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亚磁性是一种共线磁有序，在这种状态下，相反的自旋种类在实空间旋转下进行交换。因此，对物理
实现的搜索集中在具有特定旋转对称性的晶体固体上。在这里，我们展示了亚磁性也可以出现在非晶
态系统中，如非晶固体，尽管缺乏全局旋转对称性。我们在非晶格子上构建了一个哈密顿量，每个站
点有两个方向轨道，并且相互作用在自旋旋转下保持不变。然后由于围绕每个原子的自发对称性破缺，
在自旋和轨道自由度中出现了亚磁性，显示出一种共同的点群对称性。这种形式的亚磁性表现出各向
异性的自旋传输和可实验测量的自旋谱函数。我们的机制可以推广到任何晶格和任何亚磁性有序，这
将非晶态系统的亚磁现象搜索范围扩大了。

介绍— 对称性使我们能够将自然界繁多的磁性材
料组织成具有不同宏观性质的类别。铁磁（FM）序破
坏了时间反演对称性（TRS），导致电子结构中自旋分
裂的能带 [1]。反铁磁（AFM）序保持了 TRS和晶格
平移（或反演）的组合，因此具有自旋简并的能带结
构 [2]。努力寻找一个完整的基于实空间和自旋变换的
对称性分类 [3–5]已经导致提出了一种新的共线序，被
称为交替磁化（AM）[6, 7]。像AFM一样，历史上称为
d波磁体或更高阶的交替磁体 [8–10]，它们具有零净磁
化强度。然而，与 AFM不同的是，它们的电子能带结
构是自旋分裂的。交替磁序保持自旋翻转和实空间旋
转对称性的组合，同时破坏自旋亚晶格 [7]之间的反演
和晶格平移对称性。
旋转对称性分类 AMs在其定义中存在歧义。我们

可以设想两个不同的实空间旋转算子的定义：整个系
统的空间坐标的旋转和作用于每个站点周围轨道自由
度的局部旋转。关于 AM的研究主要集中在前一个定
义上，在该定义中，通过不同亚晶格上的位点具有由旋
转 [7, 11, 12] 相关的局部环境来强制执行晶体学的旋
转对称性，例如在非简单位元胞的未畸变晶格上 [13–
19]。

然而，最近的研究发现可以使用多极序参数 [20,
21]来量化自旋角动量，这可以编码单个位置周围磁性

∗ These authors contributed equally.

结构的轨道对称性。此外，无需依赖显式的自旋和实
空间旋转对称性的破坏，自发对称性破缺可以在没有
晶体亚晶格各向异性的相互作用系统中产生自旋角动
量排序 [22]。在此，实空间对称性破缺源于电子轨道本
身的各向异性形状，而不是任何晶格结构的对称性。

这促使我们提出一个问题：晶体晶格对称性是必
要的吗——或者是否可以通过在不具有任何相关对称
性的晶格上结合自旋和轨道的排列来实现 AM？最近，
许多结晶电子相已经被扩展到无定形晶格几何中，如
拓扑绝缘体 [23–33]和自旋液体 [34, 35]。目前尚不清楚
是否可以在任意无定形晶格几何中构建反铁磁基态，
或者——如同 AFM 一样——无定形结构通常会导致
玻璃态物理学 [36, 37]。

在这项工作中，我们构建了一个轨道 AM相的最
小模型，该模型在一个通过自发对称性破缺保持旋转
对称性的系统中出现。我们在一个无定形晶格上构造
了一个哈密顿量，该哈密顿量在自旋和轨道空间中都
遵守现场旋转对称性。我们使用实空间平均场理论计
算了完整的相图，并量化了两种作为反磁有序标志的
可观测量，即自旋分辨谱函数和各向异性自旋电导率。
我们的机制足够通用，可以适用于任何非晶格结构。由
于它是铁磁性地创建的，在晶格中的每个点都处于相
同的自旋和轨道配置中，因此不会受到几何挫败的影
响。此外，这种机制可以导致反磁序参数的任何对称
性。
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图 1. (a) 相邻轨道通过两个项参数化的轨道依赖跃迁耦合。强
t1 沿轨道轴作用 (σ-键合)，而弱 t2 垂直作用 (π-键合)。在中
间角度，跃迁通过矩阵 T (θ)在不同类型的键合之间插值。(b)
一个具有半填充的反铁磁状态的非晶格结构的部分。每个位点
包含两个轨道，分别被自旋向上和自旋向下的电子占据。状态
在每个轨道绕其所在点的 T 自旋翻转和本地 C4 旋转下保持不
变。(c) 在填充度为 n和相互作用耦合强度为 J 的一个三配位
非晶格中的相图。展示了三种相：平凡金属、非晶交替磁体和
电荷密度波。着色代表归一化到其最大值mmax = 2− |4n− 2|
的平均交替磁化m。标记点在正文中有所讨论。

模型— 我们考虑一个无序三配位晶格上相互作用

费米子的 t-J–类模型。每个站点具有两个轨道，标记
为 x和 y。我们选择 dxz 和 dyz 轨道作为具体示例，见
Fig. 1a。然而，只要这些轨道打破了旋转对称性并在
C4旋转下相互映射，具体的轨道形状并不重要。哈密
顿量H = HK +HInt包含两部分，一部分是允许在位
点间跃迁的动能项HK，另一部分是在下面指定的最近
邻自旋轨道相互作用项 HInt。
哈密顿量的动能部分表示一个轨道依赖

的 、自 旋 简 并 的 最 近 邻 跃 迁 ，我 们 在 基 底
Ψ†

j = (c†jx↑, c
†
jy↑, c

†
jx↓, c

†
jy↓)中将其表达为

HK =
∑
〈jk〉

Ψ†
j [T (θjk)⊗ 1]Ψk, (1)

其中 θjk 是给定键与 x 轴之间的角度。这项反映了键
方向对 x和 y轨道重叠的影响。对于 θ = 0，x轨道有
较大的重叠 t1，而 y轨道与 t2 < t1的重叠较小。对于

θ = π/2，这些跃迁则相反。其间，由矩阵 T (θ)描述
的跃迁可以通过将轨道旋转到与键对齐的基础，耦合
至 t1和 t2，然后旋转回原始框架来确定。所有跃迁具
有相同的强度，然而使用距离依赖的跃迁不会改变定
性物理，因此我们不包括它。这在 Fig. 1a中显示，并
且一个明确的公式给出在结尾部分。

相互作用部分是一种遵循全局 SU(2) × SU(2)自
旋轨道对称性的铁磁海森堡类结合自旋轨道相互作用

HInt = −J
∑
〈jk〉
αβ

(
Ψ†

jτ
α ⊗ σβΨj

)(
Ψ†

kτ
α ⊗ σβΨk

)
− njnk,

(2)

其中 nj = c†jαscjαs是总局域占据算符，σα（τα）是在
自旋（轨道）子空间上起作用的泡利矩阵。请注意，在
每个站点单个费米子的极限下，Eq. (2)类似于铁磁性
Kugel–Kohmskii 相互作用，形式为 (Sj · Sk)(τj · τk)
[38]。
对称性破缺— 对于 J > 0，这种相互作用表现为

对齐轨道之间的铁磁性海森堡耦合，以及正交轨道之
间的反铁磁耦合。该耦合在结合的自旋和轨道空间中
尊重全局 SU(2) × SU(2)对称性。然而，完整的哈密
顿量 H 由于动能部分 HK 只具有全局 SU(2)× SO(2)

对称性。每个键选择旋转组合的轨道来优先耦合，使
得平均来说系统在真实空间中对 SO(2)旋转不变（或
等效地，轨道旋转不变）。

为了满足耦合，我们选择轨道空间中的一个状态
和自旋种类，并用选定的自旋种类填充所有这样的轨
道。接下来，我们用正交自旋种类填充所有的正交轨
道。在自旋和轨道中状态的选择是通过自发对称破缺
任意挑选的。我们假设这两者都在自旋 σz 和轨道 τ z

的基下，因此我们可以舍弃所有其他算符。这样，相
互作用得到了简化，并且用总占据数 nj 和交替磁化率
mj := Ψ†

jσ
zτ zΨj = njx↑ −njy↑ −njx↓ +njy↓表示，得

到相互作用

HInt → −J
∑
〈jk〉

(mjmk − njnk) . (3)

当mj有一个非零的期望值时，系统分别打破旋转对称
性，它交换轨道，并且打破自旋种类之间的时间反演对
称性。然而，系统仍然保留它们的组合 C4T，因为这
个算子在所有位点 [40] 上与 mj 对易。自旋和轨道在
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图 2. 相图中三个示例点的谱函数，用对应于 Fig. 1c 中各点的三个多边形标记。第一行（4）显示了半填充时弱 J/t的平凡金属
相。第二行（2）显示了在低填充下具有强 J/t的交替磁性相，其中费米能级处的状态接近 Γ。第三行（D）显示了高填充下的强
J/t反磁性相。这里的费米能级附近的态远离 Γ，因此不能很好地用平面波来近似。(a) 费米能级处以 p为函数的谱密度。给出了
四种情况，总密度、自旋向上和自旋向下的各自密度以及自旋向上与向下之间的差异。在非反磁性情况下这种差异消失。(b) 沿准
布里渊区周围路径的能量和动量函数的谱密度（如子图 a右上角面板所示）。给出了两种情况，总体谱密度和自旋差密度。准布里
渊区 [−π/ā, π/ā]2 及其高对称点通过平均晶格间距 ā定义，这是无定形固体中的相关长度尺度 [39]。

非晶态固体中的自发对称性破缺并不是前所未有的现
象。类似的对称性破缺现象（尽管是非磁性的）已在无
定形Bi2Se3 [32, 39]中被观察到，其表面状态显示出可
测量的自旋-轨道纹理 [32]。这种缠绕可能由非普适的
表面现象（如表面电势）选择，我们期望类似的效果可
以在我们的背景下出现。
平均场解耦— 我们现在可以对哈密顿量进行平均

场解耦，引入数密度 〈nj〉 和交替磁化率 〈mj〉 的期望
值。解耦的相互作用如下所示，

HInt(m,n) = −J
∑
〈jk〉

〈mj〉mk − 〈nj〉nk + (j ↔ k),

(4)

其中我们忽略了形式为 [−〈mj〉 〈mk〉+ 〈nj〉 〈nk〉]的常
数能量偏移，因为它对基态没有影响。我们使用迭代
实空间哈特里-福克平均场方法确定 〈mj〉和 〈nj〉的自
洽值。这是在具有 N = 400个站点和周期性边界条件
的晶格上完成的，最多执行 400次迭代步骤以优化 2N
平均场。
相图— 我们研究相图，即作为两个参数的函数的

平均磁化率 m =
∑

j 〈mj〉 /N，这两个参数是总填充
度 n和相互作用强度 J，设定 t1 = 1和 t2 = 1/2。在

每种情况下，我们都确定我们的平均场的基态配置并
计算能量谱。发现三个阶段，完整的相图如 Fig. 1c 所
示。在低 J 下，系统形成一种平凡金属，其中四个自
旋轨道状态完全简并且局部交替磁化 〈mj〉处处为零。

在相图的中心，基态形成了一种具有能隙的电荷
密度波（CDW）。这里，m = 0，并且相互作用 Eq. (3)
作为有效的最近邻排斥力，促使电子聚集在每隔一个
晶格点上。由于这是在一个非晶格结构上，缺乏二部
图性质意味着 CDW是几何挫败的，导致了有序中的
缺陷。然而，该相没有反铁磁分裂，这里我们不会对此
进行关注。

对于较大的 J，系统收敛到非零的交替磁化m。这
打破了四个自旋轨道态的简并性，使得当 m > 0时，
状态 |↑ x〉和 |↓ y〉具有较低的能量，而 |↑ y〉和 |↓ x〉具
有较高的能量。因此自旋和轨道相互锁定，即 x-轨道
电子携带自旋向上，反之亦然。因此，两种轨道粒子的
各向异性输运导致了自旋的各向异性色散，其中自旋
向上的电子在 x方向具有更高的迁移率，而自旋向下
的电子则在 y方向具有更高的迁移率。

相图在填充上不对称，因为无序晶格上的粒子-空
穴对称性被破坏了。在低填充下，费米能级附近的态
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接近长波长平面波，因此基本上不受晶格几何形状的
影响。另一方面，在高填充下，费米能级的本征态极
其敏感于晶格几何结构。从低填充到高填充的变化中，
我们发现临界相互作用强度 J 下降了，尽管在半填充
附近CDW抑制了反铁磁相。有趣的是，我们在高填充
下观察到，在这里无序的无定形晶格最相关的情况下，
反铁磁相最为稳定，这表明无定形有序增强了 AM相
的稳定性。

谱函数— 尽管晶体动量在非晶格上不是一个良好
的量子数，我们仍然可以通过考虑本征态与一组平面
波，|psµ〉 = N

∑
xj
eip·xj |xjsµ〉的重叠来确定系统的

动量空间性质，其中 s表示自旋和 µ轨道。这些状态
在非晶系统中不形成一个正交归一基底，然而对于接
近 Γ点的动量 p它们几乎是正交归一的。因此，我们
计算了自旋分辨的谱函数，这决定了找到具有能量 ελ

的本征态 |λ〉的概率，这些本征态的能量接近 ω 并且
与给定 p处的平面波有强烈的重叠，

As(ω, p) = − η

π

∑
λµ

|〈λ|psµ〉|2

(ω − ελ)2 + η2
, (5)

其中 η 是一个小的谱展宽项。我们定义 A(p) =

A(εF ,p)为费米能级 εF 处的谱函数。谱函数 As(ω, p)
在自旋分辨角分辨光电子能谱 (ARPES) 实验中是可
测量的，甚至在非晶态固体和液体 [32, 39, 41] 中也
是如此。该技术揭示了无定形固体 [32]的相干电子性
质 [32, 39]和自旋轨道纹理。在 Fig. 2中，我们展示了
相图中三个点的动量和能量的谱函数，这些点分别标
记为4、2和 D，如 Fig. 1c所示。
第一个案例（4）是一个平凡金属，在半填充和弱

J = 0.1的情况下。这里，所有四个自旋轨道状态都是
简并的。因此，自旋向上和自旋向下的谱函数是相同
的，并且自旋差谱函数A↑−A↓消失。在带内，低能量
状态在接近 Γ点时具有强烈的谱权重。这些状态实际
上对晶格几何不敏感，因为它们接近波长远大于平均
晶格间距的平面波。因此，可以将它们理解为类似于
在结晶材料中靠近 Γ处发现的低能量状态。然而，在
大动量下，本征态高度敏感于晶格几何的影响，而平
面波不再提供良好的描述。因此，我们预期低填充配
置将定性上类似于结晶情况，而高填充配置则不会。

接下来，我们考虑反磁相，重点关注 J = 0.6。我
们在低填充度 n = 0.1(2) 和高填充度 n = 0.8(D) 下

进行观察。在低填充度时，我们看到与晶态反磁体中
发现的结果类似：费米能级处的谱函数呈现费米面状，
在低能量、长波长本征态带穿过费米能级的位置形成
一条线。如预期的那样，在非晶系统中，总谱函数在任
何填充度下都是完全各向同性的，没有任何方向性是
由晶格结构选择的。观察自旋分辨的谱函数时，我们
看到类似轮廓，然而有显著差异，由于自旋轨道排序
保留了方向感：自旋向上和自旋向下费米面被扭曲成
具有相反取向的椭圆，导致自旋差谱函数具有 T C4对
称性。查看能量分辨的谱函数 Fig. 2b，我们看到非零
的m将每个能带分裂为两个，费米能级仅与下能带相
交，该能带主要由 |↑ x〉和 |↓ y〉态组成。
在高填充率 (D) 下，实现了一个类似的相位，两

个分裂带由非零的 m分裂，并且 A↑(ω,p) − A↓(ω,p)

具有 C4T 对称性。然而，在费米能级上的谱函数不再
是类似费米面的形态。光谱权重分布在整个动量上，自
旋向上的谱权重倾向于位于 |py| > |px|处，而自旋向
下的谱权重则倾向于位于 |px| > |py|处。自旋区分的
谱函数通过广泛的符号变化特征捕捉到了这一点，这
些特征尊重对于交替磁体典型的 T C4对称性。

自旋电导率— 自旋磁性的中心实验特征是非零

自旋输运。这反映了存在扩展态，这些状态倾向于将
自旋向上沿 x 方向输运，将自旋向下沿 y 方向输运，
或者反之。我们数值计算了通过非晶样本的自旋分辨
电导 Gs，见 Fig. 3a，使用了 Python 模块中的内
置 Landauer–Büttiker 算法 夸恩特 [42] 。Landauer–
Büttiker算法基于 S矩阵方法，将给定动量 kx、自旋
s 和轨道 µ 的金属引线本征态的传输概率与自旋电导
Gs [43–46]相关联。
首先，我们关注总电导率G↑+G↓，在图 Fig. 3b中

以灰色显示。根据对非晶系统预期以及我们的谱函数
发现，总电导率接近各向同性，即在系统的全局旋转 φ

下不变。我们通过旋转内部自由度 T (θjk) → T (θjk−φ)

来模拟系统的全局旋转，在热力学极限下这等效于系
统的一个旋转。轻微的变形归因于有限尺寸形状各向
异性。

自旋解析电导具有强烈的各向异性。在低填充率
(2)下，自旋向上优先沿 x方向传输，而自旋向下则沿
y方向传输。在高填充率D下，这些方向交换。因此，
自旋解析电导的方向依赖性揭示了自旋分裂的 d波形
因子。
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图 3. 自旋电导的非晶态交替磁体。(a) 用于评估自旋电导的设
置由平均场收敛的非晶哈密顿量组成，我们在其上连接了金属
引线。自旋传输或等效地自旋电导率 σs

φφ 在给定方向 φ和填充
〈n〉下被确定。(b) 作为角度 φ的函数的自旋分辨电导。在平凡
的非晶金属 (4) 中，电导是各向同性的，并且在两种自旋种类
之间平均分配，而在非晶态、金属交替磁体 (2和D) 中，自旋
分辨电导是各向异性的。总电导以灰色显示。(c) 自旋分裂角度
α表征了自旋电导率G↑ −G↓相对于总电导率G↑ +G↓的相对
强度。在半填充时，系统变为绝缘体。超过半填充时，α的符
号反转，因为上面两个带由 |↑ y〉和 |↓ x〉状态组成，这些状态
具有负的交替磁化m。

聚焦于整个相空间的自旋电导率 G↑ − G↓，参见
Fig. 3c，我们观察到自旋电导率仅在金属反铁磁相中
非零，这与相图（Fig. 1）紧密对应。在低填充极限下，
从长波长论证出发，可以预期存在有限的自旋电导率，
反映出谱函数在 Γ点附近的尖锐特征。令人惊讶的是，
即使在高填充情况下——此时谱函数只有非常有限的
解释且没有表现出任何尖锐特征——自旋电导率仍然
很大。对自旋劈裂角度 α = 2 arctan

(
G↑−G↓
G↑+G↓

)
的定量

分析显示，在低填充和高填充条件下均存在接近最优
劈裂的区域，α ∼ 90◦。这里，系统对于一个自旋种类
在 x方向几乎是完全绝缘体，而对另一个自旋种类则
是金属。

结论— 总结而言，我们提出了一种仅使用每个站
点的自旋和轨道自由度来实现交替磁相的机制。交替
磁对称群依赖于所选轨道的对称性，而不是任何晶体
学对称性。这使我们能够在任意非晶系统以及晶体系
统中构建交替磁相，在这些系统中，交替磁对称可以
不同于晶体的整体旋转对称性。此外，该方法构成了
一种在非晶材料中构造补偿共线磁相的一般程序。这
为传统观念提供了反例，即非晶材料只能承载铁磁或
玻璃态相 [37]。我们的最小模型由通过类似铁磁Kugel-
Khomskii相互作用耦合的巡游电子组成，并在广泛的
参数空间中具有非晶交替磁基态。哪种材料，无论是
晶体还是非晶，能够微观地实现这种相互作用或一般
不稳定性的这个问题仍然悬而未决。

注释添加— 在准备这篇手稿期间，我们了解到最
近有关 ‘原子交替磁性’[47]的提议。我们注意到我们的
不稳定状态呈现了一个非晶体原子交替磁性的例子，
并将其与自旋轨道排序联系起来。
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图 4. (a) 确定跳跃矩阵 T (θ)的程序。我们从一对旋转至与键
方向对齐的轨道开始，分配跳跃参数 t1和 t2。回旋到一个标准
基（x和 y轨道）后，我们得到 T (θ)的矩阵元。(b) 一系列高
阶交替磁相的谱函数，由 n参数化，其中每个相的交替磁对称
性为 C4nT。每个相都是根据正文详细说明的平均场方法构建
和求解的。

结尾事项

A. 跃迁矩阵

为了产生一个 d次波交替磁性相，我们从一对轨
道开始，这对轨道在绕 z轴的 π/2旋转下相互变换。例
如我们可以使用 px 和 py 轨道，或者 dxz 和 dyz 轨道，
标记为 x和 y。在绕 z轴进行 θ实空间旋转下，我们可
以将这两个轨道关联到一个新的基中，在该基中轨道
分别平行和垂直于 θ，(

c‖

c⊥

)
= R(θ)

(
cx

cy

)
, (6)

其中 R(θ)是标准二维旋转矩阵，

R(θ) =

(
cos θ sin θ

− sin θ cos θ

)
. (7)

因此，为了计算与 x 轴形成角度 θ 的键上的 T (θ) 跳
跃矩阵，我们可以从一个与该键对齐的基开始，如图
Fig. 4a 所示。我们在两个与键平行的轨道之间分配一
个跃迁 t1，而在那些垂直的轨道上分配一个跃迁 t2，得

到跃迁项

hjk = t1c
†
j‖ck‖ + t2c

†
j⊥ck⊥ + h.c., (8)

，在这里我们省略了明确写出自旋自由度。现在我们
可以将全局参考框架中的轨道旋转回来，通过对 x和
y 轨道上的自由度应用旋转矩阵 R(θ)，在 j 和 k 站点
上都进行操作，从而得到如下形式的跃迁

hjk =
(
c†jx c†jy

)
T (θ)

(
ckx

cky

)
, (9)

的形式

T (θ) =

(
(t1 − t2) cos2 θ + t2 (t1 − t2) sin θ cos θ
(t1 − t2) sin θ cos θ (t1 − t2) sin2 θ + t2

)
.

(10)

B. 高阶交替磁性

向更高阶的交替磁性相扩展是直接明了的。如果
我们现在考虑使用一对在不同分数下的轨道，π 下相
互转换的轨道—例如，dxy 和 dx2−y2 轨道通过绕 z 轴
的 π/4旋转映射到彼此—我们会看到唯一的变化是我
们有效的旋转矩阵 Eq. (7)在轨道空间中以多重的 nθ

对 n ∈ Z进行操作。因此，我们的哈密顿量的唯一变
化是我们现在使用形式为

hjk =
(
c†jx c†jy

)
T (nθ)

(
ckx

cky

)
. (11)

的跃迁项。对于每个值的 n，产生的相是一个交替磁
体，其中基态尊重一个 C4nT 对称性。
四个对应于 n ∈ {1, 2, 3, 4} 的谱函数示例显示在

Fig. 4b中，分别对应于 C4T、C8T、C12T 和 C16T 反
铁磁相。在每种情况下，我们都按照正文中的规定构
造了一个交替磁性的哈密顿量，收敛到同一晶格结构
上的交替磁性平均场基态，占据数为 J = 0.8，填充
0.3，t1 = 1，t2 = 0.5，并确定了费米能级的谱函数。请
注意，n的半整数值是被禁止的，因为它们不会导致如
[48]中讨论的共线磁相，例如不能构造C6T 交替磁性。


	无晶格对称性的交替磁性
	摘要
	References
	结尾事项
	跃迁矩阵
	高阶交替磁性



