電子状態のより深い理解のためには、比熱に代表
される熱力学量、NMRなどの測定を圧力下で行うことが重要となる。そして圧力下の実験をより実り豊かなも
のにするためには実験技術の向上と開発が必要不可欠であり、圧力技術が進歩していけば、多くの物質に対して
新たな解決点を与えていくことが期待される。
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