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摘 要

现代电子信息技术主要依托于片上的半导体技术，其中，电子作为信息传输的

载体，我们通过对电子进行有效调控来实现信息的处理。然而，随着晶体管密度的

持续攀升，不可规避的焦耳热限制了信息技术的发展。自旋波及其量子形式——磁

振子，与电子类似，是极具潜力的信息载体。当自旋波在磁性绝缘体中传播时，由

于不存在电荷的移动，因此可以有效地避免焦耳热的产生，然而，由于自旋无法直

接与电压耦合，对其进行控制或门控非常困难。因此，如何高效调控磁振子的动力

学行为与其输运特性，成为了磁振子学研究的重点。

磁振子与超导库伯对的耦合具有丰富的物理机制和潜在的新颖物理效应，为磁

振子动力学的调控打开了新的窗口。过去的研究主要关注于超导­铁磁体异质结构中

由于界面上的短程交换相互作用以及自旋­轨道耦合所导致的非常规超导配对。然而，

直接接触的超导和磁体由于相互竞争可能会对界面处常规超导电性和磁性产生较大

的抑制，并且接触界面的结构往往较为复杂，这些成为制约相关异质结构应用的重

要因素。从另一方面来看，超导体与铁磁体通过偶极相互作用所形成的超导­铁磁电

磁近邻效应，则无需超导材料与磁性材料直接接触。近期的实验与理论研究均表明，

借助电磁近邻相互作用，超导体能够对磁振子的输运方向和路径实现极为有效的调

控。在超导­铁磁­超导异质结构中，更是成功实现了超导与磁振子、磁振子与光子之

间的超强耦合。这一系列成果在推动未来磁振子集成电路的实现以及利用磁振子开

展量子传感等方面取得了重大突破。然而，目前关于上述实验现象的理论解释大多

停留在唯象层面，并且缺乏严格的解析计算与清晰的物理图像。因此，从理论层面

深入梳理超导­铁磁系统的电磁近邻效应对新型磁子模式的调控机制，对于未来实现

片上量子磁子学具有至关重要的意义。

本论文针对铁磁绝缘体­超导异质结构中的电磁近邻效应展开了系统研究，主要

结果概括如下：

（1）从电磁辐射的角度出发，结合理论建模与实验对比，严格考虑超导­铁磁系

统中的边界条件，构建了一套通用的求解超导­铁磁系统中电磁场分布以及自旋波本

征模式的方法。
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（2）针对超导­铁磁双层系统，发现超导可以通过迈斯纳效应反射自旋波产生的

磁场，并极大地增加自旋波的传输距离。理论预测，对于由超导氮化铌覆盖的钇铁

石榴石薄膜，自旋波的输运得到了近 500%的显著增强，其衰减长度超过毫米量级。
（3）超越传统的准静态近似方法，使用完整的方程组阐明了单层铁磁薄膜中铁

磁共振的辐射机制，通过探究超导体对辐射电磁波的作用，解释了在超导­铁磁­超导

异质结构中铁磁共振频率发生巨大移动，而在超导­铁磁异质结构中频率移动消失的

实验现象。

（4）基于电偶极子和磁偶极子的对偶性，考虑电偶极矩的长程偶极相互作用，将

铁磁体中的表面自旋波概念拓展至铁电体中，在理论上首次预测了铁电绝缘体中表

面极化波，即表面“铁振子”的存在。由于其强烈的各向异性，表面铁振子可通过激

光进行有效地激发，进而形成特殊的空间分布图案；同时，表面铁振子在材料表面

外诱导产生手性电场，为铁电材料的微观物理机制研究与应用开发提供了全新视角。

关键词：磁振子；超导；偶极场；电磁近邻相互作用；铁振子
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Abstract

Modern information technology is based on on­chip semiconductor technologies, in

which the electrons are effectively controlled and treated as information carriers to achieve

information processing. However, with the increasing transistor density, the unavoidable

Joule heat limits the development of information technology. Spin waves, or their quanta,

magnons, are promising information carriers like electrons and could avoid Joule heating

in magnetic insulators since they have no electrical charge motion during the propagation

process. However, the spin is challenging to gate or control since it does not directly couple

to the voltage; therefore, how to effectively regulate the dynamics and transport properties

of magnons is the key to developing magnonics.

The coupling between magnons and superconducting Cooper pairs has rich physical

mechanisms and potential novel physical effects, providing a new aspect for the regulation

of magnon dynamics. Past studies havemainly focused on the unconventional superconduct­

ing pairing in superconductor­ferromagnet heterostructures induced by interfacial exchange

interactions and spin­orbit coupling at the interface. However, due to the competition caused

by the proximity effect between superconductors and magnets, consequently, the conven­

tional superconductivity and magnetism at the interface may be greatly suppressed, and the

structure of the contact interface is often complex. These have become important factors re­

stricting the application of related heterostructures. On the other hand, the superconductor­

ferromagnet electromagnetic proximity effect formed by the dipolar interaction between the

superconductor and the ferromagnet does not require direct contact between the supercon­

ducting material and the magnetic material. Recent experimental and theoretical studies

have shown that with the help of electromagnetic proximity interaction, the superconduc­

tor can effectively regulate the transport of magnons. In the superconductor­ferromagnet­

superconductor heterostructure, the ultra­strong coupling between the superconductor and

magnons, as well as the coupling between magnons and photons, has been successfully

achieved. These series of achievements have made significant progress in realizing future
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magnonic integrated circuits and applying magnons in quantum sensing. However, most

of the theoretical explanations for the above experimental phenomena remain at the phe­

nomenological level, and there is a lack of strict analytical calculations and clear physical

pictures. Therefore, it is of great significance for the future realization of on­chip quantum

magnonics to deeply sort out the regulation mechanism of the electromagnetic proximity

effect of the superconductor­ferromagnet system on the novel magnon modes from the the­

oretical level.

This thesis presents a systematic study of the electromagnetic proximity effect in fer­

romagnetic insulator­superconductor heterostructures, with the main results summarized as

follows:

(1) From the perspective of electromagnetic radiation, by combining theoretical mod­

eling with experimental comparison and strictly considering the boundary conditions in

the superconductor­ferromagnet system, we propose a general method for solving the elec­

tromagnetic field distribution and the eigenmodes of spin waves in the superconductor­

ferromagnet system.

(2) For the superconductor­ferromagnet bilayer system, we found that the superconduc­

tor can reflect the magnetic field generated by spin waves through the Meissner effect, and

greatly enhance the transmission distance of spin waves. Theoretical predictions suggest that

for a yttrium iron garnet film covered with superconducting Nb, the transport of spin waves

is significantly enhanced by nearly 500%, and its attenuation length exceeds the millimeter

scale.

(3) Beyond the traditional quasi­static approximation method, we use the complete set

of equations to clarify the radiation mechanism of ferromagnetic resonance in a single­layer

ferromagnetic film. By investigating the effect of the superconductor on the radiated elec­

tromagnetic waves, we explained the experimental phenomena that in the superconductor­

ferromagnet­superconductor heterostructure, there is a large shift in the ferromagnetic res­

onance frequency, while in the superconductor­ferromagnet heterostructure, the frequency

shift disappears.

(4) Based on the duality between electric and magnetic dipoles and by taking the long­

range dipole interaction into account, we extended the concept of surface spin waves in
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ferromagnets to ferroelectrics and first theoretically predicted the existence of surface po­

larization waves, i.e., “surface ferron” in ferroelectric insulators. On the other hand, such

surface modes could be effectively excited by the layer and result in the directional routing

due to the strong anisotropy. Moreover, the surface ferron could generate a chiral elec­

tric field outside the ferroelectric material, which provides a brand­new perspective for the

research on the microscopic physical mechanisms and the development of applications of

ferroelectric materials.

Keywords: magnon; superconductor; dipolar field; electromagnetic proximity effect; fer­

ron
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1 超导­铁磁系统电磁近邻效应研究现状

1.1 磁振子

自旋波，或者它的量子化形式，磁振子，可以在不涉及相关电荷运动的情况下

实现自旋信息的传输 [1–12]，因此，与电子不同，自旋波的传输不产生焦耳热，从而

能够实现更低耗散，更高效率的信息传输和处理 [13–24]，有望在未来实现基于磁子自

旋的集成电路。本文主要关注磁性系统的动力学，以及其通过偶极相互作用与超导

产生耦合的物理效应。本节首先系统阐述了磁序的基本概念及几种基本的相互作用

机制，在此基础上，构建了包含偶极相互作用的铁磁系统哈密顿量，并运用运动方

程方法完成该哈密顿量的对角化处理。研究表明，相较于传统对角化方法，此方法

能更为高效地推导磁振子模式的归一化条件，同时精准求解其色散关系，有效简化

了计算流程。

1.1.1 磁序

磁矩 𝜇𝜇𝜇是磁学中的基本物理量。从经典物理学的视角来看，磁矩可被视作携带
电子的电流环，并且满足 𝜇𝜇𝜇𝑙 = −|𝑔𝐿𝜇𝐵|l，其中 l为轨道角动量，𝑔𝐿 是轨道磁矩的 𝑔
因子，𝜇𝐵是玻尔磁子。然而，根据量子力学，电子自旋的存在产生了一个内禀自旋

角动量 s，与之对应的自旋磁矩为 𝜇𝜇𝜇𝑠 = −|𝑔𝑆𝜇𝐵|s，其中 𝑔𝑆是自旋磁矩的 𝑔因子。对
于电子，当忽略自旋 ­轨道耦合时，𝑔𝑆 ≈ 2且 𝑔𝐿 = 1，在这种情况下，总磁矩是轨
道磁矩和自旋磁矩的总和 [25]，即

𝜇𝜇𝜇 = 𝜇𝜇𝜇𝑙 + 𝜇𝜇𝜇𝑠 ≈ −𝜇𝐵(l + 2s). (1.1)

本论文主要关注于铁磁体。在晶体内部，磁化强度M(r)是在介观体积 𝛿𝑉 上平均
的磁矩，即M(r) = ∑𝑖 𝜇𝜇𝜇𝑖/𝛿𝑉，其中下标 𝑖标记体积 𝛿𝑉 内的第 𝑖个磁矩。然而，在
某些情况下，晶格的晶体场会使电流环发生畸变，进而使轨道磁矩发生淬灭，这

样，磁化强度仅由自旋磁矩贡献 [26]，即 M(r) = −𝛾ℏS(r)，其中 S(r)为自旋密度，
−𝛾 = −|𝑔𝑆𝜇𝐵|/ℏ是电子的旋磁比。

磁矩或者磁化强度可以与各种有效场相互作用，而这些相互作用决定着它们的

运动。当我们向晶体施加一个外磁场 B0 = 𝜇0H0 时，系统的磁化强度会通过塞曼相

1
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互作用与该磁场耦合，即

𝐻𝑍 = −𝜇0 ∫ 𝑑rM(r) ⋅ H0 = 𝜇0𝛾ℏ ∫ 𝑑rS(r) ⋅ H0, (1.2)

其中 𝜇0是真空磁导率。当M与 H0平行时，塞曼能达到最小值。

另一方面，库仑相互作用和泡利不相容原理使得晶体中相邻的自旋通过交换耦

合相互作用。根据海森堡模型，相邻自旋间由于交换相互作用产生的自由能可由下

式表示：

𝐻ex = − ∑
𝑖,𝑗

𝐽𝑖𝑗s𝑖 ⋅ s𝑗, (1.3)

其中，s𝑗 表示格点 𝑗处的电子自旋，𝐽𝑖𝑗 = 𝐽𝑗𝑖 是格点 𝑖与格点 𝑗处自旋之间的对称
交换耦合常数。我们假设只有最近邻自旋之间的相互作用是显著的，并且所有近邻

的相互作用都相同（𝐽𝑖𝑗 = 𝐽），那么第 𝑖个自旋与其近邻相互作用的总交换能变为
𝐸(ex)

𝑖 ≈ −𝐽 ∑′
𝑗 s𝑖 ⋅ s𝑗，其中带撇的求和是对 𝑖的最近邻自旋进行的。这样，总的交换

能表示为

𝐻ex = −𝐽 ∑
𝑖

∑
𝑗

′s𝑖 ⋅ s𝑗. (1.4)

为了构建长波长磁化涨落的连续介质模型，在傅里叶空间内对交换能进行表述是非

常方便的。这里，利用傅里叶变换

s𝑖 = ∑
k

𝑒𝑖k⋅r𝑖sk, (1.5)

总的交换能变为

𝐻ex = −𝐽 ∑
𝑖

∑
𝑗

′ ∑
k

∑
k′

𝑒𝑖k⋅r𝑖𝑒𝑖k′⋅r𝑗sk ⋅ sk′. (1.6)

例如，对于具有六个最近邻的简单立方晶格，该求和变为

∑
𝑗

′𝑒𝑖k′⋅r𝑗 =𝑒𝑖k′⋅(r𝑖+𝑎 ̂x) + 𝑒𝑖k′⋅(r𝑖−𝑎 ̂x) + 𝑒𝑖k′⋅(r𝑖+𝑎 ̂y) + 𝑒𝑖k′⋅(r𝑖−𝑎 ̂y) + 𝑒𝑖k′⋅(r𝑖+𝑎 ̂z) + 𝑒𝑖k′⋅(r𝑖−𝑎 ̂z)

=2𝑒𝑖k′⋅r𝑖(cos 𝑘′
𝑥𝑎 + cos 𝑘′

𝑦𝑎 + cos 𝑘′
𝑧𝑎), (1.7)

其中，𝑎是两个最近邻自旋之间的距离。将方程 (1.7)代入方程 (1.4)，总的交换能可

2
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以表示为

𝐻ex = − 2𝐽 ∑
𝑖

∑
k

∑
k′

𝑒𝑖r𝑖⋅(k+k′)(cos 𝑘′
𝑥𝑎 + cos 𝑘′

𝑦𝑎 + cos 𝑘′
𝑧𝑎)sk ⋅ sk′

= − 2𝑁𝐽 ∑
k

(cos 𝑘𝑥𝑎 + cos 𝑘𝑦𝑎 + cos 𝑘𝑧𝑎)s−k ⋅ sk, (1.8)

其中，𝑁 是晶格总数。当自旋在距离 𝑎的尺度上缓慢变化，且满足关系 |k|𝑎 ≪ 1时，
其色散关系 ∝ (cos 𝑘𝑥𝑎 + cos 𝑘𝑦𝑎 + cos 𝑘𝑧𝑎)，同样是缓变的，这样我们就可以将余弦
项按 |k|𝑎展开至二阶，即 cos 𝑘𝑥𝑎 ≈ 1 − (𝑘𝑥𝑎)2/2，由此我们可以得到

𝐻ex = −𝑁𝐽 ∑
k

(6 − 𝑘2𝑎2)s−k ⋅ sk. (1.9)

更一般地，对于简单立方、面心立方和体心立方晶格，设自旋的最近邻数量为 𝑍，我
们有

𝐻ex = −𝑁𝐽 ∑
k

(𝑍 − 𝑍𝑘2𝑎2

6 ) s−k ⋅ sk. (1.10)

为了得到连续介质模型中的交换能，我们进行傅里叶逆变换，其中 s(r)是 r的连续

函数，因此

sk = 1
𝑁𝑎3 ∫ 𝑑r𝑒−𝑖k⋅rs(r), (1.11)

其中，𝑎3 是每个自旋占据的体积。同时，将求和 ∑k 转换为积分，我们得到

∑k → 𝑉 /(2𝜋)3 ∫ 𝑑k = 𝑁𝑎3/(2𝜋)3 ∫ 𝑑k。这样，交换能 (1.9)的第一项变为

−𝑁𝐽𝑍 ∑
k
s−k ⋅ sk = −𝐽𝑍

𝑎3(2𝜋)3 ∫ 𝑑k𝑑r𝑑r′𝑒𝑖k⋅(r−r′)s(r) ⋅ s(r′) = −𝑁𝐽𝑍𝑠2, (1.12)

其中，𝑠2 = s(r) ⋅ s(r)是自旋的大小，而第二项为

∑
k

𝑁𝐽𝑍𝑎2𝑘2

6 s−k ⋅ sk = −𝐽𝑍
6𝑎(2𝜋)3 ∫ 𝑑k𝑑r𝑑r′s(r) ⋅ s(r′)(−𝑘2)𝑒𝑖k⋅(r−r′)

= −𝐽𝑍
6𝑎(2𝜋)3 ∫ 𝑑k𝑑r𝑑r′s(r) ⋅ s(r′)∇′2𝑒𝑖k⋅(r−r′)

=−𝐽𝑍
6𝑎 ∫ 𝑑rs(r) ⋅ ∇2s(r). (1.13)

基于此，我们得出在连续介质模型中，总交换能的表达式为

𝐻ex =𝐸0 + (−𝐽𝑍
6𝑎 ) ∫ 𝑑rs(r) ⋅ ∇2s(r), (1.14)

3
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其中 𝐸0 = −𝐽𝑍𝑁𝑠2。利用关系 s(r) = 𝑠M(r)/𝑀𝑠，式(1.14)可以理解为磁化强度与

有效磁场 Hex(r)的相互作用，即

𝐻ex = 𝐸0 − 𝜇0
2 ∫ 𝑑rM(r) ⋅ Hex(r), (1.15)

其中 Hex(r) = 𝛼ex∇2M(r)，𝛼ex = 𝐽𝑍𝑠2/(3𝜇0𝑎𝑀2
𝑠 )为交换刚度系数。交换耦合常数

满足 [27]

𝐽 = 3𝑘𝑏𝑇𝑐
2𝑍𝑠(𝑠 + 1), (1.16)

其中，𝑘𝑏是玻尔兹曼常量，𝑇𝑐 是居里温度，由此我们可得到交换刚度

𝛼ex = 𝑘𝑏𝑇𝑐𝑠2

2𝑠(𝑠 + 1)𝜇0𝑀2𝑠 𝑎. (1.17)

例如，典型的铁磁材料钇铁石榴石（YIG）具有立方晶体结构，其晶格常数

𝐴 = 1.2 × 10−9 m。一个晶胞中有 40个 Fe3+离子，它们分为两种类型：Fe𝑂和 Fe𝑇。

即占据 16个位点的八面体配位的 Fe𝑂 离子和占据另外 24个位点的四面体配位的

Fe𝑇 离子 [28]。因此，单个 Fe3+离子的体积 𝑎3 ≈ 𝐴3/40。此外，对于 Fe3+，𝑠 = 5/2。
根据式 (1.17)，对于 YIG，取居里温度 𝑇𝑐 = 559 K，且 𝜇0𝑀𝑠 = 0.177 T [29]，我们计算

得出交换刚度 𝛼ex ≈ 3.15 × 10−16 m−2 ，这与文献 [29] 中报道的 𝛼ex = 3 × 10−16 m−2

相近。

相邻自旋之间，不仅存在通过交换耦合所产生的相互作用，同时长程偶极相互

作用也会致使相距一定距离的磁矩之间相互耦合。实际上，磁化强度M会产生一个

长程分布的偶极磁场，该磁场由麦克斯韦方程组所描述 [30]

∇ × E(r, 𝑡) = −𝜕B(r, 𝑡)
𝜕𝑡 , ∇ ⋅ 𝜇0[H(r, 𝑡) + M(r, 𝑡)] = 0, (1.18a)

∇ ⋅ E(r, 𝑡) = 𝜌𝑓
𝜀𝑟

, ∇ × H(r, 𝑡) = J(r, 𝑡) + 𝜀𝑟
𝜕E(r, 𝑡)

𝜕𝑡 , (1.18b)

其中，J(r, 𝑡)是电子的电流，𝜀𝑟 是取决于材料的介电常数，𝜌𝑓 是电子电荷密度。对

于铁磁绝缘体而言，J(r, 𝑡) = 0且 𝜌𝑓 = 0。对式(1.18b)中的第二个方程取旋度，再将

其代入式(1.18a)，我们可以得到由以下方程所描述的杂散磁场 H(r, 𝑡)

∇2H = −∇(∇ ⋅ M) + 𝜇0𝜀𝑟𝜕2
𝑡 (H + M), (1.19)

其中，等式右侧的第二项与电磁场的辐射有关 [30] 对于铁磁体中的长波长磁化涨落，

4
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磁化强度及其产生的杂散磁场的变化频率约为几十 GHz，其相应的波长 𝜆𝑠 ∼ 1 𝜇m，
由此可得波矢 𝑘𝑠 ∼ 6 × 106 m−1。根据式(1.19)，假设 H和M处于同一数量级，对

于 𝜔 ∼ 100 GHz 的情况，空间涨落 ∇2H ∼ 𝑘2
𝑠H ∼ 4 × 1013H 远大于时间导数项

𝜇0𝜀𝑟𝜕2
𝑡 (H+M) ∼ 𝜇0𝜀𝑟𝜔2(H+M) ∼ 105(H+M)。因此，在式 (1.19)中忽略辐射的时

间导数项是合理的，此时准静态近似适用。我们注意到，当自旋波的波长与光的波

长相近时，即 𝑘2
𝑠 ≈ (𝜔/𝑐)2 ∼ 2.6 × 104 m−2时，此时 ∇2H ∼ 𝜇0𝜀𝑟𝜕2

𝑡 (H + M)。在这
种情况下，电磁场的辐射在磁化动力学中起着至关重要的作用 [31]。另一方面，在短

波长区域，交换相互作用主导着磁化动力学过程；而在长波长区域，偶极相互作用

则起主导作用。

通过准静态近似，磁化强度的涨落产生的杂散磁场（偶极场）遵循方程

∇2H = −∇(∇ ⋅ M), (1.20)

该杂散磁场是由磁荷 𝜌𝑀 = ∇ ⋅ M产生的。在准静态近似下，用磁势 H = −∇𝜙来表
示杂散磁场是很方便的，我们得到

∇2𝜙 = ∇ ⋅ M. (1.21)

其解为

𝜙 = − 1
4𝜋 ∫ 𝑑r′ ∇′ ⋅ M(r′)

|r − r′| , (1.22)

这样，偶极场可以表示为

Hdip(r) = −∇𝜙 = 1
4𝜋∇ ∫ 𝑑r′ ∇′ ⋅ M(r′)

|r − r′| . (1.23)

同时，偶极相互作用对哈密顿量的贡献写为

𝐻dip = −𝜇0
2 ∫M(r) ⋅ Hdip(r)𝑑r. (1.24)

最后，我们注意到，在存在自旋 ­轨道耦合的情况下，磁性中还存在其他重要的相互

作用，即由 Dzyaloshinskii­Moriya相互作用引起的有效场 𝐻DM
[32,33]以及由磁晶各向

异性引起的有效场 𝐻ani
[34–36]。
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1.1.2 磁振子量子化

我们接下来探讨有序磁性材料中的集体激发，即自旋波，或者其量子形式

——磁振子。它们所具有的典型频率范围处于千兆赫兹到太赫兹这一区间内。

在此情形下，当存在一个沿 ̂z 方向施加的均匀磁场 𝐻0 ̂z 时，磁化强度会朝着相
同的方向发生偏置，并且还会伴随着微小的横向涨落，此时磁化强度可表示为

M(r) = {𝑀𝑥(r), 𝑀𝑦(r), 𝑀𝑧(r)}，其中𝑀𝑧(r) ≈ 𝑀𝑠 ≫ 𝑀𝑥,𝑦(r)，𝑀𝑠为铁磁体的饱和

磁化强度。对于铁磁体，磁化强度M(r)与自旋算符 Ŝ(r)通过M(r) = −|𝛾|ℏŜ(r)相
关联，其中 −|𝛾|是电子的旋磁比。因此，自旋方向与磁化强度方向相反，其 𝑧分量
沿 − ̂z方向。

为了在连续介质模型中对自旋波进行量子化，我们首先采用霍尔斯坦 ­普里马

科夫变换（Holstein­Primakoff transformation）[37]利用玻色算符 𝑏̂(r)来表示自旋算符。
在线性响应区域，其表达式为

̂𝑆+(r) = ̂𝑆𝑥(r) + 𝑖 ̂𝑆𝑦(r) = ̂𝑏†(r)√2𝑆 − ̂𝑏†(r) ̂𝑏(r) ≈
√

2𝑆𝑏̂†(r),

̂𝑆−(r) = ̂𝑆𝑥(r) − 𝑖 ̂𝑆𝑦(r) = √2𝑆 − 𝑏̂†(r) ̂𝑏(r) ̂𝑏(r) ≈
√

2𝑆 ̂𝑏(r),
̂𝑆𝑧(r) = −𝑆 + ̂𝑏†(r) ̂𝑏(r) ≈ −𝑆, (1.25)

其中 𝑆 = 𝑀𝑠/(𝛾ℏ)。我们假设 ̂𝑏(r)可以用玻色磁振子湮灭算符 𝑚̂𝑝 和产生算符 𝑚̂†
𝑝

展开，其中为“𝑝”的磁振子模式，即

̂𝑏(r) = ∑
𝑝

(𝐴𝑝(r)𝑚̂𝑝 + 𝐵𝑝(r)𝑚̂†
𝑝) ,

𝑏̂†(r) = ∑
𝑝

(𝐴∗
𝑝(r)𝑚̂†

𝑝 + 𝐵∗
𝑝(r)𝑚̂𝑝) , (1.26)

其中，𝐴𝑝(r) 和 𝐵𝑝(r) 分别是湮灭算符 𝑚̂𝑝 和产生算符 𝑚̂†
𝑝 的振幅。因此，根据

式 (1.25)，自旋算可以写为

̂𝑆𝑥(r) =
√

2𝑆
2 ∑

𝑝
((𝐴𝑝(r) + 𝐵∗

𝑝(r)) 𝑚̂𝑝 + H.c.) ,

̂𝑆𝑦(r) =
√

2𝑆
2 ∑

𝑝
(𝑖 (𝐴𝑝(r) − 𝐵∗

𝑝(r)) 𝑚̂𝑝 + H.c.) . (1.27)

其混合了磁振子湮灭算符和产生算符，这样，𝐴𝑝(r)和 𝐵𝑝(r)的正交归一条件与光子
和声子的不同，如下所示。首先，算符 ̂𝑏(r)的玻色子特性导致了 𝐴𝑝(r)和 𝐵𝑝(r)的

6
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两个关系，即

[ ̂𝑏(r), ̂𝑏†(r′)] = 𝛿(r − r′)

→ ∑
𝑝

[𝐴𝑝(r)𝐴∗
𝑝(r′) − 𝐵𝑝(r)𝐵∗

𝑝(r′)] = 𝛿(r − r′),

[𝑏̂(r), ̂𝑏(r′)] = 0

→ ∑
𝑝

[𝐴𝑝(r)𝐵𝑝(r′) − 𝐵𝑝(r)𝐴𝑝(r′)] = 0. (1.28)

例如，我们考虑一个典型的自旋哈密顿量，它由磁化强度与外磁场 𝐻0 ̂z的塞曼
耦合、交换相互作用以及偶极相互作用组成，其表达式为

𝐻̂ = − 𝜇0 ∫ 𝑑r𝑀̂𝑧(r)𝐻0 − 𝜇0
2 ∫ 𝑑rM̂(r) ⋅ (Hex(M̂, r) + Hdip(M̂, r))

=𝜇0𝛾ℏ ∫ 𝑑r ̂𝑆𝑧(r)𝐻0 − 𝜇0(𝛾ℏ)2

2 ∫ 𝑑rŜ(r) ⋅ (Hex(Ŝ, r) + Hdip(Ŝ, r)) , (1.29)

其中，交换场 Hex(M̂, r) = 𝛼ex∇2M̂(r)，而偶极场

Hdip(M̂, r) = −∇𝜙 = 1
4𝜋∇ ∫ 𝑑r′ ∇′ ⋅ M̂(r′)

|r − r′| (1.30)

由式 (1.23)给出，且包含磁标势 [式(1.22)]。根据磁化强度M的运动方程，我们可以

将哈密顿量对角化，并给出模式“波函数”𝐴𝑝(r)和 𝐵𝑝(r)的归一化条件。
我们关注饱和磁化强度均匀的磁性样品，如磁性薄膜、磁球、磁椭球和磁圆

柱 [38–40]，对于具有哈密顿量 (1.29)的这些样品而言，这意味着样品内部的静态偶极

场始终与饱和磁化强度的方向相同，因为如果不这样的话，饱和磁化强度会围绕静

态偶极场进动。在这种情况下，平衡自旋分布

𝑆𝑒(r) =
⎧{
⎨{⎩

𝑆, r ∈ 样品内,

0, r ∉ 样品内,
. (1.31)

根据海森堡运动方程，从哈密顿量 (1.29)出发，我们得到 ̂𝑆𝑥(r)和 ̂𝑆𝑦(r)的运动方程
为

𝜕𝑡 ̂𝑆𝑥(r) = − 𝜇0𝛾𝐻0 ̂𝑆𝑦(r)

+𝜇0(𝛾2ℏ) [ ̂𝑆𝑦(r) (𝐻ex,𝑧(Ŝ, r) + 𝐻dip,𝑧(Ŝ, r))

− ̂𝑆𝑧(r) (𝐻ex,𝑦(Ŝ, r) + 𝐻dip,𝑦(Ŝ, r))] ,

7
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𝜕𝑡 ̂𝑆𝑦(r) =𝜇0𝛾𝐻0 ̂𝑆𝑥(r)

+𝜇0(𝛾2ℏ) [− ̂𝑆𝑥(r) (𝐻ex,𝑧(Ŝ, r) + 𝐻dip,𝑧(Ŝ, r))

+ ̂𝑆𝑧(r) (𝐻ex,𝑥(Ŝ, r) + 𝐻dip,𝑥(Ŝ, r))] . (1.32)

在线性响应区域，式 (1.32)中的 𝐻ex,𝑧(Ŝ, r) ≈ 𝐻ex,𝑧(−𝑆 ̂z, r) = −𝐻ex,𝑧(𝑆 ̂z, r) 以及
𝐻dip,𝑧(Ŝ, r) ≈ −𝐻dip,𝑧(𝑆 ̂z, r)是静态的，这样，涨落的有效磁场写作

𝐻ex,𝑦( ̂𝑆𝑦 ̂y, r) + 𝐻dip,𝑦(Ŝ⟂, r) =𝐻dip,𝑦(𝑆 ̂z, r) + 𝜕𝑡 ̂𝑆𝑥(r) + 𝜇0𝛾𝐻0 ̂𝑆𝑦(r)
𝜇0𝛾2ℏ𝑆

+
̂𝑆𝑦(r) (𝐻dip,𝑧(𝑆 ̂z, r) + 𝐻ex,𝑧(𝑆 ̂z, r))

𝑆 ,

𝐻ex,𝑥( ̂𝑆𝑥 ̂x, r) + 𝐻dip,𝑥(Ŝ⟂, r) =𝐻dip,𝑥(𝑆 ̂z, r) + −𝜕𝑡 ̂𝑆𝑦(r) + 𝜇0𝛾𝐻0 ̂𝑆𝑥(r)
𝜇0𝛾2ℏ𝑆

+
̂𝑆𝑥(r) (𝐻dip,𝑧(𝑆 ̂z, r) + 𝐻ex,𝑧(𝑆 ̂z, r))

𝑆 (1.33)

其中，横向自旋涨落 Ŝ⟂ = ̂𝑆𝑥 ̂x + ̂𝑆𝑦 ̂y，同时，在线性响应区域

̂𝑆𝑧(r) = −√𝑆2𝑒 (r) − ( ̂𝑆2𝑥(r) + ̂𝑆2𝑦(r)) ≈ −𝑆𝑒(r)+( ̂𝑆2
𝑥(r)+ ̂𝑆2

𝑦(r))/(2𝑆) = −𝑆𝑒(r)+ ̃𝑆(r),

其中 ̃𝑆(r) = ( ̂𝑆2
𝑥(r) + ̂𝑆2

𝑦(r))/(2𝑆)与自旋涨落的幅度有关。那么，在线性响应区域，
哈密顿量 (1.29)变为

𝐻̂ = − 𝜇0𝛾ℏ ∫ 𝑑r𝑆𝑒(r)𝐻0 + 𝜇0𝛾ℏ ∫ 𝑑r ̃𝑆(r)𝐻0

−𝜇0(𝛾ℏ)2

2 ∫ 𝑑r ̂𝑆𝑥(r) [𝐻ex,𝑥( ̂𝑆𝑥 ̂x, r) + 𝐻dip,𝑥(Ŝ⟂, r) − 𝐻dip,𝑥(𝑆 ̂z, r)]

−𝜇0(𝛾ℏ)2

2 ∫ 𝑑r ̂𝑆𝑦(r) [𝐻ex,𝑦( ̂𝑆𝑦 ̂y, r) + 𝐻dip,𝑥(Ŝ⟂, r) − 𝐻dip,𝑥(𝑆 ̂z, r)]

−𝜇0(𝛾ℏ)2

2 ∫ 𝑑r [𝑆𝑒(r)𝐻ex,𝑧(𝑆 ̂z, r) − 𝑆𝑒(r)𝐻ex,𝑧( ̃𝑆 ̂z, r) − 𝑆𝑒(r)𝐻dip,𝑧(Ŝ⟂, r)

+𝑆𝑒(r)𝐻dip,𝑧(𝑆 ̂z, r) − 𝑆𝑒(r)𝐻dip,𝑧( ̃𝑆 ̂z, r) − ̃𝑆(r)𝐻ex,𝑧(𝑆 ̂z, r) − ̃𝑆(r)𝐻dip,𝑧(𝑆 ̂z, r)] .
(1.34)

把公式 (1.33)代入哈密顿量 (1.34)，我们得到

𝐻̂ =𝐸0 + ℏ
2𝑆 ∫ 𝑑r [ ̂𝑆𝑥(r)𝜕𝑡 ̂𝑆𝑦(r) − ̂𝑆𝑦(r)𝜕𝑡 ̂𝑆𝑥(r)]

−𝜇0(𝛾ℏ)2

2 ∫ 𝑑r{[ ̃𝑆(r)𝐻dip,𝑧(𝑆 ̂z, r) − 𝑆𝑒(r)𝐻dip,𝑧( ̃𝑆 ̂z, r)]
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+ [ ̃𝑆(r)𝐻ex,𝑧(𝑆 ̂z, r) − 𝑆𝑒(r)𝐻ex,𝑧( ̃𝑆 ̂z, r)]}

−𝜇0(𝛾ℏ)2

2 ∫ 𝑑r𝑆𝑒(r)𝐻dip,𝑧(Ŝ⟂, r), (1.35)

其中常数

𝐸0 = −𝜇0𝛾ℏ ∫ 𝑑r𝐻0𝑆𝑒(r) − 𝜇0(𝛾ℏ)2

2 ∫ 𝑑r [𝑆𝑒(r)𝐻ex,𝑧(𝑆 ̂z, r) + 𝑆𝑒(r)𝐻dip,𝑧(𝑆 ̂z, r)] .

式 (1.35)中的第二个积分与磁化强度或有效磁场沿 ̂z方向的涨落有关，我们将证明该
积分值为零

∫ 𝑑r ̃𝑆(r)𝐻dip,𝑧(𝑆 ̂z, r) = 1
4𝜋 ∫ 𝑑r𝑑r′ ̃𝑆(r)∇𝑧

∇𝑧′𝑆𝑒(r′)
|r − r′|

= 1
4𝜋 ∫ 𝑑r𝑑r′∇𝑧 [ ̃𝑆(r)∇𝑧′𝑆𝑒(r′)

|r − r′| ]

− 1
4𝜋 ∫ 𝑑r𝑑r′ ∇𝑧′𝑆𝑒(r′)

|r − r′| ∇𝑧 ̃𝑆(r)

= ∫ 𝑑r𝑆𝑒(r)𝐻dip,𝑧( ̃𝑆 ̂z, r), (1.36)

这样一来，∫ 𝑑r [ ̃𝑆(r)𝐻dip,𝑧(𝑆 ̂z, r) − 𝑆𝑒(r)𝐻dip,𝑧( ̃𝑆 ̂z, r)] = 0。类似地,

∫ 𝑑r ̃𝑆(r)𝐻ex,𝑧(𝑆 ̂z, r) =𝛼ex ∫ 𝑑r ̃𝑆(r)∇2𝑆𝑒(r)

=𝛼ex ∫ 𝑑r∇ ⋅ [ ̃𝑆(r)∇𝑆𝑒(r)] − 𝛼ex ∫ 𝑑r [∇ ̃𝑆(r) ⋅ ∇𝑆𝑒(r)]

= ∫ 𝑑r𝑆𝑒(r)𝐻ex,𝑧( ̃𝑆 ̂z, r), (1.37)

由此得到 ∫ 𝑑r [ ̃𝑆(r)𝐻ex,𝑧(𝑆 ̂z, r) − 𝑆𝑒(r)𝐻ex,𝑧( ̃𝑆 ̂z, r)] = 0。方程 (1.35)的第三个积分

∫ 𝑑r𝑆𝑒(r)𝐻dip,𝑧(Ŝ⟂, r) = 1
4𝜋 ∫ 𝑑r𝑑r′ [𝑆𝑒(r)∇𝑧

∇𝑥′ ̂𝑆𝑥(r′)
|r − r′| + 𝑆𝑒(r)∇𝑧

∇𝑦′ ̂𝑆𝑦(r′)
|r − r′| ]

= 1
4𝜋 ∫ 𝑑r𝑑r′∇𝑧 [𝑆𝑒(r)∇𝑥′ ̂𝑆𝑥(r′)

|r − r′| + 𝑆𝑒(r)∇𝑦′ ̂𝑆𝑦(r′)
|r − r′| ]

− 1
4𝜋 ∫ 𝑑r𝑑r′ [∇𝑥′ ̂𝑆𝑥(r′)

|r − r′| ∇𝑧𝑆(r) + ∇𝑦′ ̂𝑆𝑦(r′)
|r − r′| ∇𝑧𝑆(r)]

= ∫ 𝑑r [𝑆𝑥(r)𝐻dip,𝑥(𝑆 ̂z, r) + 𝑆𝑦(r)𝐻dip,𝑦(𝑆 ̂z, r)] (1.38)

同样消失，这是因为对于均匀饱和磁化强度而言，静态横向偶极场𝐻dip,𝑦(𝑆 ̂z, r) = 0,
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𝐻dip,𝑥(𝑆 ̂z, r) = 0。综上所述，哈密顿量 (1.35)化简为

𝐻̂ = 𝐸0 + ℏ
2𝑆 ∫ 𝑑r ( ̂𝑆𝑥(r)𝜕𝑡 ̂𝑆𝑦(r) − ̂𝑆𝑦(r)𝜕𝑡 ̂𝑆𝑥(r)) . (1.39)

由于 𝑚̂𝑝是磁振子算符，𝑚̂𝑝 ∝ 𝑒−𝑖𝜔𝑝𝑡且 𝑚̂†
𝑝 ∝ 𝑒𝑖𝜔𝑝𝑡，其中 𝜔𝑝是磁振子模式“𝑝”

的本征频率。因此，根据式 (1.27)，我们得到

𝜕𝑡 ̂𝑆𝑥(r) = − 𝑖
√

2𝑆
2 ∑

𝑝
𝜔𝑝 [(𝐴𝑝(r) + 𝐵∗

𝑝(r)) 𝑚̂𝑝 − (𝐴∗
𝑝(r) + 𝐵𝑝(r)) 𝑚̂†

𝑝] ,

𝜕𝑡 ̂𝑆𝑦(r) = −
√

2𝑆
2 ∑

𝑝
𝜔𝑝 [(𝐵∗

𝑝(r) − 𝐴𝑝(r)) 𝑚̂𝑝 − (𝐴∗
𝑝(r) − 𝐵𝑝(r)) 𝑚̂†

𝑝] . (1.40)

结合式(1.40)、式 (1.27)和式 (1.44)，我们将哈密顿量 (1.39)对角化

𝐻̂ =𝐸0 + ℏ ∫ 𝑑r∑
𝑝𝑝′

𝜔𝑝′

× [(𝐴𝑝(r)𝐴∗
𝑝′(r) − 𝐵∗

𝑝(r)𝐵𝑝′(r)) 𝑚̂𝑝𝑚̂†
𝑝′ + (𝐴∗

𝑝(r)𝐴𝑝′(r) − 𝐵𝑝(r)𝐵∗
𝑝′(r)) 𝑚̂†

𝑝𝑚̂𝑝′

+ (𝐵∗
𝑝(r)𝐴𝑝′(r) − 𝐴𝑝(r)𝐵∗

𝑝′(r)) 𝑚̂𝑝𝑚̂𝑝′ + (𝐵𝑝(r)𝐴∗
𝑝′(r) − 𝐴∗

𝑝(r)𝐵𝑝′(r)) 𝑚̂†
𝑝𝑚̂†

𝑝′]

=𝐸0 + 1
2 ∑

𝑝
ℏ𝜔𝑝(𝑚̂𝑝𝑚̂†

𝑝 + 𝑚̂†
𝑝𝑚̂𝑝), (1.41)

我们假设存在关系

∫ 𝑑r[𝐴𝑝(r)𝐴∗
𝑝′(r) − 𝐵∗

𝑝(r)𝐵𝑝′(r)] = 𝛿𝑝𝑝′, (1.42a)

∫ 𝑑r[𝐵𝑝(r)𝐴∗
𝑝′(r) − 𝐵𝑝′(r)𝐴∗

𝑝(r)] = 0. (1.42b)

该关系确保算符 ̂𝑏(r)的逆变换存在：即

𝑚̂𝑝 = ∫ 𝑑r [𝐴∗
𝑝(r) ̂𝑏(r) − 𝐵𝑝(r) ̂𝑏†(r)] ,

𝑚̂†
𝑝 = ∫ 𝑑r [𝐴𝑝(r) ̂𝑏†(r) − 𝐵∗

𝑝(r)𝑏̂(r)] , (1.43)

算符 𝑚̂𝑝的玻色子特性导出了 𝐴𝑝(r)和 𝐵𝑝(r)的另外两个关系，即

[𝑚̂𝑝, 𝑚̂†
𝑝′] = 𝛿𝑝𝑝′

→ ∫ 𝑑r[𝐴𝑝(r)𝐴∗
𝑝′(r) − 𝐵∗

𝑝(r)𝐵𝑝′(r)] = 𝛿𝑝𝑝′,

[𝑚̂𝑝, 𝑚̂𝑝′] = 0
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→ ∫ 𝑑r[𝐵𝑝(r)𝐴∗
𝑝′(r) − 𝐵𝑝′(r)𝐴∗

𝑝(r)] = 0. (1.44)

我们注意到，式 (1.28)和式 (1.44)可以被视为完备性关系，这些关系确保了 𝑚̂𝑝 构成

一个完备集。

最后，我们证明𝐴𝑝(r)和𝐵𝑝(r)与磁化模式“𝑝”中的磁化强度振幅𝑀𝑝
𝑥,𝑦(r)相关。

通过将朗道 ­栗弗席兹（LL）方程线性化 𝜕𝑡M𝑝 = −𝜇0𝛾M𝑝 × (𝐻0 ̂z + Hex + Hdip) [41]

其中M𝑝(r, 𝑡) = {𝑀𝑝
𝑥(r)𝑒−𝑖𝜔𝑝𝑡, 𝑀𝑝

𝑦 (r)𝑒−𝑖𝜔𝑝𝑡, 𝑀𝑠},我们发现𝑀𝑝
𝑥,𝑦(r)满足

𝜇0𝛾𝑀𝑠 (𝐻ex,𝑦 [𝑀𝑝
𝑦 (r) ̂y] + 𝐻dip,𝑦 [𝑀𝑝

𝑥(r) ̂x + 𝑀𝑝
𝑦 (r) ̂y])

= −𝑖𝜔𝑝𝑀𝑝
𝑥(r) + 𝜇0𝛾𝑀𝑝

𝑦 (r) (𝐻0 + 𝐻dip,𝑧(𝑀𝑠 ̂z, r) + 𝐻ex,𝑧(𝑀𝑠 ̂z, r)) ,

𝜇0𝛾𝑀𝑠 (𝐻ex,𝑥 [𝑀𝑝
𝑥(r) ̂x] + 𝐻dip,𝑥 [𝑀𝑝

𝑥(r) ̂x + 𝑀𝑝
𝑦 (r) ̂y])

= 𝑖𝜔𝑝𝑀𝑝
𝑦 (r) − 𝜇0𝛾𝑀𝑝

𝑥(r) (𝐻0 + 𝐻dip,𝑧(𝑀𝑠 ̂z, r) − 𝐻ex,𝑧(𝑀𝑠 ̂z, r)) . (1.45)

另一方面，为了得到 𝐴𝑝(r)和 𝐵𝑝(r)的方程，我们对式 (1.33)中的各项与算符 𝑚̂†
𝑝求

对易关系：

[𝐻ex,𝑦( ̂𝑆𝑦 ̂y, r) + 𝐻dip,𝑦(Ŝ⟂, r), 𝑚̂†
𝑝]

= [𝐻dip,𝑦(𝑆 ̂z, r) + 𝜕𝑡 ̂𝑆𝑥(r) + 𝜇0𝛾𝐻0 ̂𝑆𝑦(r)
𝜇0𝛾2ℏ𝑆 +

̂𝑆𝑦(r) (𝐻dip,𝑧(𝑆 ̂z, r) + 𝐻ex,𝑧(𝑆 ̂z, r))
𝑆 , 𝑚̂†

𝑝] ,

[𝐻ex,𝑥( ̂𝑆𝑥 ̂x, r) + 𝐻dip,𝑥(Ŝ⟂, r), 𝑚̂†
𝑝]

= [𝐻dip,𝑥(𝑆 ̂z, r) + −𝜕𝑡 ̂𝑆𝑦(r) + 𝜇0𝛾𝐻0 ̂𝑆𝑥(r)
𝜇0𝛾2ℏ𝑆 +

̂𝑆𝑥(r) (𝐻dip,𝑧(𝑆 ̂z, r) + 𝐻ex,𝑧(𝑆 ̂z, r))
𝑆 , 𝑚̂†

𝑝] .

(1.46)

具体而言，对于交换有效磁场，我们有

𝐻ex,𝑦( ̂𝑆𝑦 ̂y, r) = 𝛼ex∇2 ̂𝑆𝑦(r) =
√

2𝑆𝛼ex∇2 ∑
𝑝

[𝑖𝐴𝑝(r) − 𝐵∗
𝑝(r)

2 𝑚̂𝑝 + H.c.] , (1.47)

他的对易子为

[𝐻ex,𝑦( ̂𝑆𝑦 ̂y, r), 𝑚̂†
𝑝] =

√
2𝑆𝛼ex∇2 [𝑖𝐴𝑝(r) − 𝐵∗

𝑝(r)
2 ] =

√
2𝑆𝐻ex,𝑦 [𝑖(𝐴𝑝(r) − 𝐵∗

𝑝(r))/2 ̂y] ,

(1.48)
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类似地，

[𝐻ex,𝑥( ̂𝑆𝑥 ̂x, r), 𝑚̂†
𝑝] =

√
2𝑆𝛼ex∇2 [𝐴𝑝(r) + 𝐵∗

𝑝(r)
2 ] =

√
2𝑆𝐻ex,𝑦 [(𝐴𝑝(r) + 𝐵∗

𝑝(r))/2 ̂y] .

(1.49)

对于式 (1.46)中的有效偶极场

𝐻dip,𝑦(𝑥)(Ŝ⟂, r) =
√

2𝑆
4𝜋 ∫ 𝑑r′ [∇𝑦(𝑥)

∇𝑥′ ̂𝑆𝑥(r′)
|r − r′| + ∇𝑦(𝑥)

∇𝑦′ ̂𝑆𝑦(r′)
|r − r′| ]

=
√

2𝑆
4𝜋 ∫ 𝑑r′ ∑

𝑝
[∇𝑦(𝑥)

∇𝑥′ (𝐴𝑝(r′) + 𝐵∗
𝑝(r′))

2|r − r′|

+ ∇𝑦(𝑥)
∇𝑦′𝑖 (𝐴k(r′) − 𝐵∗

k(r′))
2|r − r′| ] 𝑚̂k + H.c., (1.50)

因此

[𝐻dip,𝑦(𝑥)(Ŝ⟂, r), 𝑚̂†
𝑝]

=
√

2𝑆𝐻dip,𝑦(𝑥) [(𝐴𝑝(r) + 𝐵∗
𝑝(r))/2 ̂x + 𝑖(𝐴𝑝(r) − 𝐵∗

𝑝(r))/2 ̂y] . (1.51)

另一方面，根据式 (1.40)和式 (1.27)，我们可以得到

[ ̂𝑆𝑥(r), 𝑚̂†
𝑝] =

√
2𝑆 (𝐴𝑝(r) + 𝐵∗

𝑝(r)) /2,

[ ̂𝑆𝑦(r), 𝑚̂†
𝑝] = 𝑖

√
2𝑆 (𝐴𝑝(r) − 𝐵∗

𝑝(r)) /2,

[𝜕𝑡 ̂𝑆𝑥(r), 𝑚̂†
𝑝] = −𝑖

√
2𝑆𝜔𝑝 (𝐴𝑝(r) + 𝐵∗

𝑝(r)) /2,

[𝜕𝑡 ̂𝑆𝑦(r), 𝑚̂†
𝑝] =

√
2𝑆𝜔𝑝 (𝐴𝑝(r) − 𝐵∗

𝑝(r)) /2. (1.52)

结合方程 (1.48), 方程 (1.49), 方程 (1.51), 和方程 (1.52), 式 (1.46) 给出了 𝐴𝑝(r) 和
𝐵𝑝(r)的关系:

𝜇0𝛾𝑀𝑠 (𝐻ex,𝑦 [𝑖(𝐴𝑝(r) − 𝐵∗
𝑝(r))/2 ̂y] + 𝐻dip,𝑦 [(𝐴𝑝(r) + 𝐵∗

𝑝(r))/2 ̂x + 𝑖(𝐴𝑝(r) − 𝐵∗
𝑝(r))/2 ̂y])

= −𝑖𝜔𝑝 (𝐴𝑝(r) + 𝐵∗
𝑝(r)) /2 + 𝑖 (𝐴𝑝(r) − 𝐵∗

𝑝(r)) /2 [𝐻0 + 𝐻dip,𝑧(𝑀𝑠 ̂z, r) + 𝐻ex,𝑧(𝑀𝑠 ̂z, r)] ,

𝜇0𝛾𝑀𝑠 (𝐻ex,𝑥 [(𝐴𝑝(r) + 𝐵∗
𝑝(r))/2 ̂y] + 𝐻dip,𝑥 [(𝐴𝑝(r) + 𝐵∗

𝑝(r))/2 ̂x + 𝑖(𝐴𝑝(r) − 𝐵∗
𝑝(r))/2 ̂y])

= 𝑖𝜔𝑝𝑖𝐴𝑝(r) − 𝐵∗
𝑝(r)

2 + 𝜇0𝛾 𝐴𝑝(r) + 𝐵∗
𝑝(r)

2 [𝐻0 + 𝐻dip,𝑧(𝑀𝑠 ̂z, r) + 𝐻ex,𝑧(𝑀𝑠 ̂z, r)] ,

(1.53)
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其中𝑀𝑠 = 𝛾ℏ𝑆。通过比较式 1.53和式 1.45，我们发现通过变换

𝑀𝑝
𝑥(r) =1

2 (𝐴𝑝(r) + 𝐵∗
𝑝(r)) ,

𝑀𝑝
𝑦 (r) = 𝑖

2 (𝐴𝑝(r) − 𝐵∗
𝑝(r)) . (1.54)

方程 (1.53)与方程 (1.45)相同，这意味着 𝐴𝑝(r) 和 𝐵𝑝(r) 和磁化强度的模式振幅
𝑀𝑝

𝑥,𝑦(r)通过式 (1.54)联系起来。由此，自旋算符可以根据磁化强度振幅𝑀𝑝
𝑥,𝑦(r)，用

磁振子算符 {𝑚̂𝑝, 𝑚̂†
𝑝}展开，其展开形式为

̂𝑆𝑥(r) =
√

2𝑆
2 ∑

𝑝
[(𝐴𝑝(r) + 𝐵∗

𝑝(r)) 𝑚̂𝑝 + H.c.] =
√

2𝑆 ∑
𝑝

(𝑀𝑝
𝑥(r)𝑚̂𝑝 + H.c.) ,

̂𝑆𝑦(r) =
√

2𝑆
2 ∑

𝑝
[𝑖 (𝐴𝑝(r) − 𝐵∗

𝑝(r)) 𝑚̂𝑝 + H.c.] =
√

2𝑆 ∑
𝑝

(𝑀𝑝
𝑦 (r)𝑚̂𝑝 + H.c.) ,

(1.55)

其中，振幅是根据方程 (1.44)归一化 [42,43],具体来说

∫ 𝑑r (𝑀𝑝
𝑥(r)𝑀𝑝′∗

𝑦 (r) − 𝑀𝑝′∗
𝑥 (r)𝑀𝑝

𝑦 (r)) = ∫ 𝑑r 𝑖
2 (−𝐴𝑝(r)𝐴∗

𝑝′(r) + 𝐵∗
𝑝(r)𝐵𝑝′(r))

= − 𝑖
2𝛿𝑝𝑝′, (1.56a)

∫ 𝑑r (𝑀𝑝
𝑦 (r)𝑀𝑝′

𝑥 (r) − 𝑀𝑝
𝑥(r)𝑀𝑝′

𝑦 (r)) = ∫ 𝑑r 𝑖
2 (𝐴𝑝(r)𝐵∗

𝑝′(r) − 𝐵∗
𝑝(r)𝐴𝑝′(r)) = 0.

(1.56b)

1.2 超导体的电磁响应

1.2.1 超导体电磁近邻效应的唯象理论

超导体的一般电动力学性质与电磁场的频率 𝜔相关，我们聚焦于磁振子与超导
体电子间的相互作用，而与之相关的电磁场频率足够低（≲ 100GHz），所以我们能
够借助二流体模型来阐释超导体的电动力学性质。

基于二流体模型的超导体电动力学是由伦敦（London）等人 [44]提出的。他们认

为，在超导转变温度 𝑇𝑐 以下，超导体内部存在两种载流子，即正常电流和超电流。

其中，密度为 𝜌𝑛 的正常流体以速度 v𝑛 运动，它会受到杂质和声子的散射；而密度

为 v𝑠的超流体以速度 v𝑠运动，且不受散射影响。这里，𝜌𝑠 + 𝜌𝑛等于净电子密度 𝜌𝑒。

对于在材料中以频率 𝜔振荡的电场，它会同时驱动正常电流和超电流，这两种电流

13
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满足

𝑒E − 𝑚𝑒
v𝑛
𝜏 = 𝑚𝑒

𝜕v𝑛
𝜕𝑡 = −𝑖𝜔𝑚𝑒v𝑛,

𝑒E = 𝑚𝑒
𝜕v𝑠
𝜕𝑡 = −𝑖𝜔𝑚𝑒v𝑠, (1.57)

其中𝑚𝑒是电子的质量，𝜏 是电子散射的弛豫时间。由此，超电流和正常电荷电流可
表示为

J𝑠 = 𝜌𝑠𝑒v𝑠 = 𝑖𝜌𝑠𝑒2

𝑚𝑒𝜔 E, (1.58)

J𝑛 = 𝜌𝑛𝑒v𝑛 = [ 𝜌𝑛𝑒2𝜏
𝑚𝑒(1 + 𝜔2𝜏2) + 𝑖𝜌𝑛𝑒2𝜏

𝑚𝑒

𝜔𝜏
1 + 𝜔2𝜏2 ]E. (1.59)

在超导体内部，电场会同时驱动出正常电流 J𝑛和超流 J𝑠，总电流 J = J𝑛+J𝑠 = 𝜎̃(𝜔)E，
其中电导率 𝜎̃(𝜔)为 [45–47]

𝜎̃(𝜔) = 𝜌𝑛𝑒2𝜏
𝑚𝑒

1
1 + 𝜔2𝜏2 + 𝑖 (𝜌𝑛𝑒2𝜏

𝑚𝑒

𝜔𝜏
1 + 𝜔2𝜏2 + 𝜌𝑠𝑒2

𝑚𝑒

1
𝜔) . (1.60)

超流体密度 𝜌𝑠和正常流体密度 𝜌𝑛决定着这两种电流的大小。他们与温度密切相关。

当 𝑇 < 𝑇𝑐时，𝜌𝑠(𝑇 ) = 𝜌𝑒[1 − (𝑇 /𝑇𝑐)4]，𝜌𝑛(𝑇 ) = 𝜌𝑒(𝑇 /𝑇𝑐)4，温度会对电流大小产生

显著影响。由于对于微波频率 𝜔 ≲ 100GHz而言，𝜔𝜏 ≪ 1，所以一般情况下我们有

𝜎̃(𝜔, 𝑇 ) ≈ 𝜌𝑛(𝑇 )𝑒2𝜏
𝑚𝑒

+ 𝑖𝜌𝑠(𝑇 )𝑒2

𝑚𝑒

1
𝜔 = 𝜎𝑛(𝑇 ) + 𝑖 1

𝜔𝜇0𝜆2
𝐿(𝑇 ), (1.61)

其中 𝜎𝑛(𝑇 ) = 𝜌𝑛(𝑇 )𝑒2𝜏/𝑚𝑒是正常金属的电导率，𝜆𝐿(𝑇 ) = √𝑚𝑒/(𝜇0𝜌𝑠(𝑇 )𝑒2)是伦
敦趋肤长度。由此，在超导体内部，当 𝑇 < 𝑇𝑐 时，总电流 J = J𝑠 + J𝑛 = 𝜎̃E；当
𝑇 > 𝑇𝑐 时，超导体转变为正常金属，此时 𝜎̃ = 𝜎𝑛。

另一方面，在超导体内部，麦克斯韦方程组可表示为 [48]

∇ × E(r, 𝑡) = −𝜇0
𝜕H(r, 𝑡)

𝜕𝑡 , ∇ ⋅ 𝜇0H(r, 𝑡) = 0, (1.62a)

∇ ⋅ E(r, 𝑡) = 0, ∇ × H(r, 𝑡) = J(r, 𝑡) + 𝜀0
𝜕E(r, 𝑡)

𝜕𝑡 , (1.62b)

其中，我们假设超导体内部的磁导率为真空磁导率为 𝜇0。对式 (1.62a)中的第一个方

程取旋度，并将式 (1.62b)代入其中，我们可以得到超导体内部电场 E的运动方程

∇2E + 𝑘2
𝑆E = 0, (1.63)
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其中我们运用了关系 J = 𝜎̃E。此时，波矢 𝑘𝑆 = √𝜔2𝜇0𝜀0 + 𝑖𝜔𝜇0𝜎̃并不是一个实数。在
低温 𝑇 ≪ 𝑇𝑐的情况下，𝜎̃ ≈ 𝑖/(𝜔𝜇0𝜆2

𝐿)，此时 𝑘𝑆 ≈ √𝜔2𝜇0𝜀0 − 1/𝜆2
𝐿。对于传统超导

体，𝜆𝐿 ∼ 100 nm，并且对于低频𝜔 ∼ 100GHz，1/𝜆2
𝐿 ≈ 1014 ≫ 𝜔2𝜇0𝜀0 ≈ 1.1×105 m−2，

这样 𝑘𝑆 ≈ ±𝑖/𝜆𝐿 是纯虚数。在这种情况下，超导体内部电场的解为 E ∝ 𝑒−𝑥/𝜆𝐿，

它以大约为 ∼ 𝜆𝐿 的衰减长度衰减。类似地，我们可以得到磁场的运动方程。对

式 (1.62b)中的第二个方程取旋度，并将式 (1.62a)代入其中，可得

∇2H + 𝑘2
𝑆H = 0. (1.64)

磁场满足与电场方程 (1.63)相同的方程。这意味着磁场仅存在于超导体靠近表面的

区域，其特征穿透深度为 𝜆𝐿，即迈斯纳效应。

1.2.2 超导­铁磁系统电磁近邻效应的一般理论

鉴于铁磁体的磁化强度与超导体的库珀对之间存在相互偶极作用，在本小节中，

我们对二者间的自洽动力学，也就是它们的电磁近邻相互作用进行了一般性的阐释。

对于近邻的超导体­铁磁体异质结构，由磁化强度M(r, 𝑡)发出的偶极场会进入超导
体，并产生迈斯纳超流。这些电流会产生奥斯特磁场，而该磁场又会反过来影响铁磁

层中的磁化动力学。磁振子与库珀对超电流之间电磁邻近效应的微观过程如图 1.1所

示

图 1.1 通过电磁邻近效应实现的磁振子与库珀对超流之间的耦合。

如图 1.2所示，我们将这样一个耦合系统划分为三个区域，即真空区域、超导体

区域和铁磁体区域，这三个区域被三个边界分隔开来，也就是超导体­铁磁体边界 Γ1

、超导体­真空边界 Γ2以及铁磁体­真空边界 Γ3。由于偶极相互作用，电磁场会在整

个空间中形成特定的分布，而在不同的区域，电磁场遵循的麦克斯韦方程组的形式

也不同。在真空或绝缘体内部，由于不存在自由电荷，电场满足∇ ⋅ E(r, 𝑡) = 0。即
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使在金属中，当受到电场作用时，自由电荷积累会随着弛豫时间 𝜏 迅速衰减。根据
电荷守恒，自由电荷 𝜌𝑓 随时间的变化遵循

𝜕𝜌𝑓
𝜕𝑡 = −∇ ⋅ J. (1.65)

另一方面，根据欧姆定律

∇ ⋅ J = 𝜎∇ ⋅ E = 𝜎
𝜀 𝜌𝑓 . (1.66)

结合两个方程，我们发现自由电荷密度 𝜌𝑓(𝑡) = 𝜌0𝑒−(𝜎/𝜀)𝑡,其中 𝜌0 是 𝑡 = 0刻的自
由电荷密度,所以自由电荷密度 𝜌𝑓(𝑡)会在弛豫时间 𝜏 = 𝜀/𝜎 内衰减。通常情况下，
对于经典导体铜，其弛豫时间 𝜏 ∼ 10−19 秒，所以对于微波频率 𝜔 ≲ 100 GHz而言，

𝜔𝜏 ≪ 1。也就是说，在微波时间尺度上，自由电荷的涨落几乎瞬间就衰减为零，基
于此，我们可以假设：除了在边界或界面之外，方程∇ ⋅ E(r, 𝑡) = 0在整个空间区域
内均是成立的。由此，麦克斯韦方程组便可以表述为

∇ ⋅ E(r, 𝑡) = 0, ∇ ⋅ 𝜇0[H(r, 𝑡) + M(r, 𝑡)] = 0, (1.67a)

∇ × E(r, 𝑡) = −𝜕B(r, 𝑡)
𝜕𝑡 , ∇ × H(r, 𝑡) = J(r, 𝑡) + 𝜀𝑟

𝜕E(r, 𝑡)
𝜕𝑡 , (1.67b)

其中 𝜀𝑟 是取决于材料的介电常数：在铁磁体内部 𝜀𝑟 = 𝜀𝐹 ，而在超导体内部或真空

中，𝜀𝑟 = 𝜀0，为真空介电常数。

在铁磁体内部，磁化强度M和磁场 H共同构成了磁感应强度 B = 𝜇0(H + M)。
另一方面，根据欧姆定律，电流 J与电场 E成正比，即 J = 𝜎𝐹E，其中在铁磁金属内

部电导率 𝜎𝐹 ≠ 0，而在铁磁绝缘体内 𝜎𝐹 = 0。对式(1.67b)取旋度，我们得到频率为 𝜔
的电场 E和磁场H的运动方程，总结于表1.1中，其中系数 𝑘𝐹 = √𝜔2𝜇0𝜀𝑟 + 𝑖𝜔𝜇0𝜎𝐹。

表 1.1 不同区域中电场和磁场的动力学方程，其中 𝑘𝐹 = √𝜔2𝜇0𝜀𝐹 + 𝑖𝜔𝜇0𝜎𝐹 , 𝑘𝑆 =
√𝜔2𝜇0𝜀0 + 𝑖𝜔𝜇0𝜎̃, 𝑘0 = √𝜔2𝜇0𝜀0。

电场 磁场

在铁磁中 ∇2E + 𝑘2
𝐹E = −𝑖𝜔𝜇0∇ × M ∇2H + 𝑘2

𝐹H = −∇(∇ ⋅ M) − 𝑘2
𝐹M

在超导体中 ∇2E + 𝑘2
𝑆E = 0 ∇2H + 𝑘2

𝑆H = 0

在真空中 ∇2E + 𝑘2
0E = 0 ∇2H + 𝑘2

0H = 0
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图 1.2 超导体­铁磁体异质结构被划分为三个区域（超导体区域、铁磁体区域、真空区域），
并由三个边界（Γ1, Γ2, Γ3）分隔开来。在铁磁体内部，磁化强度M ≠ 0；而在超导体
内部，存在总电流 J(r, 𝑡)，它包括正常电流 J𝑛(r, 𝑡)和超电流 J𝑠(r, 𝑡)。电磁场存在于
整个空间中，其分布由麦克斯韦方程组以及边界条件所决定。

在超导体内部，受驱动的超流会对电磁场产生反作用。根据二流体模型（见

章节1.2.1），电场在超导体内部会同时产生正常电流 J𝑛 和超电流 J𝑠 ，总电流

J = J𝑛 + J𝑠 。我们在表 1.1中总结了超导体内部电场 E和磁场 H的运动方程，其中

系数 𝑘𝑆 = √𝜔2𝜇0𝜀0 + 𝑖𝜔𝜇0𝜎̃
在真空中，电场 E 和磁场 H 满足如表 1.1所示的波动方程，其中波矢 𝑘0 =

√𝜔2𝜇0𝜀0 = 𝜔/𝑐，该波矢由光速 𝑐 = 1/√𝜇0𝜀0和频率 𝜔决定。
另一方面，对于边界条件，根据方程(1.67b)，电场 E的切向分量 E∥ 在界面处

是连续的。并且由于不存在表面电流，磁场 H的切向分量 H∥ 也是连续的。因为

∇ ⋅ B = 0，所以磁感应强度 B的法向分量 B⟂ = 𝜇0(H⟂ + M⟂)在边界处是连续的。
最后，对于电场 E的法向分量 E⟂，对方程(1.67b)中的第二个方程取散度，我们得到

∇ ⋅ [J(r, 𝑡) + 𝜀𝑟𝜕𝑡E(r, 𝑡)] = 0，这样一来，电流的法向分量 J⟂与位移电流 𝜀𝑟𝜕𝑡E⟂之

和是连续的。在不同的区域内，J⟂与 𝜀𝑟的形式不同，具体来说

在真空中 ∶ 𝜀𝑟 = 𝜀0, J⟂ = 0,

在铁磁金属中 ∶ 𝜀𝑟 = 𝜀𝐹 , J⟂ = 𝜎𝐹E⟂,

在铁磁绝缘体中 ∶ 𝜀𝑟 = 𝜀𝐹 , J⟂ = 0,

在超导体中 ∶ 𝜀𝑟 = 𝜀0, J⟂ = J𝑛⟂ + J𝑠⟂ = 𝜎̃E⟂. (1.68)
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电场 E的法向分量 E⟂的另一个边界条件来自方程 ∇ ⋅ E = 0。我们注意到，由于电
荷积累，这个方程在边界处并不成立；然而，在低频情况下，它在材料内部仍然适用。

根据电场的切向分量 E∥在界面处连续这一条件，𝜕∥E∥也是连续的，再结合∇ ⋅E = 0
，我们发现 𝜕⟂E⟂在界面处是连续的。我们在表 1.2中列出了所有的边界条件。

1.3 超导­铁磁系统电磁近邻效应理论及实验进展

在现代电子学领域，门控效应发挥着极为关键的作用。凭借门控效应，我们能

够在微观尺度下构建起可对电子实施精准调控的纳米结构，从而实现逻辑运算和信

息处理。自旋波或者磁振子，与电子一样，是潜力巨大的信息载体 [49–51]。在磁性绝

缘体中传播时，因其不涉及电荷的移动，得以有效规避目前电子作为载体时面临的

焦耳热问题。不过，自旋的门控操作存在较大难度，这是因为它无法直接与电压实

现耦合。因此，如何实现对磁子的调控成为了研究重点。近期，有研究提出借助电

磁邻近效应，利用超导体 [52–70],金属 [71–79]以及其他铁磁体 [80–90]等手段来实现对磁

振子的门控。本部分着重探讨超导­铁磁系统中电磁近邻效应在理论研究与实验探索

方面的前沿进展。这些进展主要集中于两种典型的结构构型，即超导­铁磁双层结构

和超导­铁磁­超导三层异质结结构。后面我们将针对这两类结构构型所取得的理论

及实验研究进展分别进行详细阐述。

1.3.1 超导­铁磁双层结构

1.3.1.1 理论进展

在之前的研究中，超导体常常被视为完美导体或者完美的抗磁体（𝜇 → −∞）。
例如，Golovchanskiy等人模拟了能够完全屏蔽杂散磁场的厚超导薄膜的对自旋波的

影响 [53,54]。具体来说，对于超导体­铁磁体双层结构，超导体能够以非互易的方式调

制静磁表面自旋波（即 Damon­Eshbach模式 [91]）。在这种情况下，面内波矢的方向

垂直于饱和磁化强度的方向，当面内波矢为正时，自旋波明显受到超导的调制，其

相速度得到显著提升。此外，对于我们在铁磁体上方构筑周期性超导体结构时，正

波数的自旋波会受到超导体的影响，从而产生一系列的禁带，这些预言体现了超导

体­铁磁体结构中超导体对自旋波色散关系的调控。

最近，Yu等人 [52] 提出可以利用薄超导体对铁磁绝缘体（如钇铁石榴石）中的

18



华 中 科 技 大 学 硕 士 学 位 论 文

表
1.
2
不
同
边
界

Γ 1
,Γ

2
和

Γ 3
处
的
边
界
条
件
.

Γ 1
:超
导

|铁
磁

Γ 2
:铁
磁

|真
空

Γ 3
:超
导

|真
空

H
∥

H
∥| 𝑆

=
H

∥| 𝐹
H

∥| 𝐹
=
H

∥| 𝑉
H

∥| 𝑆
=
H

∥| 𝑉
H

⟂
H

⟂
| 𝑆

=
(H

⟂
+
M

⟂
)| 𝐹

(H
⟂

+
M

⟂
)| 𝐹

=
H

⟂
| 𝑉

H
⟂

| 𝑆
=
H

⟂
| 𝑉

E ∥
E ∥

| 𝑆
=
E ∥

| 𝐹
E ∥

| 𝐹
=
E ∥

| 𝑉
E ∥

| 𝑆
=
E ∥

| 𝑉

E ⟂
(J

⟂
+

𝜀 0
𝜕 𝑡
E ⟂

)| 𝑆
=

(J
⟂

+
𝜀 𝐹

𝜕 𝑡
E ⟂

)| 𝐹
(J

⟂
+

𝜀 𝐹
𝜕 𝑡
E ⟂

)| 𝑆
=

(J
⟂

+
𝜀 0

𝜕 𝑡
E ⟂

)| 𝐹
(J

⟂
+

𝜀 0
𝜕 𝑡
E ⟂

)| 𝑆
=

(J
⟂

+
𝜀 0

𝜕 𝑡
E ⟂

)| 𝑉
𝜕 ⟂

E ⟂
| 𝑆

=
𝜕 ⟂

E ⟂
| 𝐹

𝜕 ⟂
E ⟂

| 𝐹
=

𝜕 ⟂
E ⟂

| 𝑉
𝜕 ⟂

E ⟂
| 𝑆

=
𝜕 ⟂

E ⟂
| 𝑉

19



华 中 科 技 大 学 硕 士 学 位 论 文

磁振子进行门控。当自旋波垂直于磁化方向传播时，自旋波产生的杂散磁场具有手

性，如图 1.3所示，即只有向右传播（𝑘𝑦 > 0）的自旋波能够在磁性薄膜上方产生杂
散场。当我们在磁性薄膜顶部放置一个超导体时，它只能与向右传播（𝑘𝑦 > 0）的自
旋波相互作用。穿透超导体的杂散磁场会驱动迈斯纳超导电流 J𝑠。随后，该超导电

流会产生一个奥斯特磁场 H̃，如图 1.3(b)所示，这个磁场会反过来作用于磁化强度。
从而对自旋波的色散进行手性的调控。我们首先证明自旋波产生的偶极场具有手性

特征。考虑厚度为 𝑠的钇铁石榴石磁性薄膜，如图 1.3所示，静磁场 Happ = 𝐻app ̂z使
饱和磁化强度M𝑠 沿 ̂z方向取向。当磁性薄膜非常薄时，各向同性的交换相互作用
主导着自旋波的传输性质。在这种情况下，我们忽略自旋波色散中的偶极相互作用

以及自旋波的椭圆度，这在参考文献 [52]中被证明是合理的。因此，振幅𝑚𝑦 ≈ 𝑖𝑚𝑥，

交换自旋波是圆偏振的。此外，对于很薄的铁磁薄膜，我们假设磁化强度沿厚度方

向是均匀的，由此，对于沿面内以频率 𝜔,波矢 k传输的自旋波，

M𝑥(𝜌𝜌𝜌;k) =𝑚𝑥𝑒𝑖k⋅𝜌𝜌𝜌𝑒−𝑖𝜔𝑡,

M𝑦(𝜌𝜌𝜌;k) =𝑖M𝑥(𝜌𝜌𝜌;k), (1.69)

其中 𝜌𝜌𝜌 = 𝑦 ̂y+ 𝑧 ̂z。因此，通过将本征模方程 (1.69)代入方程 (1.23)，我们得到了薄膜

上方的偶极场

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝐻𝑥(r, 𝑡; k)

𝐻𝑦(r, 𝑡; k)

𝐻𝑧(r, 𝑡; k)

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠𝑑

= 1
2𝑒−|k|𝑥(|k| + 𝑘𝑦)

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

1

−𝑖𝑘𝑦/|k|

−𝑖𝑘𝑧/|k|

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

𝑒−𝑖𝜔k𝑡 ∫
0

−𝑠
𝑚(0)

𝑥 (𝑥′, 𝜌; k)𝑒|k|𝑥′𝑑𝑥′.

(1.70)

根据方程 (1.70)，我们可以发现偶极场的特殊手性。当自旋波垂直于磁化方向传播，

即 |k| = |𝑘𝑦|时，这种手性最为明显。在这种情况下，方程 (1.70)中的项 (|k| + 𝑘𝑦)/2
变为 (|𝑘𝑦| + 𝑘𝑦)/2。当 𝑘𝑦 < 0时，(|k| + 𝑘𝑦)/2 = 0；而当 𝑘𝑦 > 0时，该项变为 1。如

图 1.3所示，只有向右传播的自旋波能够在薄膜上方产生偶极场。接下来我们在铁磁

薄膜上放一层超导体薄膜，可以预期，右传播的自旋波能够被超导所调制。一般来

说，由于超导迈斯纳效应，磁场只能渗透到超导体内 𝜆𝐿，即伦敦趋肤深度的量级，

然而，对于超薄（厚度小于伦敦趋肤深度）的超导体，磁场会穿过超导体，进而在

超导体内驱动超流，而超流会产生影响自旋波传输的奥斯特磁场，进而对自旋波色
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散进行调控。Yu等人发现，此时磁振子频率会以一种手性的方式发生显著偏移，其

偏移量遵循公式

𝛿𝜔k = 𝑑
4𝑒−|k|( 𝑠

2 +𝑑) 1 − 𝑒−|k|𝑠

|k| 𝜇2
0𝛾𝑀𝑠

𝜌𝑒𝑒2

𝑚𝑒
( 𝑘𝑦

|k| + ∣ 𝑘𝑦
|k| ∣) . (1.71)

其中 𝑑为超导体的厚度。当 𝑘𝑦 < 0时, 𝛿𝜔k = 0，频率偏移量为 0，而当 𝑘𝑦 > 0时，频
率会发生移动。如图1.3(c)所示，当自旋波沿 ̂y­方向传播时，色散的非互易性尤为明
显。其中，当 𝑘𝑦 > 0时，其频率会发生显著移动。对于厚度 𝑠 = 20纳米的钇铁石榴
石薄膜和厚度 𝑑 = 40纳米且电子密度 𝜌𝑒 = 1029/m3 [92] 的超导氮化铌（NbN）薄膜

组成的超导­铁磁异质结结构，当外磁场 𝜇0𝐻app = 300 mT且 𝑘𝑦 = |k| ≪ {1/𝑑, 1/𝑠}
时，频移达到可观的 𝛿𝜔 ≈ 45GHz。

图 1.3 通过超导体对磁振子进行手性门控。向右（向左）传播的自旋波在薄膜上方（下方）
发出偶极磁场 H𝑑。(b)超导体通过由超导电流产生的奥斯特磁场反过来作用于磁化强
度。(c)由超导门控所诱导的、具有动量 𝑘𝑦 ̂y的自旋波色散关系。
图片来源：图 (c)源于文献 [52]。

Kuznetsov和 Fraerman在稍不同的结构中，通过考虑偶极相互作用，同样预测了

超导体对磁振子的手性门控效应 [55]。如图1.4所示，他们考虑了一个厚度为 ℎ的薄铁
磁体放置在厚度假定为无穷大的厚超导体之上。与 Yu等人不同，他们利用镜像法分

析了该系统中的电磁邻近效应。为了方便理解，这里我们简要介绍一下镜像法。

镜像法——对于铁磁体 ­超导体双层结构，当通过偶极相互作用耦合时，展示超

导体对铁磁体中磁化动力学影响的一种便捷方法是镜像法 [93]。这种方法的关键思想

是将超导体视为磁导率 𝜇 → −∞的理想抗磁体，如图 1.4所示。该方法忽略了由于
超导体的迈斯纳效应导致的磁场在伦敦穿透深度内的有限穿透情况。不过，它仍能

定性地解释磁化强度与超导体之间的相互作用。在这个假设下，超导体内部 B = 0。
结合麦克斯韦方程 ∇ ⋅ B = 0，B的法向分量 B⟂ 连续这一边界条件要求在界面处法
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向分量 B⟂ 为零。接下来，镜像法将超导体对铁磁体的影响等效为超导体内部的有

效磁化强度对铁磁体的影响，并且该有效磁化强度产生的磁感应强度满足边界条件。

例如，对于放置在无限大超导体上方的单个磁矩 m1 = {𝑚(1)
𝑥 , 𝑚(1)

𝑦 , 𝑚(1)
𝑧 }，通过引入

镜像偶极子 m2 = {−𝑚(1)
𝑥 , 𝑚(1)

𝑦 , 𝑚(1)
𝑧 }可以满足边界条件，如图 1.4所示。对于边界

上的任意位置 P，总磁感应强度 B = B1𝑃 + B2𝑃，其中

B1𝑃 = 𝜇0
4𝜋

3n1𝑃 (n1𝑃 ⋅ m1) − m1
|𝑅1𝑃 |3 ,

B2𝑃 = 𝜇0
4𝜋

3n2𝑃 (n2𝑃 ⋅ m2) − m2
|𝑅2𝑃 |3 , (1.72)

分别是由 m1和 m2在位置 P处产生的磁感应强度。根据图 1.4，n1𝑃 = {𝑛𝑥, 𝑛𝑦, 𝑛𝑧}，
n2𝑃 = {−𝑛𝑥, 𝑛𝑦, 𝑛𝑧}是从磁矩指向界面上位置 P的单位向量，并且 |𝑅1𝑃 | = |𝑅2𝑃 | =
|𝑅|是从磁矩到位置 P的距离。因此，其法向分量

B⟂ =B1𝑃,⟂ + B2𝑃,⟂

=𝜇0
4𝜋 [3𝑛𝑥(𝑛𝑥𝑚(1)

𝑥 + 𝑛𝑦𝑚(1)
𝑦 + 𝑛𝑧𝑚(1)

𝑧 ) − 𝑚(1)
𝑥

|𝑅|3

+ −3𝑛𝑥(𝑛𝑥𝑚(1)
𝑥 + 𝑛𝑦𝑚(1)

𝑦 + 𝑛𝑧𝑚(1)
𝑧 ) + 𝑚(1)

𝑥
|𝑅|3 ] = 0, (1.73)

满足边界条件。

通过将镜像法应用于铁磁体 ­超导体双层结构，自旋波向不同方向（+q和 −q）

传播以及它们在超导体中镜像偶极子的瞬态图像如图 1.4(𝑐)和 (𝑑)所示。对于垂直
于外加磁场 Hext 的正波矢 q和负波矢 q，磁偶极子及其镜像的分布是不同的，这导

致了偶极子与其镜像的相互作用同样不同。例如，一个偶极子 i与另一个偶极子 j耦

合的成对相互作用能 𝐸𝑖𝑗为

𝐸𝑖𝑗 = −m𝑖 ⋅ B𝑗→𝑖 = 𝜇0
4𝜋

−3(n𝑗𝑖 ⋅ m𝑖)(n𝑗𝑖 ⋅ m𝑗) + m𝑖 ⋅ m𝑗
|𝑅𝑗𝑖|3

, (1.74)

其中 B𝑗→𝑖 是偶极子 j在偶极子 i处产生的磁感应强度，|𝑅𝑗𝑖|是偶极子 i和 j之间的

距离，n𝑗𝑖是从偶极子 j指向 i的单位向量。从图 1.4(𝑏)和 (𝑐)中的系统对称性可以看
出，铁磁体中的偶极子与超导体中的偶极子之间的相互作用能取决于波的传播方向。

例如，在图 1.4(𝑏)中，具有 +q的偶极子 1和偶极子 2′ 之间的相互作用能，与具有

−q的偶极子 2和偶极子 1′ 之间的相互作用能是不同的。实际上，对于向左传播的
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图 1.4 展示了位于理想导体上方的两个不同极化的偶极子，以及它们的镜像偶极子，这些镜
像偶极子产生的磁感应强度满足边界条件。(b)和 (c)是在由外磁场 Hext 偏置的铁磁
体 ­超导体双层结构中，自旋波及其镜像沿着波矢±q ⟂ Hext（即波矢±q垂直于外磁
场 Hext）向相反方向传播的瞬态图像。(d)分别展示了在铁磁体 ­超导体双层结构中，
具有不同伦敦穿透深度 𝑙𝑠 = {0, ∞}（即 𝑙𝑠取值为 0和无穷大）时的自旋波色散关系。
图片来源：图 (a)源于文献 [93],图 (b), (c), (d)源于文献 [55]。

自旋波，n2′1几乎与磁偶极子 m1和 m2′ 平行。然而，对于向右传播的自旋波，n2′1

几乎与磁偶极子垂直。因此，由于向量 (n12′ ⋅ m1)(n12′ ⋅ m2)取决于自旋波的传播方
向，一般来说 𝐸+

12′ > 𝐸−
12′，其中“+”和“−”分别对应+q和−q方向。所以，向右

传播的自旋波的耦合能大于向左传播的自旋波的耦合能，这意味着自旋波色散具有

非互易性，即 +q分支相对于 −q分支存在高频偏移。Kuznetsov和 Fraerman使用麦

克斯韦方程和伦敦方程，针对不同的伦敦穿透深度 𝑙𝑠，计算了这种结构中的自旋波
色散。如图 1.4(𝑑)所示，当 𝑙𝑠 = 0时，色散中呈现出明显的非互易性，而当 𝑙𝑠 → ∞
时，由于超导性消失，非互易性也随之消失。

1.3.1.2 实验进展

在 2018年, Golovchanskiy等人报道了铁磁体­超导体双层异质结构中存在的非常

规微波吸收现象 [94]。在该实验中，他们将宽度为W、厚度为 d的坡莫合金（Py）薄膜

放置在由铌（Nb）共面波导制成的传输线上，并使用矢量网络分析仪（VNA）进行
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微波吸收光谱测量。如图 1.5中的黑色曲线所示，在超导转变温度 𝑇𝑐 以下，除了主

要吸收峰外，还观察到了几个较弱的额外吸收峰，这些吸收峰用整数 𝑛 = {1, 2, 3, 4}
标记。当增加磁场时，额外的吸收峰依然存在，如图 1.5中的红色和蓝色曲线所示。
然而，当 𝑇 > 𝑇𝑐时，额外的吸收峰消失了，并且与 𝑇 < 𝑇𝑐时相比，主要吸收峰的频

率有微小的偏移，如图中虚线所示。在超导转变温度 𝑇𝑐 以上和以下呈现出的这些不

同的吸收特征，表明了超导性对磁化动力学的影响。图 1.5中的主吸收峰代表着磁
性薄膜里的铁磁共振（FMR）模式，其频率 𝑓𝑟 与外加磁场 𝐻、有效各向异性场 𝐻a

以及饱和磁化强度𝑀𝑠相关

(2𝜋𝑓/𝛾)2 = (𝐻 + 𝐻𝑎)(𝐻 + 𝐻𝑎 + 𝑀𝑠), (1.75)

其中 𝛾 为旋磁比。通过对比当 𝑇 < 𝑇𝑐 和 𝑇 > 𝑇𝑐 时数据在公式 (1.75)中的拟合参

数，发现共面波导的超导性通过有效增强有效各向异性场 𝐻𝑎 约 8%，从而提高了
铁磁共振频率：当 𝐻 = 3.1 × 104 A/m时，频率偏移约为 0.02 GHz，即 𝑇 < 𝑇𝑐 时

𝑓𝑟 = 2.47 GHz，𝑇 > 𝑇𝑐时 𝑓𝑟 = 2.45 GHz，如图 1.5所示。另一方面，较小的吸收则
代表自旋波共振。如图 1.5所示，根据文献 [94]，所观测到的自旋波共振（SWR）模式

被确认为静磁表面驻波（MSSW）。Golovchanskiy等人采用如上所述的镜像法 [55,93]，

对超导体对自旋波模式的影响展开分析，通过数值模拟，他们发现超导体会提升静

磁表面驻波（MSSW）模式的本征频率。

随后在 2019年，Golovchanskiy等人 [65]开展了更为深入的研究工作。他们通过

在铁磁薄膜之上布置等间距的超导体条带，成功构建出磁子晶体，此结构的具体形

态如图 1.5(𝑏)所示。其中，具有三角形横截面的铌（Nb）条带以均匀间隔的方式排

列于坡莫合金（Py）薄膜的上方，而坡莫合金薄膜则沉积在由铌制成的超导共面波

导之上。为了获取相关的电磁特性数据，研究团队运用矢量网络分析仪对铁磁共振

吸收光谱进行了精确测量。当温度 𝑇 低于超导转变温度 𝑇𝑐时，所测得的铁磁共振光

谱结果如图 1.5(𝑒)所示。令人意外的是，在该光谱中清晰地观测到了两个铁磁共振
信号，其中以黑点标识的被命名为“FMR I”，以红点标识的则被称作“FMR II”。进

一步的研究表明，当温度升高至 𝑇 > 𝑇𝑐时，原本分离的这两种模式会合并为单一信

号，这一显著的变化充分彰显了超导体在该体系中所发挥的独特作用。

Golovchanskiy等人借助镜像法对该效应予以阐释。其核心观点为，超导体对坡

莫合金（Py）内铁磁共振（FMR）所施加的影响，与超导体内部产生的镜像磁化强
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度所引发的影响等效。此时，超导体被视作理想抗磁体。所以，在超导体内部，磁

感应强度 B = 0。由此，外部施加的磁场 H会在超导体条带内部各处感应出等效磁

化强度Msc(𝐻) = −H。鉴于样品安置于超导铌（Nb）波导顶部，每一个带有感应磁

化强度M的超导条带，都存在一个相对于超导波导表面的镜像，如图 1.5(𝑏)的下半
部分所示。这些感应产生以及镜像的磁化强度M，会在坡莫合金薄膜中沿 ̂x方向释
放出静态杂散磁场（偶极场），如图 1.5(𝑏)下半部分中的黑色箭头所示。然而，在该
分析过程中，超导体对坡莫合金薄膜内动态磁化强度的作用被忽略了。周期性分布

的超导体条带将铁磁薄膜划分为两个不同区域：其中在区域 I中，坡莫合金被带有

其镜像的超导体条带所覆盖，而在区域 II中，坡莫合金未被超导体覆盖。区域 I与

区域 II环境的差异，意味着两者具有不同的磁化动力学特性。具体而言，区域 I中

的超导条带在坡莫合金薄膜内沿 ̂x方向感应出的平均磁场为 𝐻I(𝐻) ≈ 0.18𝐻，区域
II中的平均磁场则为 𝐻II(𝐻) ≈ −0.27𝐻。因此，通过把公式 (1.75)中的 H分别替换

为 𝐻 + 𝐻I(𝐻)与 𝐻 + 𝐻II(𝐻)，能够对实验数据进行拟合，这两种替换分别对应着
两种铁磁共振情形。如图 1.5(𝑒)中的虚线曲线所示，经过磁场重整化处理的 Kittel

公式 (1.75)，在低磁场 𝜇0𝐻 < 10 mT的条件下，与测量结果契合度良好。然而，当

𝜇0𝐻 > 10 mT时，拟合结果与实验数据之间出现偏差。这极有可能是由于在第一

超导临界场 𝐻c1 之上，超导体的完全抗磁性遭到破坏。在此状况下，磁通量开始以

涡旋（Abrikosov vortices）的形式穿透超导条带，同时铌条带针对外界磁场的理想

抗磁响应也被破坏。故而，当 𝜇0𝐻 > 𝜇0𝐻c1 ≈ 10 mT时，Golovchanskiy等人通过

固定超导体在 𝐻c1 处的抗磁响应来调整拟合方式，即运用公式 (1.75)，将 H替换为

𝐻 + 𝐻I(𝐻c1)和𝐻 + 𝐻II(𝐻c1)。在高磁场条件下，两者的拟合效果均十分理想，如图
1.5(𝑒)中的实线曲线所示。作者着重指出，这种铁磁共振谱呈现出非线性特征，原
因在于当𝐻 < 𝐻c1和𝐻 > 𝐻c1时，其表现出不同特性，这一点在图 1.5(𝑒)的插图中
也有所反映，其中两个区域的铁磁共振频率差Δ𝑓𝑟 = 𝑓I − 𝑓II，在磁场从 0变化至 10

mT的过程中迅速增大，随后在更高磁场下缓慢减小。

最近，Borst等人借助金刚石中的点缺陷（NV center），成功观测到了磁振子频

率的偏移现象 [95]。他们所搭建的实验装置如图 1.6所示。两条金（Au）条带，放置

在钇铁石榴石（YIG）薄膜上，用作自旋波的发生器。在两条金（Au）条带中间，放

置了一层钼徕（MoRe）超导薄膜，该薄膜用作充当自旋波调制器。为实现对自旋波
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图 1.5 在几个固定磁场 𝐻 下，不同微波频率 𝑓 对应的微波传输系数 𝑆21. (b)磁子晶体的示
意图及其唯象模型 (e)铁磁共振（FMR）频率与外部磁场 𝐻 的依赖关系。
图片来源: 图 (a)源于文献 [94],图. (b), (c),源于文献 [65]。

的成像目的，在样品顶部还包含了一层很薄具有点缺陷的金刚石膜。通过向位于左

侧的金条带施加微波电流，具有波矢 𝜅𝜅𝜅 = 𝑘𝑦 ̂y的自旋波被成功激发，并朝着右侧传
播，如图 1.6(b)所示。从图 1.6(b)中可以清晰地观察到，当 𝑇 > 𝑇𝑐（𝑇𝑐 为超导临界

温度）时，自旋波在MoRe薄膜下方能够正常地向右传播，且波长未发生任何变化。

然而，当 𝑇 < 𝑇𝑐 时，MoRe条带下方的自旋波受到了强烈的调制，具体表现为自旋

波的波长出现了明显的改变。这种波长的变化有力地证实了 Yu和 Bauer所预测的

频率偏移 [52]，这一点我们可以从图 1.6(c)中得到理解。当自旋在超导体下方传播时，
其色散特性发生了变化，如图 1.6(c)中的蓝线所示。然而，由于自旋波被恒定频率
的微波所激发，所以自旋波的频率本身并不会改变。为了与超导体内部的色散情况

相匹配，自旋波的波长发生了相应的变化，如图 1.6(c)所示。此外，通过沿 ̂z方向对
图像进行平均处理，可以在图 1.6(d)中可以清晰地看到自旋波的变化，并且从中发
现了一些新奇的现象。根据图 1.6(d)，令人感到奇怪的是，在超导条带左右两侧的自
旋波振幅似乎并没有出现衰减的情况。这一现象很可能意味着自旋波的传播距离相

较于正常情况要更长。针对这个问题，我们仔细计算了超导体­铁磁体双层系统中自

旋波的传播长度。研究表明，磁振子的群速度和寿命决定了自旋波的传播长度。超

导体对自旋波寿命的影响不大，但门控效应会使频率发生偏移，并极大地提高群速

度。通过这种方式，自旋波的传播长度可以提高数倍，甚至达到毫米级别，我们将

在第2章对此进行详细的讨论。
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图 1.6 实验装置的总体示意图。(b)展示了在超导居里温度 𝑇𝑐 之上和之下，自旋波的空间分
布图。(c)在钇铁石榴石（YIG）薄膜中，其自旋波色散为 𝑓YIG；而当 YIG薄膜被超导
体覆盖时，其色散被调制为 𝑓YIG/SC。研究发现，超导体的存在会导致自旋波的色散向
上移动，这种变化具体表现为在激发频率 𝑓1 不变这一特定条件下，自旋波的波长出
现了减小的现象。(d)是对 (b)中沿 ̂z方向进行平均后的数据，超导条带用黄色阴影表
示，我们发现在超导条带之间的自旋波振幅似乎没有衰减。
图片来源：图片源于文献 [95]。

1.3.2 超导­铁磁­超导三层异质结结构

1.3.2.1 实验进展

在 2018年，Sun等人 [68] 研究了一系列超导­铁磁异质结构中的铁磁共振现象。

如图 1.7所示，他们制作了一个超导­铁磁­超导异质结结构，其由两层厚度为 100纳

米的铌（Nb）超导层和一层厚度为 20纳米坡莫合金（Ni80Fe20）铁磁层组成。该异

质结构制作在二氧化硅（SiO2）衬底上。铁磁共振是在 X波段（约 9 GHz）的谐振

腔中测量的，其中，超导转变温度 𝑇𝑐约为 8.7 K。从图 1.7可以看出，当温度高于 𝑇𝑐

时，共振场随温度的变化很小。然而，当温度降至 𝑇𝑐 以下时，共振场 𝐻𝑟 迅速向下

偏移。当温度约为 4.2 K时，与高于 𝑇𝑐时的𝐻𝑟相比，共振场发生了巨大偏移，偏移

场约为 70 mT，这与高于 𝑇𝑐 时的铁磁共振场的一半相当。这种巨大的偏移表明超导

体对磁化动力学有很强的调制作用。之后在 2019年 [69]，Blamire等人进行了类似的

实验，他们将铌­坡莫合金­铌三层结构沉积在热氧化的硅衬底上。其中铌（Nb）膜
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的厚度 𝑡𝑁𝑏 = 100纳米，与它的伦敦穿透深度相当，而 Ni80Fe20 的厚度 𝑡𝑝𝑦 = 15纳
米。整个样品附着在共面波导上，而外加的直流磁场 𝐻 平行于薄膜平面，当发生
铁磁共振时，相同频率的微波会被铁磁体所吸收，因此，他们通过在固定微波频率

𝑓 ∼ 5­20GHz的情况下扫描外部静态磁场 𝐻，以测量微波的传输性质的方式测量测
量其铁磁共振（FMR）谱。他们发现，当 𝑇 > 𝑇𝑐（𝑇𝑐为超导临界温度）时，线宽和

共振场几乎与温度无关，而当当 𝑇 < 𝑇𝑐时，共振场朝着更低的方向偏移。具体来说，

当 𝑓 = 20GHz且温度降至 2 K时，共振场偏移约 30 mT，当 𝑓 = 10GHz时，偏移量
约为 45 mT，频率越低，共振场的偏移越明显。Golovchanskiy [96]等人从另一个角度

验证了该现象，与之前实验固定频率，测量共振场的方式不同，在实验中，他们固

定了外加的磁场，通过扫频的方式确认了超导­铁磁­超导三层异质结的 FMR频率。

在实验中，他们分别测试了三个不同厚度的样品，其中样品为 Nb(110纳米)­Py(19

纳米)­Nb(110纳米)，(b)样品为 Nb(140纳米)­Py(45纳米)­Nb(140纳米)，(c)样品为

Nb(110纳米)­Py(350纳米)­Nb(110纳米)。他们发现，当温度降低到 𝑇𝑐（超导临界温

度）以下时，共振频率会向更高频率偏移。其偏移量随着铁磁层和超导层厚度的增

加而增强。与 𝑇 > 𝑇𝑐 时相比，当 𝜇0𝐻 = 40 mT且 𝑇 ∼ 2 K时，构型的频率偏移约

5GHz；然而，在 (𝑏)中频率偏移变为 ∼ 9GHz，在 (c)中，仅当 𝑇 ∼ 8 K时频率偏移

就达到了 ∼ 12GHz，为该现象提供了更多的实验线索。然而，该效应对于结构配置
十分敏感。例如，如图 1.7(b)所示，当其中一层超导体的厚度变为 0，即在超导体 ­

铁磁体双层结构中，铁磁共振偏移消失（或仅有轻微偏移），同样的频率偏移消失的

现象也发生在超导体­铁磁体­绝缘体­超导体多层结构中，如图 1.7(c)所示。该现象

也得到了 Golovchanskiy等人的验证 [69,96,96,97]。

超导体­铁磁体­超导体（SC­F­SC）异质结构中铁磁共振（FMR）的巨大偏移

显示出磁振子与超导体之间的超强耦合。不仅如此，我们还可以在多层 SC­F 异

质结构中实现光子与磁振子的耦合。2021 年，Golovchanskiy 等人 [70] 将一系列由

绝缘体­超导体­铁磁体­超导体（I­SC­F­SC）多层组成的样品放置在 140 纳米厚

的铌（Nb）波导顶部，并使用矢量网络分析仪测量传输信号 |𝑆21|(𝑓, 𝐻)。其中，
外加偏置场沿 x̂ 方向，如图1.8所示。图1.8(b)­(d) 展示了在不同 𝐻 下，Si(30) 纳

米­Nb(102纳米)­Py(约 35纳米)­Nb(103纳米)样品（命名为 PM1）在 𝑇𝑐 以下 [(b,c)]

和 𝑇𝑐 以上 [(d)] 时的 𝑆21 测量结果。当 𝑇 > 𝑇𝑐 时，我们发现有一条单一的吸收
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图 1.7 不同异质结结构中铁磁共振共振场随温度的变化。图表示在超导­铁磁­超导结构中，
当 𝑇 < 𝑇𝑐时，其共振场发生大幅移动，图 (b)和图 (c)表示在超导­铁磁双层结构和超
导­绝缘体­铁磁­超导三层结构中共振场随温度的变化情况。
图片来源：图片来源于文献 [68]。

线，标记为 F线。F线代表了铁磁层的传统铁磁共振吸收，因为它遵循 Kittel关系

[2𝜋𝑓𝐹
𝑟 (𝐻)/(𝜇0𝛾)]2 = (𝐻 + 𝐻𝑎)(𝐻 + 𝐻𝑎 + 𝑀eff)，其中 𝑓𝐹

𝑟 (𝐻)是铁磁共振频率，𝜇0

是真空磁导率，𝛾 = 1.856 × 1011 rad (Ts)−1 是坡莫合金（Py）的旋磁比，𝐻𝑎 是与

外加场方向一致的各向异性场，𝑀eff 是有效磁化强度。拟合数据得出 𝜇0𝐻𝑎 ∼ 10−4

特斯拉可忽略不计，𝜇0𝑀eff = 1.13特斯拉，这对于薄膜中的坡莫合金来说是典型
值。然而，当 𝑇 < 𝑇𝑐 时，光谱直接发生变化。如图1.8(b)所示，存在三条吸收线，

大致呈直线的 F线对应于混合的 SC­F­SC子系统的铁磁共振吸收，这与当 𝑇 < 𝑇𝑐

时 SC­F­SC异质结构中铁磁共振频率向上偏移的实验结果一致 [68,69,96]。另一方面，

𝑆+和 𝑆−线呈现出反交叉的图像，表明两个耦合系统之间存在耦合。注意，我们可

以将整个 SC­I­SC­F­SC系统（如图1.8所示）分为两个子系统，即 SC­F­SC子系统

和 SC­I­SC子系统。特别地，在 SC­I­SC子系统中，光子相速度根据 Swihart表达式

̃𝑐 = 𝑐0√𝑑𝐼/𝜀𝐼(2𝜆𝐿 + 𝑑𝐼)降低，其中 𝑐0 是真空中的光速， ̃𝑐是修正后的光速，𝑑𝐼 是

绝缘体层的厚度，𝜀𝐼 是绝缘体层的介电常数，𝜆𝐿 是超导层的伦敦穿透深度。对于

实验样品，𝑑𝐼 = 30纳米，𝜀𝐼 ∼ 10，𝜆𝐿 = 90纳米，我们得到 ̃𝑐 = 0.12𝑐0，对于长度

𝐿 = 1.1毫米的谐振器，其谐振频率 𝑓𝑆
𝑟 = ̃𝑐/2𝐿 ≈ 17GHz。这个频率与图1.8(b)中零

场下微波谐振器的谐振频率完全匹配。因此，𝑆+ 和 𝑆− 线对应于在 SC­I­SC的微波

光子与在铁磁 SC­F­SC谐振器中的磁振子之间发生耦合的结果。
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图 1.8 所研究样品的示意图。沿 ̂x轴方向长度 𝐿 = 1.1毫米、沿 ̂y轴方向宽度𝑊 = 130微
米的绝缘体 ­超导体­铁磁体­超导体（I­S­F­S）薄膜样品，直接放置在超导共面波导
（CPW）中心线的顶部。磁场 H沿 ̂x方向施加，射频磁场 H𝑟𝑓 沿 ̂y轴方向振荡。橙色
箭头表示磁化强度M，蓝色箭头表示 SC­I­SC子系统中 Swihart模式的磁场分量。g
项表示光子与磁振子的耦合。(b)­(d)展示了样品在超导临界温度以上 (b)及以下（c
和 d）所测得的微波传输谱 𝑆21。
图片来源：图片来源于文献 [70]。

1.3.2.2 理论进展

在超导­铁磁­超导三层异质结结构中实现的超导­铁磁的超强耦合引起了人们广

泛的兴趣，然而该现象的形成原理，以及在超导­铁磁双层结构中消失的特点并没有

被很好的理解。

在 2021年，Mironov等人 [98]提出，在超导­铁磁­超导三层异质结结构中，超导

体可以在铁磁体中诱导出较大的退磁场，进而改变其铁磁共振的频率。为了更好地

理解，我们先从一个单层铁磁体薄膜的情况开始讨论。考虑一块具有 2ℎ × 2𝐿矩形
横截面的无限大铁磁板，并且假定铁磁板内部的磁化强度𝑀 是均匀的，且方向沿着
̂x轴。，其坐标系如图 1.9(c)所示。如果样品宽度 𝐿 → ∞，那么磁感应强度会被束缚
在铁磁体内部，此时 𝐵 = 𝜇0𝑀，而在铁磁板外部 𝐵 = 0。然而，若宽度 𝐿有限，铁
磁板会表现出与杂散磁场（偶极场）相关的退磁效应 [见图 1.9]。我们可以用磁荷法
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来估算其产生的退磁场。对于铁磁板，磁荷沿着边界 𝑥 = ±𝐿均匀分布，面密度分别
为 𝜎 = ±𝑀，并且感应出的杂散场 𝐻 位于 ̂x­ ̂z平面内。然而，如果 𝐿 ≫ ℎ，在铁磁
板薄膜中心（在 𝑥 = 𝑧 = 0处）由于其距离两个磁荷边界都非常远，因此其受到退磁
场的影响很弱。事实上，只有在距离 𝑥 = ±𝐿边缘约 ℎ的距离处，我们才可以明显
观察到退磁效应。当铁磁板（F板）放置在厚度远超过伦敦穿透深度 𝜆的无限大超
导体之上时，会出现非常相似的情况 [见图 1.9(b)]。此时铁磁板边缘感应出的杂散磁

场会被超导体所屏蔽，进而反过来增加铁磁薄膜中的抗磁效应。通过计算，他们发

现与单层铁磁薄膜情况相比，超导体可以使铁磁薄膜中心部分的磁场分量 𝐻𝑥 加倍。

然而，对于远离 𝑥 = ±𝐿边缘处的退磁效应，这同样可以忽略不计。Mironov指出，

如果厚度 2ℎ ≫ 𝜆的铁磁板夹在两块超导体之间，退磁效应会显著增强 [见图 1.9(c)]。

在这种情况下，铁磁体边缘 𝑥 = ±𝐿处的磁荷会在超导体区域中感应出无穷多组镜
像磁荷。因此，现在铁磁体内部感应出的磁场 𝐻 = −𝑀 ,这与单层铁磁薄膜时的情

况形成了鲜明的对比，由此可以预测，对于超导­铁磁­超导三层异质结结构，其铁磁

共振频率会得到极大地调制。

在 2022年，Silaev [67] 在准静态近似下，通过联立麦克斯韦方程组与 LLG方程，

具体求解了超导­铁磁金属­超导异质结中的铁磁共振频率。与 Mironov的工作不同，

如图 1.9（d）所示，Silaev考虑了具有面内磁化的无限大的异质结结构，并且通过考

虑在铁磁共振情况下，由超导里的迈斯纳超流产生的随时间变化的磁场 𝐻𝜔 所满足

的边界条件，得到了此时的 FMR频率

ΩFMR = 𝜇0𝛾√(𝐻0 + 𝑀0)2(𝑑𝐹 /2𝜆) tanh(𝑑𝑆/𝜆) + (𝐻0 + 𝑀0)𝐻0
(𝑑𝐹 /2𝜆) tanh(𝑑𝑆/𝜆) + 1 . (1.76)

其中𝐻0为外加磁场，𝑑𝑆，2𝑑𝐹 分别是超导体的厚度及铁磁金属的厚度，𝜆为伦敦趋
肤深度。将公式 1.76与实验数据进行拟合，如图 1.9（e）所示，其中实线为实验 [96]

的数据，该方程定性地与实验符合。

我们注意到，目前理论上对于该现象的理解还有待完善，Mironov等人提出了

能够定性解释实验的唯象模型，然而缺乏定量的计算。Silaev虽然给出了具体的方

程，然而，其中的机制却不是非常明了，并且，Silaev宣称在超导­铁磁绝缘体­超导

异质结结构中，频率移动现象消失。针对这一问题，我们建立完整的耦合方程组和

一套清晰的物理图像，具体解释了目前铁磁共振频率在超导­铁磁­超导异质结结构

中发生大幅移动，而在超导­铁磁构型中没有改变的实验现象，并且发现，即使对于
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图 1.9 (a­c)为铁磁薄膜的在不同情况下的退磁场分布。(d)超导­铁磁金属­超导异质结中的
铁磁共振图像，其中超导里的迈斯纳超流会产生额外的磁场 𝐻𝜔，进而影响铁磁共振
频率。(e)利用公式 (1.76)对文献 [96]中的数据进行拟合的对比结果。
图片来源：(a­c)来源于文献 [98],(d)与 (e)来源于文献 [67]。

超导­铁磁绝缘体­超导异质结结构，其铁磁共振频率同样会发生巨大的移动。我们将

在第 3章对此进行详细阐述。

1.4 本文基本结构

本章对铁磁与超导做了简要的介绍，其中详细介绍了考虑偶极相互作用的磁振

子的量子化方法，以及超导体电磁近邻效应的唯象理论，并对超导­铁磁双层膜及超

导­铁磁­超导三层异质结结构中的电磁近邻效应理论及实验进展做了详细的介绍。

本文第 2章针对铁磁­超导双层异质结构，建立了一套完整的超导­铁磁系统通过

偶极相互作用相互耦合的方程。通过严格考虑边界条件并求解这套方程，我们发现

超导能够极大的增加自旋波的群速度，与此同时，超导体对自旋波的寿命的影响却

微乎其微，这导致了在铁磁­超导双层异质结构中，自旋波传输距离的极大增强。这

一结论与实验结果一致 [95]。基于该理论模型的解析与数值计算结果显示，对于由超

导氮化铌覆盖的钇铁石榴石薄膜，磁振子的相干输运得到了近 500%的显著增强，其
衰减长度超过毫米量级。
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第 3章针对在实验中发现在超导­铁磁­超导异质结构中铁磁共振发生巨大移动，

而在超导­铁磁异质结构中移动消失的现象做了详细的解释。从电场辐射的角度出发，

当具有面内磁化特性的铁磁绝缘体薄膜发生铁磁共振时，运动的磁矩会在薄膜两侧

辐射出振幅相反的电场，而这一电场能够被相邻的超导体强烈调制。当磁性绝缘薄

膜仅有一侧与超导体相邻时，辐射电场会发生全反射，并伴有 𝜋的相移，这导致电
场在超导体一侧消失，因此没有电场进入到超导体中，铁磁共振频率不受超导影响。

然而，若磁性绝缘薄膜被两个超导体夹在中间，那么电场将会被两个超导来回反射，

这使得电场渗入到超导体中，进而驱动迈斯纳超导电流，最终导致铁磁共振频率发

生偏移。理论计算表明，钇铁石榴石中的磁振子与氮化铌中的库珀对超导电流之间

存在超强耦合，频率偏移可达铁磁共振频率的百分之几十。

第 4章基于电偶极子与磁偶极子的对偶性，将铁磁体中的表面自旋波概念拓展
至铁电体中。通过考虑电偶极矩的长程偶极相互作用，预测了铁电绝缘体中表面极

化波，即“铁振子”的存在。研究发现，铁振子的性质与铁磁体中的表面模式，即

Damon–Eshbach模式存在显著差异。偶极相互作用使得具有动量锁定的圆极化铁振

子分支的频率向等离子体频率移动。此外，低频模式为线极化，其极化方向垂直于

传播方向。当受到激光束的激发时，低频分支的强各向异性致使电极化呈现特殊的

分布模式，并在外部产生手性电场。

第 5章对本论文的研究内容进行了全面总结。
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2 超导调制磁振子输运的研究

正如第 1.3.1.2节所提到的，在超导­铁磁异质结构中发现的反常输运现象，暗示

着超导能够增强磁振子的传输距离，之前的理论（见 1.3.1.1）虽然预言了超导体对自

旋波频率的调制现象，然而，对自旋波传输距离的影响却没有被提及，与此同时，在

之前的理论计算中，并没有严格考虑超导­铁磁的边界条件。在本章中，我们从自旋

波产生电磁辐射的角度出发，通过求解完整的铁磁­超导通过偶极相互作用相互耦合

的方程组以及边界条件，我们发现超导确实能够实现对薄铁磁绝缘体中磁振子输运

的局部且单向增强，具体原理如图2.1所示。经研究发现，自旋波所产生的偶极磁场

会被超导体反射，进而增强铁磁绝缘体内的有效磁场。这一过程在不抑制净阻尼的

前提下，显著提高了自旋波的群速度。通过理论预测，对于由超导氮化铌（NBN）覆

盖的钇铁石榴石（YIG）薄膜，磁振子输运能够实现单向增强，增强幅度高达 450%，

其衰减长度超过毫米量级，这一成果远远超越了目前已有的相关记录 [99–102] 。考虑

到量子输运和量子信息处理通常在低温环境下进行，我们的发现有望提升磁振子在

这些领域的应用性能，为相关研究与技术发展提供新的思路与方法。

2.1 超导体对磁化辐射场的反射作用

在本小节，我们通过求解满足超导­铁磁­真空界面边界条件的麦克斯韦麦克斯

韦方程组来探究超导体对自旋波辐射偶极场的调制作用。对于超导­铁磁近邻交换

相互作用，因其并非我们关注的重点，我们采取在铁磁绝缘体和超导界面处插入如

Al2O3
[103] 那样的绝缘体，在保证长程偶极相互作用不受影响的情况下对其进行抑

制。如图2.1所示，在静态外磁场 H0的偏置下，静态磁化M0指向 ̂z方向。同时，铁
磁绝缘体和超导体的厚度分别用 2𝑑𝐹 和 𝑑𝑆 标记。对于铁磁绝缘体中面内横向传播

的自旋波，他的磁化可以写为𝑀𝑥,𝑦(r, 𝑡) = 𝑀𝑥,𝑦(𝑥)𝑒𝑖k⋅𝜌𝜌𝜌𝑒−𝑖𝜔𝑡，其中，𝜔为振荡频率，
𝑀𝑥,𝑦为振幅，波矢为 k = (0, 𝑘𝑦, 𝑘𝑧)。对于非常薄的（自旋波长≫ 2𝑑𝐹）铁磁薄膜而

言，自旋波的振幅在厚度（ ̂x）方向上可以看成是均匀的，在这样的情况下，𝑀𝑥,𝑦

通过磁化电流向外辐射电场 E(r, 𝑡)。根据麦克斯韦方程组 [30]，辐射的电场遵循方程

𝜕2
𝑥E(r, 𝑡) + (𝑘2

0 − 𝑘2)E(r, 𝑡) = −𝑖𝜔𝜇0J𝑀(r, 𝑡)。其中 𝑘0 = 𝜔√𝑚𝑢0𝜀0𝜀𝑟，𝜇0，𝜀0，𝜀𝑟分
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图 2.1 铁磁绝缘体­超导异质结构中磁化动力学和库珀对超导电流之间的耦合。面内的外加
磁场 H0使M0偏置到 ̂z方向. 自旋波沿着垂直于M0的方向传播，并且辐射与M0平
行的电场。

别是真空磁导率，真空介电常数和相对介电常数。以 YIG材料为例，即便它拥有相

对较大的相对介电常数 𝜀𝑟 ∼ 10，当 𝜔 ∼ 100 GHz时，𝑘0 ∼ 0.01𝜇m−1仍然非常小。

我们引入参量 𝑎k 来描述自旋波运动的椭圆度，该参量满足关系 𝑖𝑀𝑥 = 𝑎k𝑀𝑦。

当 𝑎k = 1时，自旋波是圆极化的。不过，在实际体系中，由于偶极场和其他有效场
的作用，𝑎k通常不等于 1。为深入剖析铁磁 ­超导双层膜结构中的电场分布规律，我

们采取逐步研究的策略，首先聚焦于单层铁磁的情形。通过理论分析与计算，我们

成功推导出自旋波所产生的电场表达式，具体可写为

E(0)(r, 𝑡) = 𝐸𝐸𝐸(0)(𝑥)𝑒𝑖k⋅𝜌𝜌𝜌−𝑖𝜔𝑡, (2.1)

其系数为

𝐸(0)
𝑥/𝑦 = +(−)

𝜔𝜇0𝑀𝑦/𝑥𝑘𝑧
2𝐴2

𝑘

⎧{{{
⎨{{{⎩

𝛼𝑘(𝑥), 𝑥 > 𝑑𝐹

−2 + 𝛿+(𝑘, 𝑥), |𝑥| ⩽ 𝑑𝐹

−𝛼∗
𝑘(𝑥), 𝑥 < −𝑑𝐹

,
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𝐸(0)
𝑧 = 𝜔𝜇0𝑀𝑦

2𝐴𝑘

⎧{{{
⎨{{{⎩

(𝛽k − 1)𝛼𝑘(𝑥), 𝑥 > 𝑑𝐹

(𝛿+(𝑘, 𝑥) − 2)𝛽k + 𝛿−(𝑘, 𝑥), |𝑥| ⩽ 𝑑𝐹

(𝛽k + 1)𝛼∗
𝑘(𝑥), 𝑥 < −𝑑𝐹

,

其中𝐴𝑘 = √𝑘2
0 − 𝑘2 → 𝑖𝑘，𝛼𝑘(𝑥) = 𝑒𝑖𝐴𝑘(𝑥+𝑑𝐹 ) −𝑒𝑖𝐴𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ), 𝛿±(𝑘, 𝑥) = 𝑒−𝑖𝐴𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ) ±

𝑒𝑖𝐴𝑘(𝑥+𝑑𝐹 ), 𝛽k = −𝑖𝑎k𝑘𝑦/𝑘。当自旋波沿着与M0 垂直的方向传播时，由于在 𝑘𝑧 = 0
的情况下，𝐸𝑥,𝑦 = 0，因此自旋波产生的电场是线极化的，并且极化方向沿着 ̂z­方向。
特别的，对于圆极化传播的自旋波，𝑎k = 1，这使得系数 𝛽k ∼ −𝑎k𝑘𝑦/𝑘 = −sgn(𝑘𝑦)，
即该系数仅取决于自旋波的传播方向。在铁磁薄膜的上方（下方），电场仅在 𝑘𝑦 > 0
（𝑘𝑦 < 0）时存在，并且其强度以 |𝑘𝑦|−1的衰减长度逐渐减弱；而当自旋波传播方向

反转，即 𝑘𝑦 < 0（𝑘𝑦 > 0）时，电场消失。

这种手征电场源于磁化电流 J𝑀(𝑥) = ∇ ×M = [𝛿(𝑥 + 𝑑𝐹 ) − 𝛿(𝑥 − 𝑑𝐹 ) − 𝑘𝑦]𝑀𝑦 ̂z，
该磁化电流由表面电流部分和体电流部分组成。其中，体电流部分为 −𝑘𝑦𝑀𝑦 ̂z，它
的的方向与传播方向 𝑘𝑦 成正比，此体电流向外辐射电场 𝐸𝑧，该电场随着远离铁磁

薄膜而逐渐衰减，具体情形如图（2.2）中 (a)和 (b)所示，并且 𝐸𝑧的方向由 𝑘𝑦的取

值决定。另一方面，表面电流 𝛿(𝑥 + 𝑑𝐹 )𝑀𝑦 − 𝛿(𝑥 − 𝑑𝐹 )𝑀𝑦 分别存在于铁磁薄膜的

上表面与下表面，且上下表面电流的方向相反。如图2.2(c)所示。综合体电流与表面

电流的作用效果，当 𝑘𝑦 > 0（𝑘𝑦 < 0）时，由二者共同贡献形成的净电场在铁磁薄膜
上方会得到增强（削弱），而在下方削弱（增强），这一特性鲜明地展现出电场分布

的单向性特征。

图 2.2 （a，b）𝑘𝑦 > 0和 𝑘𝑦 < 0时磁性薄膜中体磁化电流示意图。(c)磁性薄膜表面磁化电
流示意图

接下来，我们将证明单层铁磁薄膜辐射的电场（和磁场），会受到其相邻超导体

的强烈作用，具体表现为被反射、聚焦以及增强。在超导体中，依据二流体模型可
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知，当有电场存在时，超导体中会分别产生“普通”电流 J𝑛和超电流 J𝑠。当体系处

于超导转变温度以下时，温度会对两种电流的分布产生显著影响。具体而言，温度

通过调控超流密度 𝜌𝑠(𝑇 ) = 𝜌𝑒(1 − (𝑇 /𝑇𝑐)4)和普通电流密度 𝜌𝑛(𝑇 ) = 𝜌𝑒(𝑇 /𝑇𝑐)4 来

实现这一影响过程，其中 𝜌𝑠 + 𝜌𝑛等于电荷密度 𝜌𝑒。因此，超导体的电导率可表示为

𝜎̃(𝜔) ≈ 𝜌𝑛(𝑇 )𝑒2 ̃𝜏
𝑚𝑒

+ 𝑖𝜌𝑠(𝑇 )𝑒2

𝑚𝑒𝜔 = 𝜎𝑛(𝑇 ) + 𝑖 1
𝜔𝜇0𝜆2

𝐿(𝑇 ),

其中 ̃𝜏 是电子的弛豫时间，𝑚𝑒 是电子质量，𝜎𝑛(𝑡) = 𝜌𝑛(𝑡)𝑒2 ̃𝜏/𝑚𝑒 是“普通”电流

的电导率，𝜆𝐿(𝑇 ) = √𝑚𝑒/(𝜇0𝜌𝑠(𝑇 )𝑒2) [104] 是伦敦穿透深度。体系中的总电流满足
J = 𝜎̃E = J𝑛 + J𝑠, 通过方程 ∇2E(r, 𝑡) + 𝑘2

𝑠E(r, 𝑡) = 0, 实现对电场的屏蔽，其中，
𝑘𝑠 = √𝜔2𝜇0𝜀0 − 1/𝜆𝐿(𝑇 )2 + 𝑖𝜔𝜇0𝜎𝑛(𝑇 )是超导体中的电磁波波数，它由 𝜆𝐿(𝑇 )和
𝜎𝑛(𝑇 )共同决定。尽管方程从形式上看，普通电流也有贡献，然而，在温度 𝑇 < 0.95𝑇𝑐

的范围内，普通电流的贡献极其微小，这是由于 𝜎𝑛(𝑇 ) ∝ (𝑇 /𝑇𝑐)4，随着温度的降低，

𝜎𝑛(𝑇 )会快速减小。
另一方面，在研究电场与超导体相互作用时，边界条件决定了电场在界面上的

反射和透射。根据参考文献 [30]，面内的电场 E∥(r, 𝑡)在不同的界面上是连续的。对
于垂直于界面的电场 𝐸𝑥，考虑到在微波频率下，超导体内部不会出现电荷积累，所

以在超导体内电场遵循方程∇ ⋅ E(r, 𝑡) = 0。另一方面，𝜕∥E∥(r, 𝑡)同样具有界面连续
性，将此条件与 ∇ ⋅ E(r, 𝑡) = 0相结合，我们得到 𝜕𝑥𝐸𝑥(r, 𝑡)在界面处连续。最后，
由于电荷守恒，电流 𝐽𝑥(r, 𝑡) + 𝜀0𝜕𝑡𝐸𝑥(r, 𝑡)在界面处同样保持连续。通过对这些边界
条件的细致分析，我们得以在先前研究的基础上取得新的进展，为深入理解电场与

超导体相互作用的微观机制提供了更坚实的理论依据。

具体来说，如下所推导的那样，横向磁化强度的涨落会辐射出电场和磁场。其

电场满足麦克斯韦方程

∇ × E(r, 𝑡) = −𝜕B(r, 𝑡)
𝜕𝑡 , (2.2a)

∇ × H(r, 𝑡) = J(r, 𝑡) + 𝜀0
𝜕E(r, 𝑡)

𝜕𝑡 , (2.2b)

对式（2.2a）取旋度，并将其代入式（2.2b），我们得到了不同区域内的电场的微

分方程

在铁磁绝缘体中 ∶ ∇2E(r, 𝑡) + 𝑘2
0E(r, 𝑡) = −𝑖𝜔𝜇0∇ × M(r, 𝑡), (2.3a)
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在真空中 ∶ ∇2E(r, 𝑡) + 𝑘2
0E(r, 𝑡) = 0, (2.3b)

其中 𝜇0是真空磁导率，且 𝑘0 = 𝜔√𝜇0𝜀0。在超导体内部，根据伦敦方程，电场会驱

动产生超电流 J(r, 𝑡)：

𝜕J(r, 𝑡)
𝜕𝑡 = 1

𝜇0𝜆2
𝐿
E(r, 𝑡), ∇ × J(r, 𝑡) = − 1

𝜇0𝜆2
𝐿
B(r, 𝑡). (2.4)

根据方程（2.2a）、（2.2b）和（3.3），超导体内部的电场满足

在超导体中 ∶ ∇2E(r, 𝑡) + 𝑘2
𝑠E(r, 𝑡) = 0, (2.5)

其中 𝑘𝑠 = √𝜔2𝜇0𝜀0 − 1/𝜆2
𝐿。

对于平面波，𝑀𝑥,𝑦 ∝ 𝑒𝑖k⋅𝜌𝜌𝜌−𝑖𝜔𝑡成正比。我们假设电场 E(r, 𝑡)的解具有 E(r, 𝑡) =
𝐸𝐸𝐸(𝑥)𝑒𝑖k⋅𝜌𝜌𝜌−𝑖𝜔𝑡的形式，其中

在超导中 ∶ 𝐸𝐸𝐸(𝑥) = 𝐸𝐸𝐸1𝑒𝑖𝐵𝑘𝑥, (2.6a)

在铁磁绝缘体中 ∶ 𝐸𝐸𝐸(𝑥) = U + 𝐸𝐸𝐸0𝑒𝑖𝐴𝑘𝑥 + 𝐸𝐸𝐸′
0𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑥, (2.6b)

在真空中 (𝑥 < −𝑑𝐹 ) ∶ 𝐸𝐸𝐸(𝑥) = 𝐸𝐸𝐸2𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑥, (2.6c)

其中 𝐴𝑘 = √𝑘2
0 − 𝑘2，𝐵𝑘 = √𝑘2𝑠 − 𝑘2. 在方程 (2.6b)中,

U = 𝜔𝜇0{−𝑘𝑧𝑀𝑦/𝐴2
𝑘, 𝑘𝑧𝑀𝑥/𝐴2

𝑘, −𝑘𝑦𝑀𝑥/𝐴2
𝑘}

是方程 (2.3a)的特解。另一方面，磁场的分布遵循磁法拉第定律，即 𝑖𝜔𝜇0[H(r, 𝑡) +
M(r, 𝑡)] = ∇ × E(r, 𝑡),由此我们得到

𝐻𝑦 = 1/(𝑖𝜔𝜇0)(𝜕𝑧𝐸𝑥 − 𝜕𝑥𝐸𝑧) − 𝑀𝑦, (2.7a)

𝐻𝑧 = 1/(𝑖𝜔𝜇0)(𝜕𝑥𝐸𝑦 − 𝜕𝑦𝐸𝑥), (2.7b)

𝐵𝑥 = 1/(𝑖𝜔)(𝜕𝑦𝐸𝑧 − 𝜕𝑧𝐸𝑦). (2.7c)

其中 {𝐸𝐸𝐸0,𝐸𝐸𝐸′
0,𝐸𝐸𝐸1,𝐸𝐸𝐸2}可通过不同界面处电场和磁场的边界条件来求解。

根据方程(2.2a)和(2.2b)，电场的面内分量 E∥(r, 𝑡) 和磁场的面内分量 H∥(r, 𝑡)
在界面处是连续的。另一方面，边界条件要求 𝜕𝑥𝐸𝑥(r, 𝑡) 在边界处连续，同时
𝐽𝑥(r, 𝑡) + 𝜀0𝜕𝑡𝐸𝑥(r, 𝑡)也在边界处连续。
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这些边界条件总结如下。由电场切向分量 E∥(r, 𝑡)以及 𝐽𝑥(r, 𝑡) + 𝜀0𝜕𝑡𝐸𝑥(r, 𝑡)在
界面处连续，我们有：

真空­铁磁绝缘体界面 ∶ 𝐸𝐸𝐸2𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 = 𝐸𝐸𝐸0𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝐸𝐸𝐸′
0𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + U, (2.8a)

超导体­铁磁绝缘体界面 ∶ 𝐸𝐸𝐸1∥𝑒𝑖𝐵𝑘𝑑𝐹 = 𝐸𝐸𝐸0∥𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝐸𝐸𝐸′
0∥𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + U∥, (2.8b)

超导体­铁磁绝缘体界面 ∶ (𝐵𝑘 + 𝑘2)𝐸1𝑥𝑒𝑖𝐵𝑘𝑑𝐹 = (𝐴𝑘 + 𝑘2)

× (𝐸0𝑥𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝐸′
0𝑥𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + U𝑥).

(2.8c)

同时，磁场分量 𝐻𝑧（见式 (2.7b)）和 𝐻𝑦（见式(2.7a)）在界面处的连续性可表述为

超导­铁磁绝缘体界面 ∶ 𝐻𝑧|𝑥=𝑑+
𝐹

= 𝐻𝑧|𝑥=𝑑−
𝐹

, 𝐻𝑦|𝑥=𝑑+
𝐹

= 𝐻𝑦|𝑥=𝑑−
𝐹

,
(2.9a)

真空­铁磁绝缘体界面 ∶ 𝐻𝑧|𝑥=−𝑑+
𝐹

= 𝐻𝑧|𝑥=−𝑑−
𝐹

, 𝐻𝑦|𝑥=−𝑑+
𝐹

= 𝐻𝑦|𝑥=−𝑑−
𝐹

.
(2.9b)

最后，对于 𝜕𝑥𝐸𝑥的连续性，我们有

超导­铁磁绝缘体界面 ∶ 𝜕𝑥𝐸𝑥|𝑥=𝑑−
𝐹

= 𝜕𝑥𝐸𝑥|𝑥=𝑑+
𝐹

,

真空­铁磁绝缘体界面 ∶ 𝜕𝑥𝐸𝑥|𝑥=−𝑑−
𝐹

= 𝜕𝑥𝐸𝑥|𝑥=−𝑑+
𝐹

. (2.10)

我们首先求解𝐸𝑥。根据真空­铁磁绝缘体界面处𝐸𝑥的边界条件 [方程(2.8a)和(2.10)]，

我们有

(𝐸0𝑥𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝐸′
0𝑥𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝑈𝑥) = 𝐸2𝑥𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 ,

(𝐸0𝑥𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 − 𝐸′
0𝑥𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 ) = −𝐸2𝑥𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 , (2.11)

这得出解

𝐸0𝑥 = −1
2𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 𝑈𝑥 = 𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 𝜔𝜇0𝑘𝑧𝑀𝑦

2𝐴2
𝑘

. (2.12)

另一方面，铁磁绝缘体­超导体界面处 𝐸𝑥的边界条件 [方程(2.8c)和(2.10)]要求

(𝐴2
𝑘 + 𝑘2)(𝐸0𝑥𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝐸′

0𝑥𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝑈𝑥) = (𝐵2
𝑘 + 𝑘2)𝐸1𝑥𝑒𝑖𝐵𝑘𝑑𝐹 ,

𝐴𝑘(𝐸0𝑥𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 − 𝐸′
0𝑥𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 ) = 𝐵𝑘𝐸1𝑥𝑒𝑖𝐵𝑘𝑑𝐹 . (2.13)
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然后，根据方程(2.12)和(2.13)，我们可以得到

𝐸′
0𝑥 = 𝑈𝑥

2 𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 [𝑅𝑥
𝑘(1 − 𝑒2𝑖𝐴𝑑𝐹 ) − 1] , (2.14)

其中𝑅𝑥
𝑘 = [(𝐵2

𝑘 + 𝑘2)𝐴𝑘 − (𝐴2
𝑘 + 𝑘2)𝐵𝑘]/[(𝐵2

𝑘 + 𝑘2)𝐴𝑘 + (𝐴2
𝑘 + 𝑘2)𝐵𝑘]其表示 𝐸𝑥(r, 𝑡)

在铁磁绝缘体­超导体界面处的反射系数。

接下来我们转而计算 𝐸𝑦(r, 𝑡)。真空­铁磁绝缘体界面处 𝐸𝑦 和 𝐻𝑧 的连续性 [方

程(2.8a)和(2.9b)]要求

𝐸2𝑦𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 = 𝐸0𝑦𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝐸′
0𝑦𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝑈𝑦,

𝐸2𝑦𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 = 𝐸′
0𝑦𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 − 𝐸0𝑦𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 , (2.15)

我们得到

𝐸0𝑦 = −1
2𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 𝑈𝑦 = −𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 𝜔𝜇0𝑘𝑧𝑀𝑥

2𝐴2
𝑘

. (2.16)

另一方面，铁磁绝缘体­超导体界面处的边界条件 [方程(2.8b)和(2.9a)]可表述为

𝐸0𝑦𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝐸′
0𝑦𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝑈𝑦 = 𝐸1𝑦𝑒𝑖𝐵𝑘𝑑𝐹 ,

𝐴𝑘𝐸0𝑦𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 − 𝐴𝑘𝐸′
0𝑦𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 − 𝑘𝑦 (𝐸𝑥|𝑥=𝑑−

𝐹
− 𝐸𝑥|𝑥=𝑑+

𝐹
) = 𝐵𝑘𝐸1𝑦𝑒𝑖𝐵𝑘𝑑𝐹 , (2.17)

由此我们可以得到

𝐸′
0𝑦 = 𝑈𝑦𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹

2 [𝑅𝑦
𝑘(1 − 𝑒2𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 ) − 1] − 𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹

𝐴𝑘 + 𝐵𝑘
𝑘𝑦 (𝐸𝑥|𝑥=𝑑−

𝐹
− 𝐸𝑥|𝑥=𝑑+

𝐹
) , (2.18)

其中𝑅𝑦
𝑘 = (𝐴𝑘 − 𝐵𝑘)/(𝐴𝑘 + 𝐵𝑘)是 𝐸𝑦(r, 𝑡)在铁磁绝缘体­超导体界面处的反射系数。

其余的系数可通过该方程 (2.8a)求解

𝐸1𝑦 = 𝑒−𝑖𝐵𝑘𝑑𝐹 (𝐸0𝑦𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝐸′
0𝑦𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝑈𝑦) ,

𝐸2𝑦 = 𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 (𝐸0𝑦𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝐸′
0𝑦𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 + 𝑈𝑦) .

最后我们可以求解 𝐸𝑧 通过方程 ∇ ⋅ E = 0。具体来说，在铁磁绝缘体内部,

𝐸0𝑧 = −(1/𝑘𝑧)(𝑘𝑦𝐸0𝑦 + 𝐴𝑘𝐸0𝑥)，𝐸′
0𝑧 = (1/𝑘𝑧)(𝐴𝑘𝐸′

0𝑥 − 𝑘𝑦𝐸′
0𝑦).

铁磁绝缘体内部的辐射磁场通过朗道­栗弗席兹­吉尔伯特（LLG）方程来影响磁

化强度M(r, 𝑡)的动力学。根据法拉第定律 [方程（2.7c）和（2.7a）]，磁场

𝐻𝑥(r, 𝑡) =1/(𝑖𝜔𝜇0)(𝜕𝑦𝐸𝑧 − 𝜕𝑧𝐸𝑥) − 𝑀𝑥
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=𝑒𝑖k⋅𝜌𝜌𝜌−𝑖𝜔𝑡

𝜔𝜇0
(𝑘𝑦(𝐸0𝑧𝑒𝑖𝐴𝑘𝑥 + 𝐸′

0𝑧𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑥 + 𝑈𝑧) − 𝑘𝑧(𝐸0𝑦𝑒𝑖𝐴𝑘𝑥 + 𝐸′
0𝑦𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑥 + 𝑈𝑦) − 𝑀𝑥) ,

(2.19)

𝐻𝑦(r, 𝑡) =𝑒𝑖k⋅𝜌𝜌𝜌−𝑖𝜔𝑡

𝜔𝜇0
(𝑘𝑧(𝐸0𝑥𝑒𝑖𝐴𝑘𝑥 + 𝐸′

0𝑥𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑥 + 𝑈𝑥) − 𝐴𝑘(𝐸𝑧𝑒𝑖𝐴𝑘𝑥 − 𝐸′
0𝑧𝑒−𝑖𝐴𝑘𝑥) − 𝑀𝑦).

(2.20)

当铁磁薄膜足够薄时，最低阶垂直驻波模式的波动在整个薄膜内几乎是均匀的，因

此我们可以对磁场沿 ̂x方向取空间平均，即 H𝑑(r, 𝑡) = 1/(2𝑑𝐹 ) ∫𝑑𝐹
−𝑑𝐹

H(r, 𝑡)𝑑𝑥，此时
偶极场写为

𝐻𝑥
𝑑 = 𝑀𝑥 {− 𝑘2

𝐴2
𝑘

𝑃𝑘 [𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹

2 𝑅𝑦
𝑘(1 − 𝑒2𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 ] − 1 − 𝑘2

𝐴2
𝑘

}

+ 𝑀𝑦 {𝑘𝑦𝑅𝑥
𝑘𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹

2𝐴𝑘
𝑃𝑘(𝑒2𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 − 1) − 𝑃𝑘

𝑘2𝑘𝑦
2𝐴2

𝑘𝐵𝑘
(𝑅𝑥

𝑘 − 𝑅𝑦
𝑘)𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 (1 − 𝑒2𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 )}

= 𝑐𝑥𝑥(k)𝑀𝑥 + 𝑐𝑥𝑦(k)𝑀𝑦, (2.21a)

𝐻𝑦
𝑑 = 𝑀𝑦 {−𝐴2

𝑘 + 𝑘2
𝑧

𝐴2
𝑘

𝑃𝑘 [𝑅𝑥
𝑘𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹

2 (1 − 𝑒2𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 ]}

−𝐴2
𝑘 + 𝑘2

𝑧
𝐴2

𝑘
− 𝑘2

𝑦𝑃𝑘𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹

2𝐴𝑘𝐵𝑘
(𝑅𝑥

𝑘 − 𝑅𝑦
𝑘)(1 − 𝑒2𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 )}

+ 𝑀𝑥 {𝑃𝑘𝑅𝑦
𝑘𝑒𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 𝑘𝑦
2𝐴𝑘

(1 − 𝑒2𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 )}

= 𝑐𝑦𝑦(k)𝑀𝑦 + 𝑐𝑦𝑥(k)𝑀𝑥, (2.21b)

其中形状因子

𝑃𝑘 = 1
2𝑑𝐹

∫
𝑑𝐹

−𝑑𝐹

𝑒±𝑖𝐴𝑘𝑥𝑑𝑥 = sinh (𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹 )
𝑖𝐴𝑘𝑑𝐹

.

其中，在线性区域内，沿饱和磁化强度方向的偶极场分量 𝐻𝑧
𝑑(r, 𝑡)可忽略不计。

这里，我们集中讨论 𝑘𝑧 = 0时的 Damon­Eshbach（简称 DE）构型，这是因为在

该构型下，自旋波受到超导的调制作用最为显著，且近期已通过实验观测到相关现

象 [105]。同样地，对于单层铁磁辐射的电场，只有电场的 ̂z分量 𝐸𝑧 ̂z ∥ M0 存在，如

图2.1所示。由单层铁磁层发射的电场（表达式见 (2.1)），会依据依赖于波矢的反射

系数 𝑅𝑘 = (𝐴𝑘 − 𝐵𝑘)/(𝐴𝑘 + 𝐵𝑘)被超导反射。其中，𝐵𝑘 = √𝑘2𝑠 − 𝑘2，并且对于 DE
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构型，𝑘 = |𝑘𝑦|。因此，在铁磁层内部

𝐸𝑧(r, 𝑡) = 𝐸(0)
𝑧 (r, 𝑡) + 𝑅𝑘𝐸(0)

𝑧 (r, 𝑡)|𝑥=𝑑𝐹
𝑒−𝑖𝐴𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ). (2.22)

当 𝑘 ≫ 𝜆−1
𝐿 时。电场按衰减长度 𝑘−1 ≪ 𝜆𝐿迅速衰减，因此 |𝐴𝑘| ∼ |𝐵𝑘|,此时反射系

数 𝑅𝑘 ∼ (𝐴𝑘 − 𝐴𝑘)/(2𝐴𝑘) → 0，这意味着超导的反射近乎消失，即超导对自旋波几
乎不产生影响。而当 𝑘 = 0,时，|𝐴𝑘| ≪ |𝐵𝑘|，此时 𝑅𝑘 ∼ −𝐵𝑘/𝐵𝑘 = −1，这表明电
场被超导体完全反射，并且产生了 𝜋的相移。这种情况下，超导体内部不会有超流
被驱动，磁振子与库珀对超电流处于解耦状态。值得注意的是，即便 𝑘取值很小，超
导也能够有效地调制自旋波，这是由于反射系数会迅速地偏离 −1。我们发现，超导
体对 𝑘 ∼ 𝜆−1

𝐿 的自旋波的调制最明显。

依据法拉第定律，变化的电场（见公式 2.22）会诱导出磁场 H𝑑(r, 𝑡)，该磁场遵
循方程 𝑖𝜔𝜇0[H𝑑(r, 𝑡) + M(r, 𝑡)] = ∇ × E(r, 𝑡) [30]。在铁磁薄膜中，偶极磁场 H𝑑(r, 𝑡)
以约为 ∼ 1/|𝑘|的衰减长度逐渐衰减，然而，在超导体中，当 |𝑘| < 𝜆−1

𝐿 时，其衰减

长度约为 ∼ (𝑘2 + 1/𝜆2
𝐿)−1/2，这远小于铁磁层中的衰减长度。由此可见，即便超导

体薄膜仅有几十纳米厚，电磁场在其中的衰减就已至关重要；相反，在厚度相近的

薄铁磁薄膜中，衰减的影响程度则没有那么显著。因此，在铁磁层的研究中，我们

选取杂散场沿厚度（ ̂x）方向的空间平均值

𝐻𝑑,𝑦 = 𝑀𝑦(𝑃𝑘𝑒−𝑘𝑑𝐹 − 1) + 𝑅𝑘𝑀𝑦𝑃𝑘𝑒−𝑘𝑑𝐹 (1 − 𝑒−2𝑘𝑑𝐹 )
1 + 𝑎𝑘𝑦

sgn(𝑘𝑦)
2

≡ 𝜅𝑦(𝑘𝑦)𝑀𝑦,

𝐻𝑑,𝑥 = −𝑀𝑥𝑃𝑘𝑒−𝑘𝑑𝐹 + 𝑅𝑘𝑀𝑥𝑃𝑘𝑒−𝑘𝑑𝐹 (1 − 𝑒−2𝑘𝑑𝐹 )
1 + 𝑎−1

𝑘𝑦
sgn(𝑘𝑦)

2
≡ 𝜅𝑥(𝑘𝑦)𝑀𝑥, (2.23)

与电场类似，磁偶极场也可以表示为超导反射的场与单层铁磁辐射的场的叠加。当

𝑘𝑦 = 0或 𝑅𝑘 → 0时，超导对磁偶极场的影响趋近于零，此时偶极场恢复到仅有单
层铁磁时的情形，然而，当 𝑅𝑘 → −1且假设 𝑎𝑘𝑦

∼ 1时，磁偶极场会得到增强。一
般来说，无量纲因子 𝜅𝑦(𝑘𝑦) < 0，𝜅𝑥(𝑘𝑦) < 0，这表明超导能够增强铁磁层中的磁场
强度。此时，偶极场的手性特性表现得极为清晰：对于圆极化的自旋波且 𝑎𝑘𝑦

→ 1,
当 𝑘𝑦 < 0时，[1 + 𝑎𝑘𝑦

sgn(𝑘𝑦)]/2 → 0，[1 + 𝑎−1
𝑘𝑦
sgn(𝑘𝑦)]/2 → 0，然而，当 𝑘𝑦 > 0时，

他们趋于 1。
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现在，我们通过比较单层铁磁与铁磁­超导双层膜中的磁场分布来说明超导体

对杂散场的影响，如图 2.3 (a)，(b)所示。在此，我们设定铁磁层厚度 𝑑𝐹 = 50 nm,

超导体 NbN厚度 𝑑𝑆 = 300 nm，在温度 𝑇 = 1.2 K（约为 0.1𝑇𝑐）时的伦敦趋肤长度

𝜆𝐿 = 80 nm [106–108]。对于 𝑘𝑦 = 4 𝜇m−1的自旋波来说，在没有超导的情况下，它的偶

极场主要存在于铁磁性薄膜之上，如图. 2.3(a)所示，而当该铁磁薄膜被超导体覆盖

后，𝑥 > 0区域的磁场会被反射，并且在超导体内迅速衰减，然后在铁磁膜内增强。
作为对比，当 𝑘𝑦 = −4 𝜇m−1时，如图 2.3(b)所示，此时的磁场主要位于铁磁薄膜下

方（𝑥 < 0），因此几乎不受上方超导体的影响。
杂散场的这种选择性增强现象，可由具有平移不变性系统的一般对称性原理来

解释。如图 2.3(c)和 (d)所示，在该体系中，超导体的存在打破了围绕饱和磁化方向

的双重旋转对称性。然而，垂直于饱和磁化方向的镜面对称性依然得以保持。

2.2 受到调制后的自旋波色散、群速度、寿命和椭圆度

由公式(2.23)所描述的选择性增强的偶极场，对磁化动力学有着极为显著的影响。

根据朗道 ­利夫希茨 ­吉尔伯特（LLG）方程 𝜕𝑡M = −𝜇0𝛾M×Heff+𝛼𝐺M/𝑀0 ×𝜕𝑡M，

其中 𝛾 是旋磁比，𝛼𝐺 是吉尔伯特阻尼常数，而有效磁场 Heff 包括静态的外加场

H0 = 𝐻0 ̂z、由公式(2.23)所确定的偶极场 H𝑑，以及交换场 Hex = 𝛼ex∇2M（其中

𝛼ex是交换系数）。在 LLG方程中，阻尼项会在本征频率里引入一个额外的虚部，即：

𝜔̃k = 𝜔k − 𝑖Γk。当 {𝑀𝑥, 𝑀𝑦} ∝ 𝑒−𝑖𝜔̃k𝑡 时，通过求解 LLG方程，我们可以得自旋波

的本征频率 𝜔k、Γk和椭圆度 𝑎k：

𝜔(𝑘𝑦) = 𝜇0𝛾√(𝐻𝑘𝑦
− 𝜅𝑥(𝑘𝑦)𝑀0)(𝐻𝑘𝑦

− 𝜅𝑦(𝑘𝑦)𝑀0), (2.24a)

Γ(𝑘𝑦) = 𝜇0𝛾𝛼𝐺
2 [2𝐻𝑘𝑦

− 𝑀0 (𝜅𝑥(𝑘𝑦) + 𝜅𝑦(𝑘𝑦))] , (2.24b)

𝑎(𝑘𝑦) = √(𝐻𝑘𝑦
− 𝜅𝑥(𝑘𝑦)𝑀0)/(𝐻𝑘𝑦

− 𝜅𝑦(𝑘𝑦)𝑀0), (2.24c)

其中 𝐻𝑘𝑦
= 𝐻0 + 𝛼ex𝑘2

𝑦𝑀0。通过公式(2.24c)，我们可以自洽地求解椭圆率，并且

可以通过数值计算进一步得出色散关系 [见公式 (2.24a)]和自旋波寿命倒数 [见公

式 (2.24b)]。当 𝑘𝑦 > 0时，由于近邻超导体的作用，𝜅𝑥(𝑘𝑦) < 0，𝜅𝑦(𝑘𝑦) < 0且他们
的绝对值均有所增大，基于此，从公式 (2.24a)可知，自旋波频率会增加，同时自旋

波寿命倒数 [见公式 (2.24b)]也会增大。然而，尽管观察到这些参数的变化，目前尚
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图 2.3 邻近超导体对辐射磁场的选择性增强，其中图 [(a)]为 𝑘𝑦 = 4 𝜇m−1 的情况，图 [(b)]
为 𝑘𝑦 = −4 𝜇m−1 的情况。其中蓝色虚线表示厚度为 2𝑑𝐹 = 100 nm的单层铁磁绝缘
体的磁场。红色曲线表示的是超导体厚度 𝑑𝑆 = 300 nm，穿透深度 𝜆𝐿 = 80 nm的铁
磁绝缘体­超导体异质结构的磁场。(c)和 (d)展示了具有破缺破缺的二重旋转对称性
和镜面对称性的超导­铁磁绝缘体异质结构。
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无法明确磁振子的输运是否必然会得到增强。

2.3 磁振子传输距离的增强

接下来，我们计算在与实验 [101,105] 类似的配置下，由沿着饱和磁化强度方向的

长天线发射的频率为 Ω的外部奥斯特磁场 h(r, 𝑡)激发的自旋波的特征衰减长度。该
奥斯特磁场通过塞曼相互作用 𝐻̂int = −𝜇0 ∫M(r) ⋅ h(r, 𝑡)𝑑r与自旋波耦合。根据线性
响应理论，奥斯特磁场的傅里叶分量为 ℎ𝛽(𝑥, 𝑘𝑦, Ω) = (1/𝐿) ∫ 𝑑𝑦𝑒−𝑖𝑘𝑦𝑦ℎ𝛽(𝑦)，其中
𝐿是天线的长度，此时，激发的磁化强度为：

𝑀𝛼(𝑥, 𝑘𝑦, Ω) = 𝜇0(𝛾ℏ)2 ∫
𝑑𝐹

−𝑑𝐹

𝑑𝑥′𝜒𝛼𝛽(𝑥, 𝑥′, 𝑘𝑦, Ω)ℎ𝛽(𝑥′, 𝑘𝑦, Ω), (2.25)

其中自旋磁化率为：

𝜒𝛼𝛽(𝑥, 𝑥′,k, 𝜔) = −2𝑀0
𝛾ℏ2 𝑀k

𝛼(𝑥)𝑀k∗
𝛽 (𝑥′) 1

Ω − 𝜔̃k
. (2.26)

其中，自旋波模式的归一化振幅为

𝑀k
𝑦 = 1

2√2𝑑𝐹

1√𝑎k
, 𝑀k

𝑥 = − 𝑖
2√2𝑑𝐹

√𝑎k.

通过对傅里叶分量求和，我们得到实空间中激发的磁化强度：

𝑀𝛼(𝑦, 𝑡) = ∑
𝑘𝑦

𝑒𝑖𝑘𝑦𝑦𝑀𝛼(𝑘𝑦, 𝑡) = 4𝑖𝐿𝜇0𝛾𝑑𝐹 𝑀0

× 𝑀𝑘Ω𝛼 𝑀𝑘Ω∗
𝛽

1
𝑣𝑘Ω

𝑒𝑖(𝑘Ω𝑦−Ω𝑡)𝑒−𝑘̃Ω𝑦ℎ𝛽(𝑘Ω), (2.27)

在这个表达式中，𝑘̃𝑦 = 𝑘Ω + 𝑖𝑘̃Ω 是方程 𝜔̃(𝑘̃𝑦) = Ω的正根，𝑣k = 𝜕𝜔(k)/𝜕k是自旋
波的群速度。𝜆 = 1/𝑘̃Ω决定了激发磁化强度的衰减长度。

我们通过以下方式求解 𝑘̃Ω，通过线性化的 LLG方程：

−𝑖𝜔𝑀𝑥 + 𝜇0𝛾𝐻𝑘𝑦
𝑀𝑦 = 𝜇0𝛾𝑀0𝜅𝑦(𝑘𝑦)𝑀𝑦 + 𝑖𝛼𝐺𝜔𝑀𝑦,

𝑖𝜔𝑀𝑦 + 𝜇0𝛾𝐻𝑘𝑦
𝑀𝑥 = 𝜇0𝛾𝑀0𝜅𝑥(𝑘𝑦)𝑀𝑥 + 𝑖𝛼𝐺𝜔𝑀𝑥,

从该方程出发，本征频率 𝜔̃(𝑘̃𝑦)，由由特征方程

𝜔̃2(𝑘𝑦) = [𝜇0𝛾(𝐻𝑘𝑦
− 𝑀0𝜅𝑦(𝑘𝑦)) − 𝑖𝜔̃(𝑘𝑦)𝛼𝐺]
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× [𝜇0𝛾(𝐻𝑘𝑦
− 𝑀0𝜅𝑥(𝑘𝑦)) − 𝑖𝜔̃(𝑘𝑦)𝛼𝐺] . (2.28)

所决定。结合条件 𝜔̃(𝑘̃𝑦) = Ω，可推导出

Ω2 = [𝜇0𝛾(𝐻𝑘̃𝑦
− 𝑀0𝜅𝑦(𝑘̃𝑦)) − 𝑖Ω𝛼𝐺] [𝜇0𝛾(𝐻𝑘̃𝑦

− 𝑀0𝜅𝑥(𝑘̃𝑦)) − 𝑖Ω𝛼𝐺]

= 𝜔2(𝑘̃𝑦) − 2𝑖ΩΓ(𝑘̃𝑦) − Ω2𝛼2
𝐺

≈ 𝜔2(𝑘̃𝑦) − 2𝑖ΩΓ(𝑘̃𝑦), (2.29)

由于 𝛼𝐺 ≪ 1，二次项 Ω2𝛼2
𝐺 可以忽略不计。方程的解 𝑘̃𝑦 = 𝑘Ω + 𝑖𝑘̃Ω 是一个包含小

虚部 𝑘̃Ω ≪ 𝑘Ω的复数，因此 ΩΓ(𝑘̃𝑦) ∼ ΩΓ(𝑘Ω)，此时，我们可将 𝜔(𝑘̃𝑦)展开到一阶：

𝜔(𝑘̃𝑦) = 𝜔(𝑘Ω) + 𝑣𝑘Ω
𝑖𝑘̃Ω� (2.30)

将公式(2.30)代入公式(2.29)，并使公式(2.29)的实部和虚部分别相等，可以得到

Ω = 𝜔(𝑘Ω)和 𝑘̃Ω = Γ(𝑘Ω)/𝑣𝑘Ω
。由此，特征衰减长度为：

𝜆 = 1/𝑘̃Ω = 𝑣𝑘Ω
/Γ(𝑘Ω) = 𝑣𝑘Ω

𝜏(𝑘Ω) (2.31)

它仅由群速度和磁振子寿命 𝜏(𝑘) = 1/Γ(𝑘)决定。
图 2.4 展示了在 DE 构型下（其中 k ⟂ M0），相邻超导体对自旋波的调制

特性。在计算中，我们采用厚度为 2𝑑𝐹 = 100 nm 的 YIG 薄膜，其饱和磁化强

𝜇0𝑀0 = 0.24 T [105,109]，交换系数 𝛼ex = 3 × 10−16 m2，阻尼系数 𝛼𝐺 = 10−4 [110]，面

内偏置场 𝜇0𝐻0 = 0.05 T。与之搭配的是厚度为 𝑑𝑆 = 300 nm的超导体 NbN，在温

度 𝑇 = 0.1𝑇𝑐 = 1.2 K [106–108] 时，伦敦穿透深度 𝜆𝐿 = 80 nm。通过对比图3.4(a)中

𝑇 = 0.1𝑇𝑐 时当和没有超导体时的色散关系，我们发现表明只有当 𝑘𝑦 > 0时，磁振
子色散才会强烈上移。在铁磁共振点 𝑘𝑦 = 0处，由于偶极场被超导体完全反射，共
振频率并未发生偏移；而当波矢较大时，交换相互作用占据主导地位，频率偏移现

象消失。因此，当 𝑘𝑦 ∼ 𝜆−1
𝐿 时，频率偏移最大，这导致了群速度出现非单调调制。

如图2.4(b)所示：当 𝑘𝑦 ∈ [0, 𝜆−1
𝐿 ]时，群速度大幅增强；当 (𝑘𝑦 ≳ 𝜆−1

𝐿 )时，群速度略

有抑制。此外，从图 2.4(c)可以看出，超导对磁振子寿命的调制作用相较于群速度

的调制要弱得多，当 𝑘𝑦 ∈ [0, 𝜆−1
𝐿 ]时，磁振子寿命略有抑制，当 𝑘𝑦 ≳ 𝜆−1

𝐿 时，几乎

不存在抑制现象。

由公式 (2.31)可知，磁振子的特征衰减长度由其群速度和寿命共同决定。如
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图 2.4 在 D­E（k ⟂ M0）构型中，相邻超导体对铁磁绝缘体中磁振子输运的增强作用。(a),
(b),和 (c)展示了在温度 𝑇 = 0.1𝑇𝑐时，与没有超导体的情况相比，磁振子的频移、增
强的群速度和寿命。图 (d)，(f)展示了衰减长度与激发频率和温度的相关性，(e)展示
了在实空间中的特征衰减长度，表明了相邻超导体的调制作用显著增强了磁振子的输
运。
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图2.4(e)所示，由于超导体对偶极场的屏蔽作用，激发磁化强度的衰减变缓。图 2.4(d)

和图 2.4(f)展示了衰减长度对激发频率和温度的强烈依赖关系。当激发波矢 𝑘𝑦 ≲ 𝜆−1
𝐿

时，超导体通常会增强磁振子输运。值得注意的是，对于 YIG材料，我们估算其磁

振子输运的增强幅度可达到 450%，并且在较低频率的情况下，衰减长度能够超过毫

米量级。

2.4 结论

综上所述，我们构建了磁振子与超导超电流之间电感相互作用的模型，并进行

了相关计算。在此基础上，成功预测出一种能够在微波频率下单向增强磁振子输运

的有效方法。该方法的核心在于利用相邻超导体对动态偶极场的屏蔽效应，不仅在

具有低耗散的典型铁磁体——钇铁石榴石（YIG）中展现出良好的适用性，而且因

其不依赖电荷与自旋 ­轨道耦合的独特机制，对于电导率相对较低的金属铁磁体同

样具有应用潜力 [111]。此外，部分反铁磁体的频率也处于可控范围之内，这种调制

对于两种极化模式均可能产生作用 [112,113]。目前的调制机制主要基于传统超导体对

微波的完全抗磁性，不过，这一特性未来或许会被其他具有强抗磁性的材料所替

代 [114,115]。本研究成果在超导磁振子学领域具有重要的科学价值与潜在应用前景，有

望为科研人员深入探索磁振子片上量子信息处理与输运等前沿课题提供新的理论基

础与研究思路。
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3 超导调制铁磁体中铁磁共振的研究

从第1.3.2节可以看出，对于超导­铁磁系统中的铁磁共振现象，一个明显的特征

是在超导­铁磁­超导异质结构中，其铁磁共振的频率有非常大的移动，然而该移动在

超导­铁磁双层结构中消失。与此同时，对于该现象的理论解释却依赖于较大的近似，

并且，其背后的物理机制并不清晰。在本章中，我们深入阐释了在超导­铁磁­超导异

质结结构实验里，铁磁共振频率发生显著频移，而这一频移在铁磁­超导双层膜中却

并未出现的实验现象 [68,69,96]。我们经理论分析预测，在具有面内磁化的绝缘磁性薄

膜中，铁磁共振过程会在磁性绝缘体两侧激发出沿磁化方向极化、振幅呈相反状态

的电场。值得注意的是，该电场极易受到相邻超导体的强烈调制。具体而言，当仅

有一个超导体与磁性绝缘体相邻时，这种辐射电场会发生具有 𝜋相移的全反射，导
致其在超导体一侧完全消失，自然也就不会对铁磁共振产生任何影响。然而，当磁

性绝缘体被两个超导体夹在中间时，情况截然不同。此时，这种反射会在两个超导

体之间来回持续进行，致使在两个超导体处均存在电场。此电场能够驱动迈斯纳超

导电流，进而有效地改变铁磁共振的特性。进一步地，我们预测在钇铁石榴石中的

磁振子与氮化铌中的库珀对超导电流之间，将会出现超强耦合的现象，其频率偏移

幅度可达铁磁共振本征频率的百分之几十。

3.1 模型和基本公式

我们考虑一种异质结构，它由厚度为 2𝑑𝐹 ∼ 𝑂(100 nm)的面内磁化铁磁绝缘薄
膜以及分别位于其两侧、厚度为 𝑑𝑆 ≲ 𝜆和 𝑑′

𝑆 ≲ 𝜆的两个薄超导层组成，如图3.2所

示。这里 𝜆 ∼ 𝑂(100 nm)是常规超导体的伦敦穿透深度。在铁磁绝缘体中，磁化强
度M = 𝑀𝑥 ̂x + 𝑀𝑦 ̂y + 𝑀0 ̂z（其中𝑀0为饱和磁化强度）的动力学由朗道 ­里夫希茨

­吉尔伯特（LLG）方程 [116]唯象地描述：

𝜕M/𝜕𝑡 = −𝜇0𝛾M × H + 𝛼𝐺(M/𝑀0) × 𝜕M/𝜕𝑡, (3.1)

其中，𝜇0是真空磁导率，−𝛾 是电子旋磁比，𝛼𝐺是磁性绝缘体的阻尼系数。磁化强

度围绕有效磁场 H = Happ +H𝑟进动，其中 Happ = 𝐻0 ̂z是外部静态场，H𝑟是由“磁
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图 3.1 不同异质结配置下磁化辐射电场的示意图。电场在铁磁绝缘薄膜的厚度方向上呈线性
变化。其中 (a)薄磁绝缘体两侧的电场振幅相反。(b)在铁磁绝缘体上覆盖一层超导薄
膜时，电场在超导体一侧被抑制至消失，但在磁体另一侧增强。当磁体被两个超导体
夹住时，即相同超导体厚度 (c)和不同超导体厚度 (d)的配置中，电场都存在，但两侧
的电场不同。

偶极辐射”产生的辐射动态场 [30,117]。由于辐射出的磁场与磁化强度相位不同，这会

对磁化强度施加类似阻尼的力矩，从而使磁性绝缘体的能量耗散，产生辐射阻尼。

另外，在铁磁共振中，由于均匀进动时M的梯度为零，交换相互作用不起作用。根

据 [30]，振荡的磁感应强度 B = 𝜇0(M + H)，它决定了铁磁绝缘体内外的电场辐射

∇ × E = −𝜕B
𝜕𝑡 , ∇ × H = J𝑠 + 𝜀0

𝜕E
𝜕𝑡 , (3.2)

其中 𝜀0是真空介电常数。当与超导体耦合时，该电场通过伦敦方程
[118]驱动超电流

J𝑠：

𝜕J𝑠
𝜕𝑡 = 1

𝜇0𝜆2E, ∇ × J𝑠 = − 1
𝜇0𝜆2B. (3.3)

在不同温度 𝑇 < 𝑇𝑐 下，伦敦穿透深度
[118]遵循以下关系

𝜆(𝑇 ) = 𝜆0 (1 − ( 𝑇
𝑇𝑐

)
4
)

−1/2

, (3.4)

其中，𝜆0是零温下的伦敦穿透深度。
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图 3.2 超导­铁磁绝缘体­超导异质结构。厚度为 2𝑑𝐹 的薄铁磁绝缘体上下方的超导体厚度分
别为 𝑑𝑆 和 𝑑′

𝑆 。由铁磁共振驱动的超电流 J𝑠和 J′
𝑠沿磁化方向反向流动。

边界条件描述了界面处的电磁场行为 [30]。对于磁感应强度和磁场，B⟂和 H∥在

边界处是连续的。同时，由于不存在表面电流或电荷积累，电场 E在界面处也是连

续的。

在低频和近场情况下，我们通常采用准静态近似 [30]，在这种情况下，辐射阻尼

应该非常小。这在第 3.2.1节计算辐射阻尼时得到了验证。因此，将辐射磁场表示为

偶极场和超导体产生的奥斯特场的叠加就足够了 [116]。其中偶极场：

H𝑑,𝛽(M) = 1
4𝜋𝜕𝛽 ∑

𝛼
𝜕𝛼 ∫ 𝑑r′ 𝑀𝛼(r′)

|r − r′|

= 1
4𝜋𝜕𝛽 ∫ 𝑑r′ −𝜌𝑚(r′)

|r − r′|
(3.5)

它由根据磁荷 𝜌𝑚 = −∇ ⋅ M定义的库仑定律来描述。

在准静态近似下，超导体中 ∇ × B = 𝜇0J𝑠。对公式（3.2）取旋度并代入公式

（3.3），可得超导体内部的电场满足：

∇2E − E/𝜆2 = 0. (3.6)

另一方面，对（∇ × B = 𝜇0J𝑠）取旋度，结合公式（3.3），可得超导体内部的磁感应

强度满足 ∇2B − B/𝜆2 = 0。被驱动的超电流会在超导体内部产生矢势。对于均匀磁
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化进动，系统在 𝑦­𝑧平面内具有平移不变性，因此超电流仅取决于 𝑥。并且产生矢势

A(𝑥) = 𝜇0
4𝜋 ∫ 𝑑r′ J𝑠(𝑥′)

|r − r′| . (3.7)

相应地，奥斯特磁场

H𝑠 = (1/𝜇0)∇ × A (3.8)

仅包含分量 𝐻𝑦 = −𝜕𝑥𝐴𝑧(𝑥)/𝜇0，它会驱动磁化M。

3.2 单层铁磁绝缘体薄膜

我们从单个绝缘铁磁薄膜入手，研究均匀磁化进动产生的显著辐射电场。对于

一个厚度为 2𝑑𝐹、由静态磁场 Happ = 𝐻0 ̂z偏置的单层铁磁绝缘体，在铁磁共振中，
由于磁矩M是均匀的，并且有恒定的退磁因子𝑁𝑥𝑥 = −1。由于磁性薄膜足够薄，在
整个推导中我们都假设其为均匀进动。薄膜两个表面上的相反磁荷会在外部产生相

反的磁场，导致铁磁层外部的磁场 H𝑑 = 0这也可以通过公式（ 3.5）计算得出；在

铁磁体内部，H𝑑 = {−𝑀𝑥, 0, 0}，B = {0, 𝜇0𝑀𝑦, 𝜇0(𝐻0 + 𝑀0)}，其中只有 B的 𝑦­分
量以 𝜔频率振荡，能够辐射电场。

3.2.1 完整解

这里我们超越准静态近似，求解辐射电场。根据公式（3.2），振荡的电磁场是在

空间中辐射微波的源。对公式（3.2）中的第一个方程取旋度，频率为 𝜔的电场满足：

∇2E + 𝜀0𝜇0𝜔2E = −𝑖𝜔𝜇0∇ × M. (3.9)

这种辐射过程由振荡的“磁化电流”J𝑀 = ∇ × M控制，它类似于由普通振荡电荷

电流引起的辐射 [30]。

通过格林函数方法 [30]，公式（3.9）的解为

E(r) = 𝑖𝜇0𝜔
4𝜋 ∫ [∇′ × M(r′)]𝑒𝑖𝑘|r−r′|

|r − r′| 𝑑r′, (3.10)

其中 𝑘 = 𝜔/𝑐是微波的波数。由于只有M的 𝑥和 𝑦分量以频率 𝜔振荡，且在铁磁层
内部是均匀的，所以在全空间中，(∇ × M)𝑥,𝑦 = 0，这导致 𝐸𝑥 = 𝐸𝑦 = 0，并且：

𝐸𝑧(𝑥) = 𝑖𝜇0𝜔
4𝜋 ∫ [𝜕𝑥′𝑀𝑦(r′)]𝑒𝑖𝑘|r−r′|

|r − r′| 𝑑r′. (3.11)
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利用Weyl公式 [7]

𝑒𝑖𝑘|r−r′|

|r − r′| = ∫ 𝑑𝑘′
𝑧𝑑𝑘′

𝑦
𝑖𝑒𝑖𝑘′

𝑧(𝑧−𝑧′)+𝑖𝑘′
𝑦(𝑦−𝑦′)𝑒𝑖√𝑘2−𝑘′2𝑧 −𝑘′2𝑦 |𝑥−𝑥′|

2𝜋√𝑘2 − 𝑘′2𝑧 − 𝑘′2𝑦
, (3.12)

我们得到电场

𝐸𝑧 = 𝜇0𝜔𝑀𝑦
2𝑘

⎧{{{
⎨{{{⎩

𝑒−𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ) − 𝑒𝑖𝑘(𝑥+𝑑𝐹 ), −𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹

𝑒𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ) − 𝑒𝑖𝑘(𝑥+𝑑𝐹 ), 𝑥 > 𝑑𝐹

𝑒−𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ) − 𝑒−𝑖𝑘(𝑥+𝑑𝐹 ), 𝑥 < −𝑑𝐹

. (3.13)

根据公式(3.2)，我们发现磁感应强度 𝐵𝑥 = 0，𝐵𝑧 = 𝜇0(𝐻0 + 𝑀0) 是静态的，
𝐵𝑦 = −𝜕𝑥𝐸𝑧/(𝑖𝜔)，其表达式为：

𝐵𝑦 = 𝜇0𝑀𝑦
2

⎧{{{
⎨{{{⎩

𝑒𝑖𝑘(𝑥+𝑑𝐹 ) + 𝑒−𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ), −𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹

𝑒𝑖𝑘(𝑥+𝑑𝐹 ) − 𝑒𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ), 𝑥 > 𝑑𝐹

−𝑒−𝑖𝑘(𝑥+𝑑𝐹 ) + 𝑒−𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ), 𝑥 < −𝑑𝐹

. (3.14)

我们可以通过振荡的“磁化电流”J𝑀 很好地理解辐射电场（3.13）。对于均匀磁化

进动，J𝑀 位于铁磁绝缘体的表面，即其动态分量：

J𝑀(𝑥) = [𝛿(𝑥 + 𝑑𝐹 ) − 𝛿(𝑥 − 𝑑𝐹 )]𝑀𝑦 ̂z ∝ 𝑀𝑦 (3.15)

在两个表面 𝑥 = ±𝑑𝐹 处具有相同的大小但相反的符号，如图3.3所示。这种振

荡的磁化电流会朝着两个相反方向辐射电磁波，其波矢分别为 𝑘 ̂x 和 −𝑘 ̂x（其中
𝑘 = 𝜔/𝑐）的电磁波。由于 J𝑀 在 𝑥 = ±𝑑𝐹 处的符号相反，铁磁体左右表面所辐

射电场的振幅符号亦相反，即 𝐸𝐿 = −𝐸𝑅 ≡ 𝐸0 ∝ 𝑀𝑦。在样品右侧，即 𝑥 > 𝑑𝐹

的区域，左右表面辐射电场的传播相位分别为 𝑘(𝑥 + 𝑑𝐹 ) 和 𝑘(𝑥 − 𝑑𝐹 ) 由此产生
的净电场为 𝐸 = 𝐸0(𝑒𝑖𝑘(𝑥+𝑑𝐹 ) − 𝑒𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ))。与之类似，当 𝑥 < −𝑑𝐹 时，净电场

𝐸 = 𝐸0(𝑒−𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ) − 𝑒−𝑖𝑘(𝑥+𝑑𝐹 ))。这些结果与公式(3.13)完全一致。

有了公式(3.13)和(3.14)的完整解，我们就可以计算由于磁性绝缘体向外辐射能

量而导致的铁磁共振的辐射阻尼。根据公式(3.14)，磁性绝缘薄膜内部的辐射磁场为：

𝐻𝑟
𝑥 = −𝑀𝑥,
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FI
x̂k

MJ MJ
M

x̂k

x̂
Fd FdΟ

x̂kx̂k

图 3.3 从磁性绝缘体两个表面的表面磁化电流辐射出的电场。

𝐻𝑟
𝑦 = 𝑖𝜔𝑑𝐹 𝑀𝑦

𝑐 = −𝑑𝐹
𝑐

𝑑𝑀𝑦
𝑑𝑡 (3.16)

该辐射磁场驱动磁化，因此线性化的朗道 ­里夫希茨 ­吉尔伯特（LLG）方程写为：

−𝑖𝜔𝑀𝑥 + 𝜇0𝛾𝑀𝑦𝐻0 = 𝑖(𝛼𝐺 + 𝛼𝑅)𝜔𝑀𝑦,

𝑖𝜔𝑀𝑦 + 𝜇0𝛾𝐻0𝑀𝑥 = −𝜇0𝛾𝑀0𝑀𝑥 + 𝑖𝛼𝐺𝜔𝑀𝑥, (3.17)

其中，辐射贡献的阻尼系数为：

𝛼𝑅 = 𝜇0𝛾𝑀0𝑑𝐹 /𝑐. (3.18)

它非常小，可以忽略不计：例如，对于厚度 2𝑑𝐹 = 120 nm，𝜇0𝑀0 = 0.2 T [119,120]的

钇铁石榴石（YIG）薄膜，𝛼𝑅 ≈ 7.3 × 10−6 ≪ 𝛼𝐺 ∼ 5 × 10−4。然而，辐射阻尼随着

薄膜厚度的增大而增大而增大。

我们关注距离铁磁体表面约 ∼ 𝜆 范围内的场。在铁磁绝缘体中 𝜔 ∼ 2𝜋 ×
4 GHz [117]，而对于常规超导体，𝜆 ∼ 100 nm，因此 𝑘𝜆 ∼ 10−5 ≪ 1。当 𝑘𝑥 → 0时，
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我们有：

𝐸𝑧(𝑥) =

⎧{{{
⎨{{{⎩

−𝑖𝜇0𝜔𝑀𝑦𝑥, −𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹

−𝑖𝜇0𝜔𝑀𝑦𝑑𝐹 , 𝑥 > 𝑑𝐹

𝑖𝜇0𝜔𝑀𝑦𝑑𝐹 , 𝑥 < −𝑑𝐹

, (3.19)

其示意图如图3.1(a)所示。磁感应强度

𝐵𝑦(𝑥) =

⎧{{{
⎨{{{⎩

𝜇0𝑀𝑦, −𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹

0, 𝑥 > 𝑑𝐹

0, 𝑥 < −𝑑𝐹

(3.20)

这与准静态近似 [121]的结果一致，并且在铁磁体外部，𝐻𝑦为零。

3.2.2 准静态近似

上述分析表明，在关注近场极限时，我们可以采用准静态近似，即在公式(3.2)中

令∇ ×H = 0。在关注铁磁共振的情况时，电场 E在 𝑦­𝑧平面内具有平移不变性，也
就是说，𝜕𝑧𝐸𝑥 = 0。取公式(3.1)的 𝑦分量，𝐵𝑦的振荡仅产生与磁化方向平行的 𝐸𝑧：

−𝜕𝑥𝐸𝑧 = 𝑖𝜔𝜇0𝑀𝑦. (3.21)

对铁磁体沿 𝑥方向积分可得：

𝐸𝑧(𝑥) = −𝑖𝜔𝜇0𝑀𝑦(𝑥 + 𝑑𝐹 ) + 𝐸𝑧(𝑥 = −𝑑𝐹 ). (3.22)

因此，在铁磁体内，𝐸𝑧与 𝑥呈线性关系。在铁磁体外，

𝐸𝑧(𝑥) = −2𝑖𝜔𝜇0𝑀𝑦𝑑𝐹 + 𝐸𝑧(𝑥 = −𝑑𝐹 ), (3.23)

该电场是均匀的，这与准静态近似中外部磁场 𝐻𝑦|outside = 0 相符。根据对称性，
𝐸𝑧(𝑥 = 0) = 0，所以该电场与公式 (3.19)完全相同。

3.3 超导­铁磁异质结构

接下来我们考虑由厚度为 2𝑑𝐹 的铁磁薄膜和厚度为 𝑑𝑆 的超导体组成的超导 ­铁

磁绝缘体异质结构，如图3.4所示。我们证明了相邻的超导体对辐射电场有很强的调
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制作用，这就解释了在这种结构中为什么铁磁共振（FMR）频率没有发生偏移 [68,105]。

S
ikxeE1

ikxeE '1
xikeE '

2 ' 

xikeE '
2

ikxeE3

FI

ikxeE 
4

Fd Fd SF dd  x

y

图 3.4 铁磁绝缘体 ­超导异质结构的辐射电场。

3.3.1 完全解

在铁磁体内部，由于均匀磁化强度 M 满足 ∇ × M = 0，方程（3.9）的解为

𝐸𝑧(𝑥) = 𝐸1𝑒𝑖𝑘𝑥 + 𝐸′
1𝑒−𝑖𝑘𝑥。在超导体内部，根据方程（3.1）和（3.3），电场满足：

𝜕2
𝑥𝐸𝑧 + (𝜀0𝜇0𝜔2 − 1/𝜆2)𝐸𝑧 = 0, (3.24)

该方程的解为 𝐸𝑧(𝑥) = 𝐸2𝑒𝑖𝑘′𝑥 + 𝐸′
2𝑒−𝑖𝑘′𝑥.其中，𝑘′ = √(𝜔/𝑐)2 − 1/𝜆2 ≈ 𝑖/𝜆，在微

波频率下是纯虚数。例如，当频率 𝜔 ∼ 2𝜋 × 4 GHz时，𝑘 = 𝜔/𝑐 ∼ 83.8 m−1 ，远小

于伦敦穿透深度 𝜆 ∼ 100 nm对应的 1/𝜆 ∼ 107 m−1。因此，由于迈斯纳效应，低频

电磁波在超导体中不再传播，而是衰减。在异质结构外部，电场 𝐸3𝑒𝑖𝑘𝑥 和 𝐸4𝑒−𝑖𝑘𝑥

是辐射的。这些辐射电场如图3.4所示。

振幅 {𝐸1, 𝐸′
1, 𝐸2, 𝐸′

2, 𝐸3, 𝐸4}由边界条件决定，即 𝐸𝑧和𝐻𝑦在界面处是连续的。

在界面处，𝐸𝑧的连续性要求

𝐸1𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝐸′
1𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 = 𝐸2𝑒𝑖𝑘′𝑑𝐹 + 𝐸′

2𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝐹 ,

𝐸2𝑒𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑𝑆) + 𝐸′
2𝑒−𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑𝑆) = 𝐸3𝑒𝑖𝑘(𝑑𝐹 +𝑑𝑆),

𝐸1𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝐸′
1𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 = 𝐸4𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 . (3.25)
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在超导体中，𝐻𝑦 = −1/(𝑖𝜔𝜇0)𝜕𝑥𝐸𝑧；而在铁磁体中，𝐻𝑦 = −1/(𝑖𝜔𝜇0)𝜕𝑥𝐸𝑧 − 𝑀𝑦。

因此，界面处 𝐻𝑦的连续性可得出：

𝑘′(𝐸2𝑒𝑖𝑘′𝑑𝐹 − 𝐸′
2𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝐹 ) = 𝑘(𝐸1𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 − 𝐸′

1𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 )

+ 𝜔𝜇0𝑀𝑦,

𝑘′(𝐸2𝑒𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑𝑆) − 𝐸′
2𝑒−𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑𝑆)) = 𝑘𝐸3𝑒𝑖𝑘(𝑑𝐹 +𝑑𝑆),

𝑘(𝐸1𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 − 𝐸′
1𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 ) + 𝜔𝜇0𝑀𝑦 = −𝑘𝐸4𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 . (3.26)

结合公式(3.25)和(3.26)，我们可以得到所有的振幅。在铁磁绝缘体中，

𝐸𝑧(−𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹 ) = 𝑅𝐸0𝑒−𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ) + 𝐸single(𝑥), (3.27)

其中振幅 𝐸0 = −[𝜔𝜇0𝑀𝑦/(2𝑘)] (𝑒2𝑖𝑘𝑑𝐹 − 1), 𝐸single(𝑥)是单个磁性绝缘体的辐射电场
（公式(3.13)），并且

𝑅 = 𝑒𝑖𝑘′𝑑𝑆(𝑘2 − 𝑘′2) + 𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝑆(𝑘′2 − 𝑘2)
𝑒𝑖𝑘′𝑑𝑆(𝑘 − 𝑘′)2 − 𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝑆(𝑘 + 𝑘′)2 (3.28)

是超导体表面电场的反射系数。

我们在图3.5中绘制了在频率 𝜔 ∼ 2𝜋 × 4 GHz下，当伦敦穿透深度 𝜆不同时，反
射系数 𝑅随超导体厚度 𝑑𝑆 的变化关系。当 𝑑𝑆 > 0.1 nm时，反射系数饱和至­1；但

当 𝑑𝑆 → 0时，反射系数降至 0，恢复到单层情况的解（3.13）。我们得出结论，即使

𝑑𝑆 ≪ 𝜆，由于在 𝜔 ∼ 2𝜋 × 4 GHz时，|𝑘| = 𝜔/𝑐远小于 |𝑘′| ≈ 1/𝜆，所以 𝑅 → −1。
这意味着即使是超薄的常规超导层，在铁磁绝缘体 ­超导体（FI ­ S）界面处电场

也会发生全反射。如下所示，这表明在所有使用厚超导体的现有实验中，铁磁共振

（FMR）频率都不会发生偏移 [68,105]。

在超导体内，

𝐸𝑧(𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆) = 2𝑘𝐸0
𝑒𝑖𝑘′𝑑𝑆(𝑘 − 𝑘′)2 − 𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝑆(𝑘 + 𝑘′)2

× ((𝑘 − 𝑘′)𝑒−𝑖𝑘′(𝑥−𝑑𝐹 +𝑑𝑆) − (𝑘 + 𝑘′)𝑒𝑖𝑘′(𝑥−𝑑𝐹 −𝑑𝑆)) , (3.29)
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图 3.5 反射系数 Re(𝑅)随超导体厚度 𝑑𝑆 的变化关系，其中伦敦穿透深度分别为 𝜆 = 100 nm
和 1 𝜇m。频率取 𝜔 = 2𝜋 × 4 GHz。

由于 |𝑘| ≪ |𝑘′|，该电场实际上非常微弱。在异质结构之外，

𝐸𝑧 =

⎧{{{
⎨{{{⎩

−4𝑘𝑘′𝐸0𝑒𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 −𝑑𝑆)

𝑒𝑖𝑘′𝑑𝑆(𝑘 − 𝑘′)2 − 𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝑆(𝑘 + 𝑘′)2 , 𝑥 > 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆

𝑅𝐸0𝑒−𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 ) + 𝐸single(𝑥), 𝑥 < −𝑑𝐹

. (3.30)

在低频且靠近异质结构处，𝑘𝑥 → 0, 𝑘𝑑𝐹 → 0,并且 𝑘𝑑𝑆 → 0,所以电场

𝐸𝑧(𝑥) =

⎧{{{
⎨{{{⎩

0, 𝑥 > 𝑑𝐹

−𝑖𝜔𝜇0𝑀𝑦(𝑥 − 𝑑𝐹 ), −𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹

2𝑖𝜔𝜇0𝑀𝑦𝑑𝐹 , 𝑥 < −𝑑𝐹

, (3.31)

其示意图如图3.1（b）所示。由于全反射且相位移动 𝜋（𝑅 = −1），超导体内的电场
消失，没有超导电流，因此对铁磁共振（FMR）没有调制作用。
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3.3.2 准静态近似

完整的解清楚地表明，在超导 ­铁磁绝缘体异质结构的超导体一侧不存在电场，

这在准静态近似∇ ×H = 0(J𝑠)的框架内可以很好地理解。假设在铁磁 ­超导界面处

𝐸𝑧(𝑥 = 𝑑𝐹 ) = ̃𝐸0，根据公式(3.6)，相邻超导体内的电场

𝐸𝑧(𝑥) = ̃𝐸0
cosh ((𝑥 − 𝑑𝑆 − 𝑑𝐹 )/𝜆)

cosh (𝑑𝑆/𝜆) (3.32)

会驱动超导电流。对于厚度为 𝑂(𝜆)的薄超导薄膜，我们可以对超导电流取平均值
𝐽𝑠,𝑧 = [𝐽𝑠,𝑧(𝑥 = 𝑑𝐹 ) + 𝐽𝑠,𝑧(𝑥 = 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆)]/2，并且由公式（3.3）的第一个方程可得

𝐽𝑠,𝑧 = 𝑖
𝜇0𝜔𝜆2

̃𝐸0
1 + cosh(𝑑𝑆/𝜆)
2 cosh(𝑑𝑆/𝜆) . (3.33)

超导电流会根据𝐻𝑦 = −𝜕𝑥𝐴𝑧/𝜇0产生矢势（3.7）和奥斯特磁场。在低频情况下，令

Weyl恒等式（3.12）中的 𝑘 = 0，即 [7]

1
|r − r′| = ∫ 𝑑𝑘′

𝑥𝑑𝑘′
𝑦
𝑒𝑖𝑘′

𝑥(𝑥−𝑥′)+𝑖𝑘′
𝑦(𝑦−𝑦′)𝑒−√𝑘′2𝑥 +𝑘′2𝑦 |𝑧−𝑧′|

2𝜋√𝑘′2𝑥 + 𝑘′2𝑦
, (3.34)

我们得到由超导电流产生的奥斯特磁场

𝐻𝑠,𝑦(𝑥) =
⎧{
⎨{⎩

𝑑𝑆𝐽𝑠,𝑧/2, 𝑥 > 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆

−𝑑𝑆𝐽𝑠,𝑧/2, 𝑥 < 𝑑𝐹
. (3.35)

然而，在准静态近似下，与 𝑥无关的恒定 𝐻𝑠,𝑦 在异质结构之外应该为零，因为恒

定磁场会使辐射电场发散，这就要求当 𝑑𝑆 ≠ 0时外部电场 𝐸𝑧(𝑥 > 𝑑𝐹 ) = 0。由
于电场在界面处是连续的，所以，𝐸𝑧(𝑥 = 𝑑𝐹 ) = ̃𝐸0 = 0并且根据公式 (3.21)可知

𝐸𝑧(𝑥 = −𝑑𝐹 ) = 2𝑖𝑑𝐹 𝜔𝜇0𝑀𝑦。因此，这些简单的计算精准地抓住了完整解(3.31)中

的关键物理本质。

3.4 超导­铁磁绝缘体­超导异质结构

进一步地，我们考虑如图3.2所示的超导­铁磁绝缘体­超导体异质结构，它由厚

度为 2𝑑𝐹 的铁磁绝缘体以及分别具有厚度 𝑑𝑆 和 𝑑′
𝑆 的两个相邻超导薄膜组成。与超

导­铁磁绝缘体双层结构相比，超导­铁磁绝缘体­超导体异质结构中的电场分布由于

受到超导体的来回反射而发生了很大变化，这将在本节中进行讨论。
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3.4.1 完全解

与超导­铁磁绝缘体异质结构类似，在铁磁体内部，𝐸𝑧(𝑥) = 𝐸1𝑒𝑖𝑘𝑥+𝐸′
1𝑒−𝑖𝑘𝑥；在超

导体“1”中，𝐸𝑧(𝑥) = 𝐸2𝑒𝑖𝑘′𝑥+𝐸′
2𝑒−𝑖𝑘′𝑥；在超导体“2”中，𝐸𝑧(𝑥) = 𝐸3𝑒𝑖𝑘′𝑥+𝐸′

3𝑒−𝑖𝑘′𝑥。

在异质结构之外，辐射出电场 𝐸4𝑒𝑖𝑘𝑥和 𝐸5𝑒−𝑖𝑘𝑥。这些电场如图 3.6所示。

S
ikxeE1

ikxeE '1
xikeE '

2 ' 

xikeE '
2

ikxeE4

FI

ikxeE 
5

Fd Fd SF dd  x

y
xikeE '

3

xikeE '
3 ' 

'SF dd 

S (1)(2)

图 3.6 超导­铁磁绝缘体­超导体异质结构中的辐射电场。

振幅 {𝐸1, 𝐸′
1, 𝐸2, 𝐸′

2, 𝐸3, 𝐸′
3, 𝐸4, 𝐸5}由边界条件决定。其中，界面处 𝐸𝑧的连续

性要求：

𝐸1𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝐸′
1𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 = 𝐸2𝑒𝑖𝑘′𝑑𝐹 + 𝐸′

2𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝐹 ,

𝐸1𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝐸′
1𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 = 𝐸3𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝐹 + 𝐸′

3𝑒𝑖𝑘′𝑑𝐹 ,

𝐸2𝑒𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑𝑆) + 𝐸′
2𝑒−𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑𝑆) = 𝐸4𝑒𝑖𝑘(𝑑𝐹 +𝑑𝑆),

𝐸3𝑒−𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑′
𝑆) + 𝐸′

3𝑒𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑′
𝑆) = 𝐸5𝑒𝑖𝑘(𝑑𝐹 +𝑑′

𝑆), (3.36)

同时，界面处 𝐻𝑦的连续性导致

𝑘′(𝐸2𝑒𝑖𝑘′𝑑𝐹 − 𝐸′
2𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝐹 ) = 𝑘(𝐸1𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 − 𝐸′

1𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ) + 𝜔𝜇0𝑀𝑦,

𝑘′(𝐸3𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝐹 − 𝐸′
3𝑒𝑖𝑘′𝑑𝐹 ) = 𝑘(𝐸1𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 − 𝐸′

1𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 ) + 𝜔𝜇0𝑀𝑦,

𝑘′(𝐸2𝑒𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑𝑆) − 𝐸′
2𝑒−𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑𝑆)) = 𝑘𝐸4𝑒𝑖𝑘(𝑑𝐹 +𝑑𝑆),

𝑘′(𝐸3𝑒−𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑′
𝑆) − 𝐸′

3𝑒𝑖𝑘′(𝑑𝐹 +𝑑′
𝑆)) = −𝑘𝐸5𝑒𝑖𝑘(𝑑𝐹 +𝑑′

𝑆). (3.37)
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结合方程 (3.36)和 (3.37)，我们可以得到电场分布。特别地，当 𝑑𝑆 = 𝑑′
𝑆 时，在铁磁

薄膜中，

𝐸𝑧(|𝑥| < 𝑑𝐹 ) = −𝜔𝜇0𝑀𝑦 sinh (𝑖𝑘𝑥)
𝑘 cosh (𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′𝑓(𝑢) sinh (𝑖𝑘𝑑𝐹 ), (3.38)

其中 𝑢 = −[(𝑘 + 𝑘′)/(𝑘 − 𝑘′)] exp(−2𝑖𝑘′𝑑𝑆)，

𝑓(𝑢) = 𝑢 − 1
𝑢 + 1 = 𝑘′ sinh (𝑖𝑘′𝑑𝑆) − 𝑘 cosh (𝑖𝑘′𝑑𝑆)

𝑘 sinh (𝑖𝑘′𝑑𝑆) − 𝑘′ cosh (𝑖𝑘′𝑑𝑆). (3.39)

在超导体“1”中，

𝐸𝑧(𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆)

= −𝜔𝜇0𝑀𝑦(𝑢𝑒𝑖𝑘′(𝑥−𝑑𝐹 ) + 𝑒−𝑖𝑘′(𝑥−𝑑𝐹 ))
𝑘(1 + 𝑢) coth(𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′(𝑢 − 1) , (3.40)

而在超导体“2”中，

𝐸𝑧(−𝑑𝐹 − 𝑑𝑆 < 𝑥 < −𝑑𝐹 )

= 𝜔𝜇0𝑀𝑦(𝑢𝑒−𝑖𝑘′(𝑥+𝑑𝐹 ) + 𝑒𝑖𝑘′(𝑥+𝑑𝐹 ))
𝑘(1 + 𝑢) coth(𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′(𝑢 − 1) . (3.41)

这两个电场都存在，并且电场 𝐸𝑧(𝑥 = −𝑑𝐹 ) 和 𝐸𝑧(𝑥 = 𝑑𝐹 ) 符号相反。这一特性
可以从磁偶极辐射来理解：由于磁化电流 J𝑀 （式 (3.15)）在磁性薄膜的两个表面

𝑥 = ±𝑑𝐹 处方向相反，从而从这两个表面 𝑥 = ±𝑑𝐹 辐射出的电场振幅符号相反，这

些电场传播到超导体中，并在其中驱动方向相反的超导电流。在异质结构之外，

𝐸𝑧(𝑥 > 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆)

= −𝜔𝜇0𝑀𝑦(𝑢𝑒𝑖𝑘′𝑑𝑆 + 𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝑆)
𝑘(1 + 𝑢) coth(𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′(𝑢 − 1)𝑒𝑖𝑘𝑥,

𝐸𝑧(𝑥 < −𝑑𝐹 − 𝑑𝑆)

= 𝜔𝜇0𝑀𝑦(𝑢𝑒𝑖𝑘′𝑑𝑆 + 𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝑆)
𝑘(1 + 𝑢) coth(𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′(𝑢 − 1)𝑒−𝑖𝑘𝑥, (3.42)

当远离异质结构时，其简化为更简单的形式

𝐸𝑧(𝑥) ≈ 𝑖𝜔𝜇0𝑑𝐹 𝜆𝑀𝑦
𝜆 cosh (𝑑𝑆/𝜆) + 𝑑𝐹 sinh (𝑑𝑆/𝜆)

×
⎧{
⎨{⎩

−𝑒𝑖𝑘𝑥, 𝑥 ≫ 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆

𝑒−𝑖𝑘𝑥, 𝑥 ≪ −(𝑑𝐹 + 𝑑𝑆)
. (3.43)
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当 𝑑𝑆 ≫ 𝜆时，异质结构向外的辐射将被完全抑制。
另一方面，当当图3.6中 𝑑𝑆 ≠ 𝑑′

𝑆 时，超导体 |铁磁绝缘体 |超导体（S|FI|S）异

质结构中 𝐸𝑧(𝑥)的通解变得较为复杂。在铁磁绝缘体内部，

𝐸𝑧(−𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹 )

= −𝜔𝜇0𝑀𝑦(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑥 + 𝑒−𝑖𝑘𝑥)
𝑘(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 − 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′𝑓(𝑢)(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ), (3.44)

其中，

𝐺 = −−2𝑘 sinh(𝑖𝑘𝑑𝐹 ) + 𝑘′(𝑓(𝑢)𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝑓(𝑢′)𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 )
−2𝑘 sinh(𝑖𝑘𝑑𝐹 ) + 𝑘′(𝑓(𝑢)𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝑓(𝑢′)𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ), (3.45)

并且 𝑢′ = −[(𝑘 + 𝑘′)/(𝑘 − 𝑘′)] exp(−2𝑖𝑘′𝑑′
𝑆)。在超导体 “1”中,

𝐸𝑧(𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆) = 𝑢𝑒𝑖𝑘′(𝑥−𝑑𝐹 ) + 𝑒−𝑖𝑘′(𝑥−𝑑𝐹 )

1 + 𝑢

× −𝜔𝜇0𝑀𝑦(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 )
𝑘(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 − 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′𝑓(𝑢)(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ). (3.46)

在超导体 “2”中,

𝐸𝑧(−𝑑𝐹 − 𝑑′
𝑆 < 𝑥 < −𝑑𝐹 ) = 𝑒𝑖𝑘′(𝑥+𝑑𝐹 ) + 𝑢′𝑒−𝑖𝑘′(𝑥+𝑑𝐹 )

1 + 𝑢′

× −𝜔𝜇0𝑀𝑦(𝐺𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 )
𝑘(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 − 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′𝑓(𝑢)(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ). (3.47)

在异质结外部,

𝐸𝑧(𝑥 > 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆) = 𝑢𝑒𝑖𝑘′𝑑𝑆 + 𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝑆

1 + 𝑢

× −𝜔𝜇0𝑀𝑦(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 )𝑒𝑖𝑘(𝑥−𝑑𝐹 −𝑑𝑆)

𝑘(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 − 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′𝑓(𝑢)(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ),

𝐸𝑧(𝑥 < −𝑑𝐹 − 𝑑′
𝑆) = 𝑒−𝑖𝑘′𝑑′

𝑆 + 𝑢′𝑒𝑖𝑘′𝑑′
𝑆

1 + 𝑢′

× −𝜔𝜇0𝑀𝑦(𝐺𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 )𝑒−𝑖𝑘(𝑥+𝑑𝐹 +𝑑𝑆)

𝑘(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 − 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′𝑓(𝑢)(𝐺𝑒𝑖𝑘𝑑𝐹 + 𝑒−𝑖𝑘𝑑𝐹 ). (3.48)

磁场满足 𝐵𝑦 = −𝜕𝑥𝐸𝑧/(𝑖𝜔)，因此在磁性绝缘体内部，磁场为

𝐻ans
𝑦 = − (2𝑀𝑦𝑑𝐹 /𝜆)𝑓(𝑢)𝑓(𝑢′)

(𝑓(𝑢) + 𝑓(𝑢′)) + 2(𝑑𝐹 /𝜆)𝑓(𝑢)𝑓(𝑢′). (3.49)
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保留 𝑘的最低阶项，其实部为

ℜ(𝐻ans
𝑦 ) ≈ −2𝑑𝐹 𝑀𝑦 tanh(𝑑𝑆/𝜆) tanh(𝑑′

𝑆/𝜆) [𝜆(tanh(𝑑𝑆/𝜆) + tanh(𝑑′
𝑆/𝜆))

+2𝑑𝐹 tanh(𝑑𝑆/𝜆) tanh(𝑑′
𝑆/𝜆)]−1 , (3.50)

以及它的虚部

ℑ(𝐻ans
𝑦 ) =2𝑘𝑑𝐹 𝑀𝑦 ( tanh2(𝑑′

𝑆/𝜆)
cosh2(𝑑𝑆/𝜆)

+ tanh2(𝑑𝑆/𝜆)
cosh2(𝑑′

𝑆/𝜆)
)

× [tanh(𝑑𝑆/𝜆) + tanh(𝑑′
𝑆/𝜆)

+ 2𝑑𝐹 /𝜆 tanh(𝑑𝑆/𝜆) tanh(𝑑′
𝑆/𝜆)]−2 . (3.51)

在近场极限下，我们分别在图3.7中展示了对称结构（𝑑′
𝑆 = 𝑑𝑆 = 60 nm）和非对称结

构（𝑑′
𝑆 = 2𝑑𝑆 = 120 nm）的超导­铁磁绝缘体­超导体异质结构在 𝑇 = 0.5𝑇𝑐 = 5.5开

尔文时电场 Re(𝐸𝑧/(𝑖𝜔𝜇0𝑀𝑦𝑑𝐹 ))的分布情况。对于氮化铌（NbN）而言，其临界温度

𝑇𝑐 = 11开尔文，伦敦穿透深度 𝜆(𝑇 = 0) = 85 nm [122]，且 𝜆(𝑇 = 0.5𝑇𝑐) = 87.8 nm。

在对称异质结构中，两个超导体处的电场方向相反，但当 𝑑𝑆 ≠ 𝑑′
𝑆时，电场会发生偏

移。这些携带能量的电场会在远场区向外辐射 [30]。当超导体足够厚，即 {𝑑𝑆, 𝑑′
𝑆} ≫ 𝜆

时，这些电场会被限制在它们之间，这相当于一个尺寸小且性能优良的波导 [48]。

3.4.2 准静态近似

正如已证实的那样，在求解异质结构附近的电场时，准静态近似∇ ×H = 0或者
∇ × H = J𝑠是可行的

[30]。在铁磁共振（FMR）情形下，辐射电场在 𝑦­𝑧平面内是均
匀的。因此，根据∇ ×E = 𝑖𝜔B，𝑥分量𝐵𝑥 = 𝐻𝑑,𝑥 + 𝑀𝑥 = 0在磁体外部不会产生电
场。另一方面，在磁化动力学的线性响应区域内，𝑀𝑧 = 𝑀0，因此𝐵𝑧 = 𝜇0(𝐻0 +𝑀𝑧)
是静态的。所以，根据 −𝜕𝑥𝐸𝑧 = 𝑖𝜔𝜇0(𝑀𝑦 + 𝐻𝑠,𝑦)，只有磁体中的 𝐵𝑦 = 𝜇0𝑀𝑦 会根

据方程 −𝜕𝑥𝐸𝑧 = 𝑖𝜔𝜇0(𝑀𝑦 + 𝐻𝑠,𝑦)辐射出随时间变化的电场。沿 𝑥方向对铁磁体进
行积分，可得到界面处的电场满足

𝐸𝑧(𝑥 = 𝑑𝐹 ) − 𝐸𝑧(𝑥 = −𝑑𝐹 ) = −2𝑑𝐹 𝑖𝜔𝜇0, (𝑀𝑦 + 𝐻𝑠,𝑦). (3.52)

在异质结构外部，由∇ × H = 0的 z分量可知，𝐻𝑦|外部为常数。如在第 3.3.2节中所

证明的，该常数为零。
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图 3.7 对称（𝑑𝑆 = 𝑑′
𝑆 = 60 nm）（a）和非对称（𝑑′

𝑆 = 2𝑑𝑆 = 120 nm）（b）超导­铁磁绝
缘体­超导体异质结构中的电场分布。铁磁薄膜厚度 2𝑑𝐹 = 120 nm，伦敦穿透深度
𝜆(𝑇 = 0.5𝑇𝑐) = 87.8 nm
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在准静态近似下，超导体“1”和“2”中的电场满足方程 (3.6)。根据界面处 𝐸𝑧

和 𝐻𝑦 连续的边界条件以及异质结构外部 𝐻𝑦|外部 = 0,的边界条件，超导体中的电场
可表示为

𝐸𝑧(𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆)

= 𝐸𝑧(𝑥 = 𝑑𝐹 )cosh((𝑥 − 𝑑𝑆 − 𝑑𝐹 )/𝜆)
cosh(𝑑𝑆/𝜆) ,

𝐸𝑧(−𝑑𝐹 − 𝑑𝑆 < 𝑥 < −𝑑𝐹 )

= 𝐸𝑧(𝑥 = −𝑑𝐹 )cosh((𝑥 + 𝑑′
𝑆 + 𝑑𝐹 )/𝜆)

cosh(𝑑′
𝑆/𝜆) , (3.53)

这些电场驱动着与磁体相邻的超导体中的超导电流。对于厚度为 𝑂(𝜆)量级的薄超导
薄膜，我们可以对超导电流取平均值，即

J(1)
𝑠 = [J𝑠(𝑥 = 𝑑𝐹 ) + J𝑠(𝑥 = 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆)] /2,

以及

J(2)
𝑠 = [J𝑠(𝑥 = −𝑑𝐹 ) + J𝑠(𝑥 = −𝑑𝐹 − 𝑑𝑆)] /2,

因此，

𝐽 (1)
𝑠,𝑧 = 𝑖

𝜔𝜇0𝜆2 𝐸𝑧(𝑥 = 𝑑𝐹 )1 + cosh(𝑑𝑆/𝜆)
2 cosh(𝑑𝑆/𝜆) ,

𝐽 (2)
𝑠,𝑧 = 𝑖

𝜔𝜇0𝜆2 𝐸𝑧(𝑥 = −𝑑𝐹 )1 + cosh(𝑑′
𝑆/𝜆)

2 cosh(𝑑′
𝑆/𝜆) . (3.54)

超导电流会产生矢势（3.7），并根据 𝐻𝑠,𝑦 = −𝜕𝑥𝐴𝑧/𝜇0 产生奥斯特磁场。利用

Weyl恒等式（3.34），我们可以得到

𝐻𝑠,𝑦(𝑥) =

⎧{{
⎨{{⎩

(𝑑𝑆𝐽 (1)
𝑠,𝑧 + 𝑑′

𝑆𝐽 (2)
𝑠,𝑧) /2, 𝑥 > 𝑑𝐹 + 𝑑𝑆

(−𝑑𝑆𝐽 (1)
𝑠,𝑧 + 𝑑′

𝑆𝐽 (2)
𝑠,𝑧) /2, − 𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹

(−𝑑𝑆𝐽 (1)
𝑠,𝑧 − 𝑑′

𝑆𝐽 (2)
𝑠,𝑧) /2, 𝑥 < −𝑑𝐹 − 𝑑′

𝑆

. (3.55)

𝐻𝑠,𝑦|外部 = 0要求

𝑑𝑆𝐽 (1)
𝑠,𝑧 + 𝑑′

𝑆𝐽 (2)
𝑠,𝑧 = 0, (3.56)
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因此，铁磁板内部的奥斯特磁场可简化为

𝐻𝑠,𝑦(−𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹 ) = 𝑑′
𝑆𝐽 (2)

𝑠,𝑧 = −𝑑𝑆𝐽 (1)
𝑠,𝑧 . (3.57)

因此，当 𝑑𝑆 = 𝑑′
𝑆 时，两个超导体中的超导电流方向相反。当 𝑑′

𝑆 趋近于 0时，磁体

中的奥斯特磁场 𝐻𝑠,𝑦消失。

将方程（3.54）和（3.52）代入方程（3.56），我们可以得到铁磁薄膜表面的电场

𝐸𝑧(𝑥 = −𝑑𝐹 ) = 𝑖𝜇0𝜔𝑑𝑆𝑑𝐹 (𝑀𝑦 + 𝐻𝑠,𝑦)cosh(𝑑𝑆/𝜆) + 1
cosh(𝑑𝑆/𝜆)

× (𝑑𝑆(cosh(𝑑𝑆/𝜆) + 1)
2 cosh(𝑑𝑆/𝜆) + 𝑑′

𝑆(cosh(𝑑′
𝑆/𝜆) + 1)

2 cosh(𝑑′
𝑆/𝜆) )

−1
. (3.58)

将其代入方程（3.57），可得到铁磁薄膜中的奥斯特磁场

𝐻𝑠,𝑦(−𝑑𝐹 < 𝑥 < 𝑑𝐹 ) = −𝑀𝑦
𝑑𝐹 𝑑′

𝑆𝑑𝑆𝐺(𝑑𝑆, 𝑑′
𝑆, 𝜆)

𝜆2 + 𝑑𝐹 𝑑′
𝑆𝑑𝑆𝐺(𝑑𝑆, 𝑑′

𝑆, 𝜆), (3.59)

其中

𝐺(𝑑𝑆, 𝑑′
𝑆, 𝜆) = (cosh(𝑑𝑆/𝜆) + 1)

cosh(𝑑𝑆/𝜆)
(cosh(𝑑′

𝑆/𝜆) + 1)
cosh(𝑑′

𝑆/𝜆)

× (𝑑𝑆(cosh(𝑑𝑆/𝜆) + 1)
cosh(𝑑𝑆/𝜆) + 𝑑′

𝑆(cosh(𝑑′
𝑆/𝜆) + 1)

cosh(𝑑′
𝑆/𝜆) )

−1
. (3.60)

这些结果精准地体现了完整解的关键物理特性，并且便于计算基特尔磁振子与库珀

对超导电流之间的相互作用。

3.4.3 基泰尔磁振子与库珀对超导电流之间的超强相互作用

上文我们阐述了磁化强度M的动力学过程通过超导体的反作用产生了磁场𝐻𝑟
𝑦 ，

而 𝐻𝑟
𝑦 反过来又驱动铁磁体中的M，这就构成了一个自洽问题，需联立朗道 ­里夫

希茨方程和麦克斯韦方程组来求解。换句话说，磁化强度的进动会辐射出电场，该

电场通过微观上产生库珀对的质心动量，从而驱动超导体中的超导电流。这种库珀

对的集体运动，即超导电流，反过来又会产生奥斯特磁场，该磁场会影响磁化强度

的动力学过程，也就是使其铁磁共振频率发生偏移。

利用公式（3.38）以及 𝐵𝑦 = −𝜕𝑥𝐸𝑧/(𝑖𝜔)，我们得到对称超导­铁磁绝缘体­超导

体异质结构中铁磁绝缘体内部的辐射磁场为：

𝐻𝑟
𝑦(|𝑥| < 𝑑𝐹 ) = 𝑀𝑦𝑘 cosh (𝑖𝑘𝑥)

𝑘 cosh (𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′𝑓(𝑢) sinh (𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑀𝑦, (3.61)
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该磁场驱动磁化强度的进动。根据（线性化的）朗道 ­利夫希茨 ­吉尔伯特（LLG）

方程（3.1），我们得出：

−𝑖𝜔𝑀𝑥 + 𝜇0𝛾𝑀𝑦𝐻0 = 𝜇0𝛾𝑀0𝐻𝑟
𝑦 + 𝑖𝛼𝐺𝜔𝑀𝑦,

𝜇0𝛾𝐻0𝑀𝑥 + 𝑖𝜔𝑀𝑦 = −𝜇0𝛾𝑀0𝑀𝑥 + 𝑖𝛼𝐺𝜔𝑀𝑥. (3.62)

我们看到，辐射磁场(3.61)的实部与𝑀𝑦 同相，这为磁化提供了一种类场转矩。保留

𝑘的一阶项，其均匀部分

ℜ(𝐻𝑟
𝑦) = − 𝑑𝐹 tanh(𝑑𝑆/𝜆)

𝜆 + 𝑑𝐹 tanh(𝑑𝑆/𝜆)𝑀𝑦 (3.63)

将铁磁共振频率重整化为

𝜔K = 𝜇0𝛾√(𝐻0 + 𝑀0) (𝐻0 + 𝑑𝐹 tanh(𝑑𝑆/𝜆)
𝜆 + 𝑑𝐹 tanh(𝑑𝑆/𝜆)𝑀0), (3.64)

这与基泰尔频率 𝜔̃K = 𝜇0𝛾√𝐻0(𝐻0 + 𝑀0) [123]不同。当 𝑑𝑆 ≫ 𝜆时，解(3.64)恢复到

文献 [66] 中的结果，该文献预测，当磁性绝缘体被两块无限厚的超导体夹在中间时，

磁振子与微波光子之间会存在超强耦合。

另一方面，辐射磁场的虚部与𝑀𝑦 不同相，因此它产生了一种类似阻尼的转矩。

保留 𝑘的一阶项，

ℑ(𝐻𝑦) ≈ 𝑀𝑦𝑘𝑑𝐹
cosh2 (𝑑𝑆/𝜆)

(1 + 𝑑𝐹 tanh (𝑑𝑆/𝜆)
𝜆 )

−2

这导致了一个阻尼系数

𝛼𝑅 = 𝜇0𝛾𝑀0𝑑𝐹
𝑐 cosh2 (𝑑𝑆/𝜆)

(1 + 𝑑𝐹 tanh (𝑑𝑆/𝜆)
𝜆 )

−2
.

与单层磁性绝缘体(3.2.1)相比，当被两个超导体屏蔽时，磁化的辐射受到抑制，

预计辐射阻尼会降低。当 𝑑𝑆 = 𝑑𝐹 = 60 nm，𝜆 ∼ 85 nm，且 𝜔 ∼ 2𝜋 × 4GHz 时，
𝛼𝑅 ≈ 2.2 × 10−6，确实小于单层磁性绝缘体的阻尼系数（7.3 × 10−6）。当 𝑑𝑆 ≫ 𝜆
时，由于没有场从超导­铁磁绝缘体­超导异质结构中辐射出去，𝛼𝑅 → 0。在非对称
超导­铁磁绝缘体­超导异质结构中，根据公式 (3.50)和公式 (3.51)，我们得到

𝜔K = 𝜇0𝛾√𝐻0 + 𝑀0√𝐻0 − 𝑀0ℜ(𝐻𝑦)/𝑀𝑦, (3.65)
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并且额外的阻尼系数为

𝛼𝑅 = 𝜇0𝛾𝑀0ℑ(𝐻𝑦)/(𝜔K𝑀𝑦). (3.66)

另一方面，准静态近似的方法同样给出了调制的频率 𝜔K,通过联立方程（3.59）和
LLG方程(3.62)，可以自洽地求解出铁磁共振（FMR）频率

𝜔K = 𝜇0𝛾

× √𝜆2𝐻0(𝐻0 + 𝑀0) + 𝑑𝑆𝑑′
𝑆𝑑𝐹 𝐺(𝑑𝑆, 𝑑′

𝑆, 𝜆)(𝐻0 + 𝑀0)2

𝑑𝑆𝑑′
𝑆𝑑𝐹 𝐺(𝑑𝑆, 𝑑′

𝑆, 𝜆) + 𝜆2 . (3.67)

特别是，当 𝑑𝑆 = 𝑑′
𝑆,时

𝜔K = 𝜇0𝛾 ( 2𝜆2 cosh (𝑑𝑆/𝜆)𝐻0(𝐻0 + 𝑀0)
𝑑𝑆𝑑𝐹 (cosh (𝑑𝑆/𝜆) + 1) + 2𝜆2 cosh (𝑑𝑆/𝜆)

+ 𝑑𝑆𝑑𝐹 (cosh (𝑑𝑆/𝜆) + 1)(𝐻0 + 𝑀0)2

𝑑𝑆𝑑𝐹 (cosh (𝑑𝑆/𝜆) + 1) + 2𝜆2 cosh (𝑑𝑆/𝜆))
1/2

. (3.68)

为了展示铁磁共振（FMR）的频移，我们假设沿 ŷ方向施加一个频率为 𝜔0的振

荡磁场 𝐻̃𝑒−𝑖𝜔0𝑡 ̂y（相关的微波电场沿法向 ̂x­方向）。该微波的波长比异质结构的厚
度大得多，因此在异质结构厚度方向上可将其视为均匀的。当 {𝑑𝑆, 𝑑′

𝑆} ∼ 𝜆时，它
能轻易穿透超导体。由于波矢（沿 ̂z方向）与薄膜平行，它仅激发铁磁体中的磁化
强度M，而不会驱动超导体。

将外部泵浦场 𝐻̃𝑒−𝑖𝜔0𝑡 ̂y纳入朗道 ­利夫希茨 ­吉尔伯特（LLG）方程(3.62)，我

们发现在 𝛼𝐺 ≪ 1的情况下：

𝑀𝑦 = 𝜇2
0𝛾2𝑀0(𝐻0 + 𝑀0)

𝜔2
K − 𝜔2

0 − 𝑖Γ 𝐻̃,

𝑀𝑥 = −𝑖𝑀𝑦 [ 𝜔0
𝜇0𝛾(𝐻0 + 𝑀0) + 𝑖𝛼𝐺𝜔2

0
(𝜇0𝛾(𝐻0 + 𝑀0))2 ] , (3.69)

其中

Γ = 𝛼𝐺𝜔3
0

𝜇0𝛾(𝐻0 + 𝑀0) + 𝜇0𝛾(𝐻0 + 𝑀0)(𝛼𝐺 + 𝛼𝑅)𝜔0. (3.70)

由式（3.40）可知，在薄超导体“1”中，平均电场 𝐸𝑧 = [𝐸𝑧(𝑥 = 𝑑𝐹 ) + 𝐸𝑧(𝑥 =
𝑑𝐹 + 𝑑𝑆)]/2为

𝐸(1)
𝑧 = − 𝐻̃

2
𝜔𝜇0(𝑢 + 1 + 𝑢𝑒𝑖𝑘′𝑑𝑆 + 𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝑆)
𝑘(1 + 𝑢) coth(𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′(𝑢 − 1)
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×𝜇2
0𝛾2𝑀0(𝐻0 + 𝑀0)

𝜔2
K − 𝜔2

0 − 𝑖Γ . (3.71)

并且根据伦敦方程，超导体内部相应的平均超导电流为：

𝐽 (1)
𝑧 = − 𝑖𝐻̃

2𝜆2
𝑢 + 1 + 𝑢𝑒𝑖𝑘′𝑑𝑆 + 𝑒−𝑖𝑘′𝑑𝑆

𝑘(1 + 𝑢) coth(𝑖𝑘𝑑𝐹 ) − 𝑘′(𝑢 − 1)

×𝜇2
0𝛾2𝑀0(𝐻0 + 𝑀0)

𝜔2
K − 𝜔2

0 − 𝑖Γ . (3.72)

我们展示了相关数值计算结果，所考虑的结构为：一层厚度 2𝑑𝐹 = 120 nm的钇铁石

榴石（YIG）薄膜，被两片厚度 𝑑𝑆 = 𝑑′
𝑆 = 60 nm的氮化铌（NbN）超导体夹在中

间。绝缘的硫化铕（EuS）磁性薄膜 [124]也可作为验证我们预测的一种备选材料。对

于 YIG，其 𝜇0𝑀0 = 0.2特斯拉，𝛼𝐺 = 5 × 10−4 [120]。对于 NbN，我们采用其在时

𝜆(𝑇 = 0.5𝑇𝑐) = 87.8 nm的数据 [122]。我们设定偏置场 𝜇0𝐻0 = 0.05特斯拉，激励场
𝜇0𝐻̃ = 0.01毫特斯拉。图3.8展示了（其中一个）超导体中的辐射电场，以及磁化强

度M的激发振幅随激励频率 𝜔0的变化情况。频移为 2𝜋 × 1.6GHz，约为裸铁磁共振
频率 𝜔̃K = 2𝜋 × 3.2GHz的一半。这表明，即便使用磁性绝缘体，也有可能实现磁振
子与库珀对超导电流之间的超强相互作用。

在讨论频移的温度依赖性之前，我们先说明，即使在温度 𝑇 → 𝑇𝑐时，正常电流

主要为铁磁共振（FMR）提供额外的阻尼，且只会引起微小的频移。我们通过二流

体模型，并结合低频下的电导率来估算正常电流的贡献 [118]：

𝜎̃(𝜔) ≈ 𝜌𝑛𝑒2𝜏
𝑚𝑒

+ 𝑖𝜌𝑠𝑒2

𝑚𝑒

1
𝜔 = 𝜎𝑛 + 𝑖 1

𝜔𝜇0𝜆2 . (3.73)

其中 𝜏 是电子的弛豫时间，𝜌𝑛 (𝜌𝑠)是正常流体（超流体）密度。当 𝑇 > 𝑇𝑐 时，𝜌𝑛

等于电子密度 𝑛𝑒。将电导率（3.73）代入麦克斯韦方程，对称超导­铁磁绝缘体­超导

异质结构中由正常电流和超导电流共同贡献的辐射磁场（在 𝑘的一阶近似下）为：

𝐻̃𝑦 = 𝑀𝑦
𝑖𝑘̃𝑑𝐹 (𝑘̃ tanh (𝑖𝑘̃𝑑𝑆) − 𝑘)

tanh (𝑖𝑘̃𝑑𝑆)(𝑘 − 𝑖𝑘̃2𝑑𝐹 ) + 𝑘̃(𝑖𝑘𝑑𝐹 − 1)
, (3.74)

其中 𝑘̃2 = 𝑖𝜔𝜇0𝜎𝑛 − 1/𝜆2，由此我们得出铁磁共振频率和额外的阻尼系数：

𝜔K = 𝜇0𝛾√𝐻0 + 𝑀0√𝐻0 − 𝑀0ℜ(𝐻̃𝑦)/𝑀𝑦,

̃𝛼 = 𝜇0𝛾𝑀0ℑ(𝐻̃𝑦)/(𝜔K𝑀𝑦). (3.75)
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图 3.8 激励场 𝜇0𝐻̃ = 0.01 mT下的铁磁共振（FMR）光谱。在（a）和（b）中，温度 𝑇 =
0.5𝑇𝑐 = 5.5 K。（a）绘制了对称超导­铁磁绝缘体­超导异质结构中（其中一个）超导
体的激发电场振幅。共振电场振幅 𝐸𝑧 ∼ 14 V / m。（b）展示了有和没有两个相邻超导
体时磁化强度𝑀𝑦 的激发振幅。有超导体时𝑀𝑥 ≈ 0.6𝑀𝑦,无超导体时𝑀𝑥 ≈ 0.5𝑀𝑦。
频移高达 2𝜋 × 1.6 GHz，约为 𝜔̃K/2。（c）通过完整计算（黑线）和准静态近似（虚
线）得到的铁磁共振频率 𝜔K的温度依赖性。纯铁磁共振频率 𝜔̃K = 2𝜋 × 3.2 GHz。
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当 𝑇 → 𝑇𝑐时，对于氮化铌（NbN），𝜎𝑛 ∼ 1.1 × 106 (Ω ⋅m)−1 [125]，𝑑𝑆 = 𝑑𝐹 = 60 nm，

且 𝜔 ∼ 2𝜋 × 4GHz，我们发现频移 𝛿𝜔 = 𝜔K − 𝜔̃K ∼ 10−5GHz，小到可以忽略不计，

而对于钇铁石榴石（YIG），额外的阻尼 ̃𝛼 ∼ 2 × 10−4相当大，。

由于在频移中可忽略正常电流的影响，我们根据公式 (3.75)计算了铁磁共振

（FMR）频率的温度依赖性，如图 8（c）所示，其中使用的参数与图 8（a）和图 8

（b）相同。当 𝑇 → 0时，共振频率达到最大值；而当 𝑇 → 𝑇𝑐 时，由于超导性消失，

共振频率恢复到 Kittel频率。我们对比了完整解（黑线）和准静态解（虚线），发现

在的所有温度范围内，准静态近似都非常好。值得注意的是，最近，杨光老师课题

组在实验上 [126]使用我们的公式，验证了他的测量，证明了我们理论的正确性。

3.5 本章小结

磁性绝缘体是长程自旋输运、磁振子与微波强耦合以及量子信息处理的理想候

选材料，通过超导体对其进行调控可能带来新的控制维度。与金属磁体相比，磁性

绝缘体与超导体之间的邻近效应可能有所不同，这在未来研究中或许有助于区分不

同的竞争机制。我们的模型体系与金属铁磁体不同，因为绝缘体中不存在电流（若

电流较大，可能会通过辐射影响场分布）。

通过伦敦方程对超导体中响应的表述是唯象的，不过，它抓住了磁性绝缘体中

的铁磁共振与超导体中超导电流之间相互作用的关键物理机制。然而，在经典的伦

敦模型中，一些有趣的效应，比如杂质的作用以及库珀对的有限关联长度，可能并

未得到精确考量。未来，我们的工作可作为一个起点，用以拓展至一个完全基于微

观层面的模型，例如基于乌萨德尔方程的模型。

综上所述，我们分析了绝缘磁性薄膜中的 Kittel磁振子与超导体中库珀对超导

电流之间的相互作用，这种相互作用是由磁化动力学所辐射的电场介导的。通过强

调铁磁体 ­超导体界面处电场全反射的作用（该作用在超越准静态近似的情况下求

解），我们全面解释了在铁磁绝缘体 ­超导体（FI ­ S）异质结构中铁磁共振（FMR）

频移消失的原因，并预测在具有迈斯纳屏蔽效应的超导体 ­铁磁绝缘体 ­超导体（S

­ FI ­ S）异质结构中会存在 FMR频移。磁振子与库珀对超导电流之间的耦合极强，

频移可达裸铁磁共振频率的百分之几十，这可能带来极大的优势。
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4 表面铁振子及其激发

电偶极子与磁偶极子常被视作对偶存在，原因在于在众多情形下，与之相关的

电场强度 E和磁场 H所遵循的运动方程在形式上极为相似。举例来说，在准静态条

件下，依据麦克斯韦方程组，磁偶极子和电偶极子产生的电场和磁场分别为

E(𝑑)(r, 𝑡) = 1
4𝜋𝜀0

∇ ∫ ∇′ ⋅ P(r′, 𝑡)
|r − r′| 𝑑r′,

H(𝑑)(r, 𝑡) = 1
4𝜋∇ ∫ ∇′ ⋅ M(r′, 𝑡)

|r − r′| 𝑑r′, (4.1)

他们有着相同的形式。这激发了近期对铁电学与磁振子学之间的比较研究 [127,128]。

在磁性材料中，集体磁激发被量子化为“磁振子”，这是一种携带自旋、能量、动

量等的准粒子。与磁振子类似，携带电极化的激发被定义为“铁振子”[127,129]，它同样

是一种携带能量、动量等的准粒子。Bauer等人预测了在块状铁电材料 [127–129]以及铁

电纳米结构 [130–132]中，由铁振子实现的电极化和热量的基本输运性质。Heremans [133]

等人对块状锆钛酸铅基铁电体中与电场相关的热导率和热扩散率进行了测量。他们

发现，这种相关性源于电场对声子色散的调制作用。这一研究成果为铁电材料中的

声子携带具有铁振子特性的电极化提供了有力证据。

对于体模式的激发，Tang等人的研究表明，在体铁磁材料中，铁振子能够与光

光子相互耦合，从而产生了“铁振子 ­光子极化激元” [134]。然而，在这一研究中，

电偶极子之间的偶极相互作用被忽略了。Zhuang和 Hu [135]考虑偶极相互作用，模拟

了由振荡电极化所辐射出的电场的影响。他们预测，杂散电场会降低本征极化振荡

频率，并且会显著缩短铁电薄膜中的弛豫时间。

同样的，偶极相互作用还会导致其他的物理效应。在本章中，我们将展示铁电

体中由长程偶极相互作用产生的表面铁电振子。它们在太赫兹频段会产生强手性杂

散电场，如图 4.1所示。我们发现表面铁电振子存在两个分支，一个分支由于关键

的偶极相互作用被推至表面离子等离子体频率 ∼ Ω𝑝/
√

2，而另一个低频分支频率
∼ Ω𝑝/10约为 10 THz。低频模式的极化是线性的，且位于垂直于波矢的表面平面内。

与铁磁体中的 Damon­Eshbach磁振子不同 [91]，表面铁电振子不具有手性。然而，它

们的杂散电场是圆极化的，其进动轴垂直并锁定于动量方向。这种手性在传统的表
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面极化子和瑞利表面声波中也有发现。我们预测表面铁电振子的色散关系具有高度

各向异性，这使得聚焦激发能够产生定向发射，如图 4.1所示。

Ferroelectric insulators

x

y
z

0P

d

pump

E
p

E

p

图 4.1 铁电绝缘体中激光光斑（红点）激发的表面铁电振子。铁电体厚度为 𝑑，极化强度 P0
沿 ̂y方向。绿色箭头表示预测的具有四重对称性的定向相干铁电振子束发射，黄色箭
头表示相关的具有动量锁定极化的杂散电场。

4.1 模型和基本理论

我们考虑一块单轴铁电绝缘体平板，其在 𝑥­𝑦平面内延伸，垂直于 ̂z轴（图 4.1）。

平衡态下的自发极化强度 P0 沿 ̂y方向，不产生退极化场。在铁电绝缘体中，电极
化涨落 p(r)之间的库仑相互作用很强且作用距离长，这使得该问题较为复杂。假设
涨落较小，即 |p| ≪ |P0|，我们可以通过自洽求解电极化的 Landau­Khalatnikov­Tani

（LKT）运动方程，并结合由 p产生的电场 E(𝑑)的麦克斯韦方程，来寻找本征模式。

我们从单轴铁电绝缘体在居里温度 𝑇𝑐 以下的自由能 𝐹 = ∫ 𝑑rℱ(r)出发，该绝
缘体受到外部（直流或交流）电场 E(𝑒) 的作用，能量密度是电极化强度 P = P0 + p

的函数：

ℱ(r) = (𝛼/2)𝑃 2
𝑦 + (𝛽/4)𝑃 4

𝑦 + (𝜆/2)(𝑃 2
𝑥 + 𝑃 2

𝑧 )

− (1/2)E(𝑑) ⋅ P − E(𝑒) ⋅ P. (4.2)

在 𝑇 ≪ 𝑇𝑐 的情况下，我们的结果对朗道参数 𝛼 < 0、𝛽 > 0和 𝜆 > 0的依赖并不显
著。库仑相互作用的重要性在于其在朗道自由能中起主导作用。假设电极化强度围
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绕平衡值 𝑃0的涨落为 𝛿p𝑒𝑖k⋅r，则自由能密度的涨落可估计为：

𝛿ℱ = ℱ (P0 + 𝛿p) − ℱ (𝑃0)

= ((𝛼/2 + 2𝛽𝑃 2
0 + 𝜆) + 1

2𝜀0

(k ⋅ n)2

𝑘2 ) 𝛿𝑝2, (2) (4.3)

其中 𝑛 = {1, 1, 1} , 𝑘 = √𝑘2𝑥 + 𝑘2𝑦 + 𝑘2𝑧，方程的第二项代表库仑相互作用的贡献。以

铁电体 LiNbO3 为例，库仑相互作用的贡献约为 5.6 × 1010Nm2/C2，大于其他项的

贡献（约 4.3 × 109Nm2/C2） [136]。

我们关注表面铁电振子及其与电介质中传统声子的差异。电极化是一个独立的

热力学变量。需要注意的是，在位移型铁电体中，铁电振子的运动方程与晶格动力

学密切相关。位于 r𝑖处,带有有效电荷 𝑄𝑖的原子产生的电极化强度∑𝑖 𝑄𝑖r𝑖，其动

力学由有效电场驱动的离子运动和弹性力共同支配。这里我们重点关注 LKT运动方

程：

𝑚𝑝𝜕2P/𝜕𝑡2 + 𝛾𝜕P/𝜕𝑡 = −𝛿𝐹/𝛿P, (4.4)

该方程可看作是具有有效质量𝑚𝑝 = 1/(𝜀0Ω2
𝑝)的含有阻尼的牛顿方程，其中 𝜀0是真

空介电常数，Ω𝑝 是离子等离子体频率，𝛾 是唯象粘性阻尼常数。P是电场的源，电

场满足波动方程：∇2E(𝑑) − (1/𝑐2)𝜕2
𝑡 E(𝑑) = 𝜇0𝜕2

𝑡 P − (1/𝜀0)∇(∇ ⋅ P)，该方程由位移
电流密度 Ṗ产生的电磁辐射和束缚电荷积累（−∇ ⋅ P）共同贡献，其中 𝜇0是真空磁

导率。对于单色涨落 P(r, 𝑡) ∝ 𝑒−𝑖𝜔𝑡，假设其波长 𝜆远小于光的波长，即 𝑘 ≫ 𝜔/𝑐且
𝜆 ≪ 2𝜋𝑐/𝜔 ≡ 𝜆𝑐 ，由于波矢失配，它们之间的耦合较弱。在我们感兴趣的频率范围

𝜔 ∼ 10 THz内，𝜆𝑐 ∼ 190 𝜇m属于长波长。由于光速 𝑐有限导致的延迟效应可以忽
略不计，因此我们可以在准静态近似下处理电偶极场 [30]:

E(𝑑)(r, 𝑡) = 1
4𝜋𝜀0

∇ ∫ ∇′ ⋅ P(r′, 𝑡)
|r − r′| 𝑑r′. (4.5)

在平衡态下，当施加静态外场 𝐸(𝑒)
𝑦 ̂y时，恒定电极化强度 P0 = {0, 𝑃0, 0}使自由能最

小化，即 𝛿𝐹/𝛿P = 0。根据 𝛼𝑃0 + 𝛽𝑃 3
0 = 𝐸(𝑒)

𝑦 ，当 𝐸(𝑒)
𝑦 → 0时，𝑃 2

0 → −𝛼/𝛽。在线
性区域，当 |p| ≪ |P0|且假设外部电场较小，即 E(𝑒) → 0时，涨落的运动方程为：

(1/Ω𝑝)2𝜕2
𝑡 𝑝𝑥,𝑧 + 𝐾⟂𝑝𝑥,𝑧 = 𝜀0𝐸(𝑑)

𝑥,𝑧,

(1/Ω𝑝)2𝜕2
𝑡 𝑝𝑦 + 𝐾∥𝑝𝑦 = 𝜀0𝐸(𝑑)

𝑦 , (4.6)
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其中 𝐾⟂ = 𝜀0𝜆 > 0和 𝐾∥ = 𝜀0(𝛼 + 3𝛽𝑃 2
0 ) → −2𝜀0𝛼 > 0是无量纲的“刚度”常数。

本征模的两个分支分别描述纵向和横向涨落。在文献 [137] 中，作者仅讨论了纵向模

式，忽略了偶极相互作用对纵向和横向模式的耦合。偶极相互作用使 𝑘 = 0的模式
产生能隙，其频率达到离子等离子体频率 Ω𝑝（推导过程见下文及附录 3），这类似于

磁各向异性导致的磁振子能隙。方程（4.5）和（4.6）描述了电极化及其偶极电场之

间的相互作用。我们将解展开为平面波形式：

p(r, 𝑡) = (a𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧 + b𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧) 𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔𝑡), (4.7)

其中面内坐标 𝜌𝜌𝜌 = 𝑥 ̂x + 𝑦 ̂y，动量 𝜅𝜅𝜅 = 𝑘𝑥 ̂x + 𝑘𝑦 ̂y，该式会产生偶极场：

E(𝑑) = 𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔𝑡)

𝜀0
∫

0

−𝑑
𝑑𝑧′𝒢(𝑧 − 𝑧′)

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑎𝑥𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧′ + 𝑏𝑥𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧′

𝑎𝑦𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧′ + 𝑏𝑦𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧′

𝑎𝑧𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧′ + 𝑏𝑧𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧′

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

, (4.8)

其中 𝒢(𝑧 − 𝑧′)是格林函数张量。这里 𝑘𝑦𝐸(𝑑)
𝑥 = 𝑘𝑥𝐸(𝑑)

𝑦 意味着极化和波矢的锁定（详

细内容见附录 3）。

4.2 表面铁振子

极化波与由表面和体束缚电荷产生的电场相互作用，需要自洽计算。将方

程(4.8)代入方程（4.6），我们得到两个耦合的特征方程（推导细节见附录 3），可用

于求解 𝜔和 𝑘𝑧与 𝑘𝑥和 𝑘𝑦的关系。其中第一个特征方程：

𝑐1𝑐2𝑘2 + 𝑐1𝑘2
𝑦 + 𝑐2(𝑘2

𝑥 + 𝑘2
𝑧) = 0 (4.9)

建立了频率和动量之间的关系，而 𝑐1 ≡ −(𝜔/Ω𝑝)2 + 𝐾⟂ 和 𝑐2 ≡ −(𝜔/Ω𝑝)2 + 𝐾∥ 是

无量纲的。对于体激发，𝑘𝑧是实数，方程（4.9）会产生两个铁电振子分支，分别在

𝜔 ∼ Ω𝑝和 𝜔 ≪ Ω𝑝处存在带隙。高频分支是纵向的，p ∥ k，其频率为离子体频率 Ω𝑝。

低频分支则是纵向和横向模式的混合。复数解 𝑘𝑧 = 𝜂1 + 𝑖𝜂2满足第二个特征方程

[(𝑐1 + 1)𝑘𝑧 sin(𝑘𝑧𝑑/2) − 𝑐1𝜅 cos(𝑘𝑧𝑑/2)]

× [(𝑐1 + 1)𝑘𝑧 cos(𝑘𝑧𝑑/2) + 𝑐1𝜅 sin(𝑘𝑧𝑑/2)] = 0, (4.10)

75



华 中 科 技 大 学 硕 士 学 位 论 文

意味着存在铁电表面模式。当考虑厚平板（𝑑 较大）时，coth (𝑑𝜂2/2) → 1，
tanh(𝑑𝜂2/2) → 1，所以根据方程(4.10)，我们得到 𝜂1 = 0 and 𝜂2 = −𝑐1𝜅/(1 + 𝑐1)。将
𝑘𝑧 = ±𝑖𝜂2代入方程（4.9），可将耦合的特征方程（4.9）和（4.10）简化为：

𝑘𝑧 = ±𝑖𝑐1𝜅/(1 + 𝑐1),

𝑘2
𝑥𝑐2(1 + 2𝑐1) + 𝑘2

𝑦 [𝑐1𝑐2 + 𝑐1(1 + 𝑐1)] = 0. (4.11)

在大多数铁电体中，室温下弹性常数及其差值 𝛿 = 𝐾∥ − 𝐾⟂ 远小于 1。在 𝛿 的一阶
近似下求解方程（4.11），我们得到表面模式：

𝜔+
𝜅𝜅𝜅 = Ω𝑝√(1 + 𝛿 cos2 𝜃𝜅𝜅𝜅)/2 + 𝐾⟂,

𝜔−
𝜅𝜅𝜅 = Ω𝑝√𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅 + 𝐾⟂, (4.12)

这些模式存在能隙，且取决于传播方向与平衡极化方向之间的夹角 𝜃𝜅𝜅𝜅。图 4.2

展示了传统铁电绝缘体铌酸锂（LiNbO3）的色散特性，在室温下，其参数 𝛼 =
−2.012 × 109 Nm2/C2, 𝛽 = 3.608 × 109 Nm6/C4, 𝜆 = 1.345 × 109 Nm2/C2 [136]，由

此得到 𝑃0 = 0.746 C/m2, 𝐾⟂ = 0.012, 𝐾∥ = 0.036 。低频分支位于 𝜅𝜅𝜅 ∥ P0 时的

√𝐾⟂Ω𝑝和 𝜅𝜅𝜅 ⟂ P0时的√𝐾∥Ω𝑝之间。由于 |𝛼| ∝ |𝑇 − 𝑇𝑐|，降低温度会增强纵向刚
度𝐾∥，从而提高低频表面铁电振子的峰值频率。高频分支位于 Ω𝑝√(1 + 2𝐾⟂)/2和
Ω𝑝√(1 + 𝐾⟂ + 𝐾∥)/2之间的狭窄范围内，恰好接近表面离子等离子体频率 Ω𝑝/

√
2。

表面铁电振子的群速度不为零，在长波长情况下，其群速度方向垂直于波矢方

向，如图4.2（c）中低频分支所示。在附录中我们指出，自由能泛函中电极化的梯度

项在较大波数时会显著提高径向方向的群速度。在图4.2（d）中，我们采用铌酸锂的

𝑔 ∼ 5.39 × 10−10 J ⋅ m3/C2，绘制出低频分支的色散关系。

接下来，我们讨论表面铁电振子模式及其相关电场的特性，包括极化和手性。对

于表面模式，当 𝑘𝑧 = −𝑖𝑐1𝜅/(1 + 𝑐1)或 𝑘𝑧 = 𝑖𝑐1𝜅/(1 + 𝑐1)（见公式(4.11)）时，我们

发现 a = 0或 b = 0。这两种解都表明，这些波局限于铁电平板的上表面附近，因为
根据公式 (4.7)，它们随离表面距离的变化呈现相同的指数衰减。其中面内动量 𝜅𝜅𝜅是
任意的，这与磁性体系中的对应情况有着显著差异：铁磁体中的表面磁振子 [91]在某

一表面是单向传播的。我们在附录中列出了两种表面铁电振子的特性，并重点关注

低频分支，该分支可通过太赫兹光激发频率实现定向传输。
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图 4.2 室温下 LiNbO3的表面铁电振子色散关系。(a)低频支 𝜔−
𝜅𝜅𝜅 和 (b)高频支 𝜔+

𝜅𝜅𝜅。在低频区
域，表面铁电振子具有很强的各向异性。它们可以被聚焦激光激发，其传播方向可通
过激光频率 𝜔0 进行调节。(c)低频分支的群速度矢量场图。(d)较高波数下，极化强
度 p的梯度项对色散的影响。

77



华 中 科 技 大 学 硕 士 学 位 论 文

低频支的本征模 p(𝜅𝜅𝜅, 𝑧) = 𝑃𝑃𝑃(𝜅𝜅𝜅, 𝑧) exp(𝑖𝜅𝜅𝜅 ⋅ 𝜌𝜌𝜌 − 𝑖𝜔−
𝜅𝜅𝜅 𝑡)，并且

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑃𝑥(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)

𝑃𝑦(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)

𝑃𝑧(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

= 𝜉
⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

−𝜅/(𝛿 sin 𝜃𝜅𝜅𝜅)

𝜅/(𝛿 cos 𝜃𝜅𝜅𝜅)

𝑖𝜅/(1 − 𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅)

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

𝑒𝑧/Δ𝜅𝜅𝜅 (4.13)

强烈依赖于传播方向。这里 𝜉是归一化常数，Δ𝜅𝜅𝜅 = (1−𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅)/(𝜅𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅)是一个强
各向异性的衰减长度。这些波的极化情况取决于刚度差 𝛿 = 𝐾∥ − 𝐾⟂ → 𝜀0(−2𝛼 − 𝜆)
，而刚度差与温度和材料有关。对于像 LiNbO3

[136]和 LiTaO3
[138]这类传统材料，在

室温下 𝛿 ≪ 1，这使得 {|𝑝𝑥(𝜅𝜅𝜅)|, |𝑝𝑦(𝜅𝜅𝜅)|} ≫ |𝑝𝑧(𝜅𝜅𝜅)|。p的波动发生在垂直于动量的平

面内，这是因为 p(𝜅𝜅𝜅) ⋅ 𝜅𝜅𝜅 = 0。因此，表面铁电振子是线极化的，不具有手性。然而，
表面铁电振子产生的电场却具有强烈的手性。将本征模（4.13）代入库仑积分(4.8)可

得

E(𝑑)
out(𝜅𝜅𝜅) = ( ̂𝜅̂𝜅̂𝜅 + 𝑖 ̂z)(𝜉𝜅/𝜀0)𝑒−𝜅𝑧𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔−

𝜅𝜅𝜅𝑡). (4.14)

由于该场无散度，即 ∇ ⋅ E(𝑑)
out = 0，所以这个场是圆极化的，其进动轴（或“自旋”

方向）由动量传播方向 ̂𝜅̂𝜅̂𝜅 = 𝜅𝜅𝜅/𝜅与表面法线 ̂z的叉积决定，表现出与传播方向相关
的手性。

4.3 激光导致的定向传输

用光子对表面铁电振子进行共振激发，最好用量子力学的语言来描述。将

涨落展开为表面铁电振子算符 ̂𝑎𝜅𝜅𝜅 和像简谐振子那样归一化的本征模（式（12））

p̂(r, 𝑡) = ∑𝜅𝜅𝜅 (𝑃𝑃𝑃(𝜅𝜅𝜅, 𝑧) exp(𝑖𝜅𝜅𝜅 ⋅ 𝜌𝜌𝜌) ̂𝑎𝜅𝜅𝜅(𝑡) + H.c.)频率为 𝜔0、傅里叶分量为𝐸𝐸𝐸(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)的激
光场，与电极化耦合，其哈密顿量为 𝐻̂𝑐/ℏ = ∑𝜅𝜅𝜅 𝜔−

𝜅𝜅𝜅 ̂𝑎†
𝜅𝜅𝜅 ̂𝑎𝜅𝜅𝜅 + ∑𝜅𝜅𝜅(𝑔𝜅𝜅𝜅𝑒𝑖𝜔0𝑡 ̂𝑎𝜅𝜅𝜅 + H.c.)其

耦合常数 𝑔(𝜅𝜅𝜅) = (−1/ℏ) ∫0
−∞ 𝑑𝑧𝑃𝑃𝑃(𝜅𝜅𝜅, 𝑧) ⋅ 𝐸𝐸𝐸(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)，这是根据公式（3­54）中的最后一

项得出的。根据公式（4.4）中的阻尼参数 𝛾，铁电振子的衰减率为 Γ = 𝛾𝜀0Ω2
𝑝/2。在

激发期间，

𝑎𝜅𝜅𝜅(𝑡) ≡ ⟨ ̂𝑎𝜅𝜅𝜅(𝑡)⟩ = 𝑔∗(𝜅𝜅𝜅)𝑒−𝑖𝜔0𝑡/(𝜔0 − 𝜔−
𝜅𝜅𝜅 + 𝑖Γ), (4.15)
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其中，⟨⋯⟩表示系综平均。极化传播方向满足 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅 = ((𝜔0/Ω𝑝)2 − 𝐾⟂) /𝛿，而动量
主要受激发电场的空间分布限制。稳态下的时空电极化强度为：

p(r, 𝑡) = ∑
𝜅𝜅𝜅

𝑃𝑃𝑃(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)𝑔∗(𝜅𝜅𝜅)
𝜔0 − 𝜔𝜅𝜅𝜅 + 𝑖Γ𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔0𝑡) + H.c.. (4.16)

在图3.2中，我们展示了对标准铁电体（如 LiNbO3）在太赫兹激光光斑照射下表

面响应的预测结果。我们将激光光斑视作具有高斯形状的线偏振场，其尺寸为 𝜎，穿
透深度为 𝑙，振幅为𝐸0，即傅里叶分量𝐸𝐸𝐸(𝜅𝜅𝜅, 𝑧) = 𝜋𝐸0𝜎2 exp[−(𝑘2

𝑥 + 𝑘2
𝑦)𝜎2/4−𝑧2/𝑙2] ̂x

。我们选取参数 2𝜎 = 100 𝜇m，𝑙 = 200 𝜇m，𝐸0 = 50 kV/cm以及 𝜔0 = 2𝜋 × 7 THz。

铁电振子的阻尼率 Γ = 10−3𝜔0 ，这对应着长达约 7.7 mm的传播长度，且呈指数衰

减，该衰减长度比此处研究的长度尺度长得多（拟合衰减长度详见附录 3）。

图 3.2（a）表明，被激发的表面铁电振子优先向四个方向传播，与 P0 的夹角

|𝜃0| = | arcsin√[(𝜔0/Ω𝑝)2 − 𝐾⟂]/𝛿| ∼ 63∘ 与 P0 垂直。图3.2（b）所示的交叉图案，

表明了表面铁电振子束在实空间中的强准直性，它是由图3.2（c）所示的独特群

速度场引起的焦散现象，使得在样品表面 𝑧 = 0 处，|p∥(r)| = √𝑝2𝑥(r) + 𝑝2𝑦(r) 呈
现出特征性的十字形图案。定向传输可通过改变 𝜔0 进行调节（见附录 3）。振幅

沿相对于 P0 为 𝜋/2 − 𝜃0 的方向强烈聚焦到一个几十微米宽的通道中。这个方向

反映了 𝑎(𝜅𝜅𝜅) ∼ 𝛿(𝑘2
𝑥 − tan2 𝜃0𝑘2

𝑦) 或 𝑘𝑥/𝑘𝑦 ∼ tan 𝜃0 的傅里叶变换。对波矢积分后，

exp(𝑖𝜅𝜅𝜅 ⋅ 𝜌𝜌𝜌) ∼ exp[𝑖𝑘𝑦(𝑦 + 𝑥 tan 𝜃0)]中的 𝑥和 𝑦满足 𝑦 + 𝑥 tan 𝜃0 ∼ 0或 𝑥/𝑦 ∼ − cot 𝜃0

。交流电极化在这些通道中沿相互平行和反平行的方向流动，如图3.2中（b）的黑色

箭头所示。电极化会产生圆极化的手性杂散电场（公式（4.14）），其空间分布呈现与

上述类似的十字形图案。如图 3.2（c）和 3（d）所示，分别为表面处面内分量 E∥和

面外分量 𝐸𝑧的情况。对这些电场的测量将有助于重建潜在的电极化涨落。面内分量

垂直于通道方向振荡，如图3.2（c）中的黑色箭头所示。近场电场的强度可能超过入

射激光光斑的强度，这表明存在显著的等离激元增强。

当平衡极化 P0 ∥ ̂z为面外方向时，方程（4.6）具有相同的形式，并会产生极化

涨落垂直于界面且具有各向同性色散的表面态。

目前的计算是在静电近似下进行的，这种近似适用于相对较大的波数。对于小

的波数，铁电振子会与光子或声子发生杂化，形成表面铁电振子 ­光子极化激元或

表面铁电振子 ­声子极化子，我们将在未来探讨这些内容。

综上所述，我们预测长程偶极相互作用会在单轴铁电体中产生表面极化波或表
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图 4.3 激光光斑共振激发下，铌酸锂（LiNbO3）中表面铁电振子的定向光路由。(a) 𝑘空间
中被泵浦的表面铁电振子的振幅。在实空间中，如图（b）所示，同时被泵浦的铁电
振子在微米尺度的通道中发生相长干涉。[(c)、(d)]分别为处杂散电场的面内分量和
面外分量。（b）和（c）中的箭头分别为面内极化和杂散电场的瞬时图。

面铁电振子。偶极序导致的对称性破缺，会使聚焦太赫兹激光光斑产生强各向异性

的发射图案。表面铁电振子显著的各向异性将它们与表面磁振子区分开来。
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5 总结

5.1 本文主要内容及结论

本文对铁磁­超导系统的电磁近邻效应做了细致的研究，我们通过严格考虑超

导­铁磁系统的边界条件，结合麦克斯韦方程，伦敦方程以及 Landau­Lifshitz­Gilbert

方程，构建了一套求解超导­铁磁薄膜系统中电磁场分布的较为一般的方法。运用此

方法，我们从辐射的角度对超导­铁磁系统的各种现象做了详细的阐释与新的预言。

在超导­铁磁双层系统中，超导体能够反射自旋波产生的电磁场，而反射的电磁

场又影响了自旋波的传输性质，这导致超导显著地增强自旋波的群速度，与此同时，

超导体对于自旋波寿命的影响却很小，因此，在超导体的作用下，自旋波的传播距

离被明显地增强，这与实验上 [105]所观测到的现象一致。

另一方面，对于超导­铁磁­超导三层结构，同样地，我们从辐射的角度出发，超

越准静态近似，并严格考虑边界条件，成功解释了实验上观测到的铁磁共振频率在

超导­铁磁­超导三层结构中产生巨大频移，而在超导­铁磁双层结构中，频移消失的

现象。我们指出，对于超导­铁磁绝缘体­超导三层结构，铁磁共振频率也会发生巨大

的偏移。值得注意的是，最近，我们的工作也被实验所验证。

之后，注意到磁偶极矩与电偶极矩的对偶性，我们通过与由偶极相互作用导致

的磁振子表面模式“Damon­Eshbach mode”进行类比，考虑在铁电材料中电偶极矩

的偶极相互作用，预测了在铁电材料中表面极化模式，或表面铁振子的存在。我们

发现，与磁的表面模式不同，表面铁振子存在两个分支，并且，由于偶极序导致的

对称性破缺，表面铁振子具有显著的各向异性，这会导致当表面铁振子被聚焦的激

光所激发时，电偶极矩形成独特的定向分布，表面铁电振子显著的各向异性是它们

与表面磁振子的显著不同。
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附录 1 攻读硕士学位期间取得的研究成果
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附录 2 攻读硕士学位期间参与的科研项目

1. 科技部重点研发项目

项目名称: 低维磁性­超导系统的量子物理与器件集成

项目编号: No. 2023YFA1406600

起止时间: 2023年 12月­2028年 12月

担任角色：参与者
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项目名称: 利用超导体局域调控磁子模式及磁子热自旋流的研究
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起止时间: 2023年 12月­2027年 12月

担任角色：参与者
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附录 3 表面铁振子的推导计算

3.1 特征方程及推导

在这里，我们推导两个特征方程，这两个方程描述了均匀电介质中频率为 𝜔的
电极化强度 p的激发情况。对于厚度为 𝑑且表面存在反射的铁电材料，

p(r, 𝑡) = (a𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧 + b𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧) 𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔𝑡), (3­1)

其中，a和 b是平面内波矢为 𝜅𝜅𝜅 = 𝑘𝑥 ̂x + 𝑘𝑦 ̂y的驻波振幅，𝜌𝜌𝜌 = 𝑥 ̂x + 𝑦 ̂y是平面内坐
标，而 𝑘𝑧和 𝑧是垂直于薄膜平面的波矢与坐标。由这样的波所发出的偶极电场可根
据库仑定律得出，其形式为

𝐸(𝑑)
𝑗 (r, 𝑡) = 1

4𝜋𝜀0
𝑒−𝑖𝜔𝑡𝜕𝑗𝜕𝑖 ∫ 𝑓𝑖(𝑧′)𝑒𝑖𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌′

|r − r′| 𝑑r′, (3­2)

在对重复空间指标采用求和约定的情况下，𝑓𝑖(𝑧) = 𝑎𝑖𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧 + 𝑏𝑖𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧。利用Weyl恒

等式 [7]

1
|r − r′| = ∫ 𝑑𝑘′

𝑥𝑑𝑘′
𝑦
𝑒𝑖𝑘′

𝑥(𝑥−𝑥′)+𝑖𝑘′
𝑦(𝑦−𝑦′)𝑒−√𝑘′2𝑥 +𝑘′2𝑦 |𝑧−𝑧′|

2𝜋√𝑘′2𝑥 + 𝑘′2𝑦
,

方程 (3­2)变为

𝐸(𝑑)
𝑗 (r, 𝑡) = 1

2𝜀0
𝑒−𝑖𝜔𝑡𝜕𝑗𝜕𝑖 ∫

0

−𝑑
𝑑𝑧′𝑓𝑖(𝑧′)𝑒−𝜅|𝑧−𝑧′|

𝜅 𝑒𝑖𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌. (3­3)

代入方程 𝑓𝑖(𝑧),

E(𝑑)(r, 𝑡) = 1
𝜀0

𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔𝑡) ∫
0

−𝑑
𝑑𝑧′𝒢(𝑧 − 𝑧′)

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑎𝑥𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧′ + 𝑏𝑥𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧′

𝑎𝑦𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧′ + 𝑏𝑦𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧′

𝑎𝑧𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧′ + 𝑏𝑧𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧′

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

(3­4)

可以用格林函数张量来表示

𝒢(𝑧 − 𝑧′) =
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⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

−𝑘2
𝑥

2𝜅𝑒−𝜅|𝑧−𝑧′| −𝑘𝑥𝑘𝑦
2𝜅 𝑒−𝜅|𝑧−𝑧′| −𝑖𝑘𝑥

2 sgn(𝑧 − 𝑧′)𝑒−𝜅|𝑧−𝑧′|

−𝑘𝑥𝑘𝑦
2𝜅 𝑒−𝜅|𝑧−𝑧′| − 𝑘2

𝑦
2𝜅𝑒−𝜅|𝑧−𝑧′| −𝑖𝑘𝑦

2 sgn(𝑧 − 𝑧′)𝑒−𝜅|𝑧−𝑧′|

−𝑖𝑘𝑥
2 sgn(𝑧 − 𝑧′)𝑒−𝜅|𝑧−𝑧′| −𝑖𝑘𝑦

2 sgn(𝑧 − 𝑧′)𝑒−𝜅|𝑧−𝑧′| 𝜅
2𝑒−𝜅|𝑧−𝑧′| − 𝛿(𝑧 − 𝑧′)

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

.

(3­5)

在这里，𝛿(𝑧 − 𝑧′)是在铁电材料内部定义的，即 −𝑑 ≤ {𝑧, 𝑧′} ≤ 0，在铁电材料外部
其值为零。杂散电场 E(𝑑) 满足麦克斯韦方程组的边界条件，也就是在铁电材料表面

处电磁场和电流的连续性条件根据格林函数张量式 (3­5) ,

𝑘𝑦𝐸(𝑑)
𝑥 = 𝑘𝑥𝐸(𝑑)

𝑦 (3­6)

这意味着杂散电场 E(𝑑)的圆偏振方向与其平面内波矢相互锁定。在对方程 (3­4)中的

𝑧′进行积分之后，我们得到

E(𝑑)(r, 𝑡) = 1
𝜀0

𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔𝑡)

⎧{{{
⎨{{{⎩

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

−𝑘2
𝑥

𝑘2 −𝑘𝑥𝑘𝑦
𝑘2 −𝑘𝑥𝑘𝑧

𝑘2

−𝑘𝑥𝑘𝑦
𝑘2 −𝑘2

𝑦
𝑘2 −𝑘𝑦𝑘𝑧

𝑘2

−𝑘𝑥𝑘𝑧
𝑘2 −𝑘𝑦𝑘𝑧

𝑘2 −𝑘2
𝑧

𝑘2

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧

+
⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑘2
𝑥

2𝜅
𝑘𝑥𝑘𝑦
2𝜅 −𝑖𝑘𝑥

2
𝑘𝑥𝑘𝑦
2𝜅

𝑘2
𝑦

2𝜅 −𝑖𝑘𝑦
2

−𝑖𝑘𝑥
2 −𝑖𝑘𝑦

2 −𝜅
2

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

1
𝜅 − 𝑖𝑘𝑧

𝑒𝜅𝑧

+
⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑘2
𝑥

2𝜅
𝑘𝑥𝑘𝑦
2𝜅

𝑖𝑘𝑥
2

𝑘𝑥𝑘𝑦
2𝜅

𝑘2
𝑦

2𝜅
𝑖𝑘𝑦
2

𝑖𝑘𝑥
2

𝑖𝑘𝑦
2 −𝜅

2

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

𝑒−𝑑(𝜅+𝑖𝑘𝑧)

𝜅 + 𝑖𝑘𝑧
𝑒−𝜅𝑧

⎫}}}
⎬}}}⎭

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑎𝑥

𝑎𝑦

𝑎𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

+ 1
𝜀0

𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔𝑡){𝑘𝑧 → −𝑘𝑧}
⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑏𝑥

𝑏𝑦

𝑏𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

. (3­7)

电极化强度的运动方程可由唯象的 Landau­Khalatnikov­Tani方程来描述。

(1/Ω𝑝)2𝜕2
𝑡 𝑝𝑥 + 𝐾⟂𝑝𝑥 = 𝜀0𝐸(𝑑)

𝑥 ,
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(1/Ω𝑝)2𝜕2
𝑡 𝑝𝑦 + 𝐾∥𝑝𝑦 = 𝜀0𝐸(𝑑)

𝑦 ,

(1/Ω𝑝)2𝜕2
𝑡 𝑝𝑧 + 𝐾⟂𝑝𝑧 = 𝜀0𝐸(𝑑)

𝑧 , (3­8)

其中，𝐾⟂ = 𝜀0𝜆和 𝐾∥ = 𝜀0(𝛼 + 3𝛽𝑃 2
0 )是两个无量纲参数，分别表征了横向和纵

向涨落的劲度。然后，我们将方程（3 − 7）代入方程（3 − 8），在此过程中，𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧、

𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧、𝑒𝜅𝑧和 𝑒−𝜅𝑧的系数应当为零。这些条件所给出的方程将闭合如下所示的两个

特征方程

对于 𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧和 𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧的系数，我们可以得到两个久期方程

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

−𝑘2
𝑥

𝑘2 − 𝑐1 −𝑘𝑥𝑘𝑦
𝑘2 −𝑘𝑥𝑘𝑧

𝑘2

−𝑘𝑥𝑘𝑦
𝑘2 −𝑘2

𝑦
𝑘2 − 𝑐2 −𝑘𝑦𝑘𝑧

𝑘2

−𝑘𝑥𝑘𝑧
𝑘2 −𝑘𝑦𝑘𝑧

𝑘2 −𝑘2
𝑧

𝑘2 − 𝑐1

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑎𝑥

𝑎𝑦

𝑎𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

= 0, (3­9a)

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

−𝑘2
𝑥

𝑘2 − 𝑐1 −𝑘𝑥𝑘𝑦
𝑘2

𝑘𝑥𝑘𝑧
𝑘2

−𝑘𝑥𝑘𝑦
𝑘2 −𝑘2

𝑦
𝑘2 − 𝑐2

𝑘𝑦𝑘𝑧
𝑘2

𝑘𝑥𝑘𝑧
𝑘2

𝑘𝑦𝑘𝑧
𝑘2 −𝑘2

𝑧
𝑘2 − 𝑐1

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑏𝑥

𝑏𝑦

𝑏𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

= 0, (3­9b)

其中，𝑐1 = −(𝜔/Ω𝑝)2 + 𝐾⟂和 𝑐2 = −(𝜔/Ω𝑝)2 + 𝐾∥是无量纲的，这在正文里也有定

义。这两个方程的行列式为零会得出第一个特征方程

𝑐1𝑐2𝑘2 + 𝑐1𝑘2
𝑦 + 𝑐2(𝑘2

𝑥 + 𝑘2
𝑧) = 0. (3­10)

此外，从方程（3 − 9）中可以得到波振幅之间的几个关系。

𝑐1𝑘𝑦𝑎𝑥 = 𝑐2𝑘𝑥𝑎𝑦, 𝑐1𝑘𝑦𝑏𝑥 = 𝑐2𝑘𝑥𝑏𝑦,

𝑐1𝑘𝑧𝑎𝑥 = 𝑐1𝑘𝑥𝑎𝑧, −𝑐1𝑘𝑧𝑏𝑥 = 𝑐1𝑘𝑥𝑏𝑧,

𝑐2𝑘𝑧𝑎𝑦 = 𝑐1𝑘𝑦𝑎𝑧, −𝑐2𝑘𝑧𝑏𝑦 = 𝑐1𝑘𝑦𝑏𝑧.

(3­11)

从 𝑒𝜅𝑧 和 𝑒−𝜅𝑧 的系数中，我们仅能得到两个独立的方程，但存在六个未知数

{𝑎𝑥, 𝑎𝑦, 𝑎𝑧, 𝑏𝑥, 𝑏𝑦, 𝑏𝑧}。为了得到第二个特征方程，我们需要将这两个方程与从方程
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（3­9）得到的四个独立关系相结合，从而得到

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

− 𝑖𝑘𝑥
2(𝜅 − 𝑖𝑘𝑧) − 𝑖𝑘𝑦

2(𝜅 − 𝑖𝑘𝑧) − 𝜅
2(𝜅 − 𝑖𝑘𝑧) − 𝑖𝑘𝑥

2(𝜅 + 𝑖𝑘𝑧) − 𝑖𝑘𝑦
2(𝜅 + 𝑖𝑘𝑧) − 𝜅

2(𝜅 + 𝑖𝑘𝑧)
𝑖𝑘𝑥
2 𝐵 𝑖𝑘𝑦

2 𝐵 −𝜅
2𝐵 𝑖𝑘𝑥

2 𝐴 𝑖𝑘𝑦
2 𝐴 −𝜅

2𝐴

−𝑘2
𝑥 − 𝑐1𝑘2 −𝑘𝑥𝑘𝑦 −𝑘𝑥𝑘𝑧 0 0 0

−𝑘𝑥𝑘𝑦 −𝑘2
𝑦 − 𝑐2𝑘2 −𝑘𝑦𝑘𝑧 0 0 0

0 0 0 −𝑘2
𝑥 − 𝑐1𝑘2 −𝑘𝑥𝑘𝑦 𝑘𝑥𝑘𝑧

0 0 0 −𝑘𝑥𝑘𝑦 −𝑘2
𝑦 − 𝑐2𝑘2 𝑘𝑦𝑘𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

×

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑎𝑥

𝑎𝑦

𝑎𝑧

𝑏𝑥

𝑏𝑦

𝑏𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

= 0, (3­12)

其中 𝐴 = 𝑒−𝑑(𝜅−𝑖𝑘𝑧)/(𝜅 − 𝑖𝑘𝑧)，𝐵 = 𝑒−𝑑(𝜅+𝑖𝑘𝑧)/(𝜅 + 𝑖𝑘𝑧)。令这个 6 × 6矩阵的行列
式为零，我们就能得到第二个特征方程。

𝑒𝑖𝑑𝑘𝑧(𝑐2𝑘2
𝑥 + 𝑐1𝑘2

𝑦 + 𝑐1𝑐2𝜅2 + 𝑖𝑐1𝑐2𝜅𝑘𝑧)2

− 𝑒−𝑖𝑑𝑘𝑧(𝑐2𝑘2
𝑥 + 𝑐1𝑘2

𝑦 + 𝑐1𝑐2𝜅2 − 𝑖𝑐1𝑐2𝜅𝑘𝑧)2 = 0.

方程（3 − 13）表明，𝑘𝑧存在几个与 𝑘𝑥、𝑘𝑦和 𝜔相关的根。复的 𝑘𝑧 = 𝜂1 + 𝑖𝜂2是方

程（3 − 13）的解，我们可以将其重写为

[−𝑘𝑧(𝑐1 + 1) sin(𝑘𝑧𝑑/2) + 𝑐1𝜅 cos(𝑘𝑧𝑑/2)] [𝑘𝑧(𝑐1 + 1) cos(𝑘𝑧𝑑/2) + 𝑐1𝜅 sin(𝑘𝑧𝑑/2)] = 0.
(3­13)

从方程（3 − 13）的第一个括号项来看，其实部和虚部为零会导致

(𝜂1 cos
𝑑𝜂1
2 + 𝜂2 sin

𝑑𝜂1
2 coth

𝑑𝜂2
2 ) (1 + 𝑐1) + 𝑐1𝜅 sin

𝑑𝜂1
2 = 0,

(𝜂1 sin
𝑑𝜂1
2 coth

𝑑𝜂2
2 − 𝜂2 cos

𝑑𝜂1
2 ) (1 + 𝑐1) − 𝑐1𝜅 cos

𝑑𝜂1
2 coth

𝑑𝜂2
2 = 0. (3­14)
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从方程（3 − 13）的第二个括号项，我们发现方程（3 − 14）中的 coth(𝑑𝜂2
2 )被替换为

tanh(𝑑𝜂2
2 )

(𝜂1 cos
𝑑𝜂1
2 + 𝜂2 sin

𝑑𝜂1
2 tanh

𝑑𝜂2
2 ) (1 + 𝑐1) + 𝑐1𝜅 sin

𝑑𝜂1
2 = 0,

(𝜂1 sin
𝑑𝜂1
2 tanh

𝑑𝜂2
2 − 𝜂2 cos

𝑑𝜂1
2 ) (1 + 𝑐1) − 𝑐1𝜅 cos

𝑑𝜂1
2 tanh

𝑑𝜂2
2 = 0. (3­15)

在这项工作中，我们关注于厚板情况，这使我们能够采用 d很大的极限条件。此

时，当 𝜂2 > 0时，coth(𝑑𝜂2
2 ) → 1，tanh(𝑑𝜂2

2 ) → 1，并且方程（3 − 14）和方程（3 − 15）
会收敛为相同的形式

(𝜂1 cos
𝑑𝜂1
2 + 𝜂2 sin

𝑑𝜂1
2 ) (1 + 𝑐1) + 𝑐1𝜅 sin

𝑑𝜂1
2 = 0, (3­16a)

(𝜂1 sin
𝑑𝜂1
2 − 𝜂2 cos

𝑑𝜂1
2 ) (1 + 𝑐1) − 𝑐1𝜅 cos

𝑑𝜂1
2 = 0, (3­16b)

从而得到

(1 + 𝑐1)𝜂1 = 0. (3­17)

根据方程（3 − 16），可以排除 1 + 𝑐1 = 0这种情况，所以 𝜂1 = 0。将 𝜂1 = 0代入方
程（3 − 16）我们得到

𝜂2 = −𝑐1𝜅/(1 + 𝑐1). (3­18)

当 𝜂2 < 0时，通过在方程（3 − 16）中用 −𝜂2替换 𝜂2，该方程仍然成立，即对于 𝜂2

的正负值，有 𝜂2 = ∓ 𝑐1𝜅
1+𝑐1
。相应地，表面铁振子的法向波矢是纯虚数。

𝑘𝑧 = ±𝑖𝑐1𝜅/(1 + 𝑐1). (3­19)

3.2 表面模式

在这里，我们推导表面铁振子的色散关系 𝜔𝜅𝜅𝜅和本征模。将方程（3 − 19）代入
方程（3 − 10），我们得到

𝑐2(1 + 2𝑐1) + cot2 𝜃𝜅𝜅𝜅 [𝑐1𝑐2 + 𝑐1(1 + 𝑐1)] = 0, (3­20)

其中，𝜃𝜅𝜅𝜅 是平面内动量 𝜅𝜅𝜅与饱和极化强度 P0 之间的夹角。值得注意的是，对于单

轴铁电绝缘体而言，劲度差异 𝛿 = 𝐾∥ − 𝐾⟂通常很小，例如，室温下铌酸锂 LiNbO3
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的 𝛿 ≈ 0.025 [136]。因此，我们可以忽略 𝛿 的高阶项，进而得到两个表面分支的色散
关系。

𝜔+
𝜅𝜅𝜅 = Ω𝑝√(1 + 𝛿 cos2 𝜃𝜅𝜅𝜅)/2 + 𝐾⟂, (3­21a)

𝜔−
𝜅𝜅𝜅 = Ω𝑝√𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅 + 𝐾⟂. (3­21b)

这些本征频率是有能隙的，并且仅取决于传播方向 𝜃𝜅𝜅𝜅。然而，表面铁振子并非无色

散或非传播的，因为其横向群速度，例如，对于低频支而言

𝜕𝜔−
𝜅𝜅𝜅

𝜕𝜅𝜅𝜅 = Ω𝑝𝛿 sin 𝜃𝜅𝜅𝜅 cos2 𝜃𝜅𝜅𝜅

𝜅√𝐾⟂ + 𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅

̂x − Ω𝑝𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅 cos 𝜃𝜅𝜅𝜅

𝜅√𝐾⟂ + 𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅

̂y ≠ 0. (3­22)

我们通过利用方程（3 − 11），根据本征频率 𝜔𝜅𝜅𝜅 求解 {a,b}来推导表面铁振子
激发的本征模。这使得我们能够用 𝑎𝑧来重新表示 {𝑎𝑥, 𝑎𝑦}，表示形式如下

𝑎𝑥 = (𝑘𝑥/𝑘𝑧)𝑎𝑧, 𝑎𝑦 = 𝑐1𝑘𝑦/(𝑐2𝑘𝑧)𝑎𝑧, (3­23)

同时，我们可以用 𝑏𝑧来表示 {𝑏𝑥, 𝑏𝑦}，其表示形式为

𝑏𝑥 = −(𝑘𝑥/𝑘𝑧)𝑏𝑧, 𝑏𝑦 = −𝑐1𝑘𝑦/(𝑐2𝑘𝑧)𝑏𝑧. (3­24)

将其代入方程（3 − 12）的第一个方程可得到

𝑎𝑧
(𝑐2𝑘2

𝑥 + 𝑐1𝑘2
𝑦) − 𝑖𝑐2𝜅𝑘𝑧

𝜅 − 𝑖𝑘𝑧
− 𝑏𝑧

(𝑐2𝑘2
𝑥 + 𝑐1𝑘2

𝑦) + 𝑖𝑐2𝜅𝑘𝑧
𝜅 + 𝑖𝑘𝑧

= 0. (3­25)

根据方程（3 − 10），有 𝑐2𝑘2
𝑥 + 𝑐1𝑘2

𝑦 = −𝑐1𝑐2𝑘2 − 𝑐2𝑘2
𝑧。将其代入方程（3 − 25）后，

可得到 𝑎𝑧和 𝑏𝑧之间的关系：

𝑎𝑧 [(1 + 𝑐1)𝑘𝑧 − 𝑖𝑐1𝜅] + 𝑏𝑧 [(1 + 𝑐1)𝑘𝑧 + 𝑖𝑐1𝜅] = 0. (3­26)

对于表面铁振子模式，𝑘𝑧 = ±𝑖 𝑐1𝜅
1+𝑐1

[见方程（3 − 60）]。当 𝑘𝑧 = −𝑖 𝑐1𝜅
1+𝑐1

时，由方程

（3 − 26）可解得 𝑎𝑧 = 0，再结合方程（3 − 23）可得 a = 0；当 𝑘𝑧 = 𝑖 𝑐1𝜅
1+𝑐1

时，根据

方程（3 − 24）和（3 − 26）可得 𝑏𝑧 = 0以及 b = 0。这两种解都表明，波以相同的
指数衰减形式 [见方程（3 − 1）]局域在上表面附近在这里，我们取 𝑘𝑧 = −𝑖 𝑐1𝜅

1+𝑐1
，并

将 𝜉 = 𝑐2𝑏𝑦
𝑘𝑦
当作一个归一化常数。根据方程（3 − 23），用 𝜉 表示出系数 {𝑏𝑥, 𝑏𝑦, 𝑏𝑧}
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后，我们从方程（3 − 1）中求出本征模

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑝𝑥

𝑝𝑦

𝑝𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

=
⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑘𝑥/𝑐1

𝑘𝑦/𝑐2

𝑖𝜅/(1 + 𝑐1)

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

𝜉𝑒−𝑐1𝜅/(1+𝑐1)𝑧𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔𝜅𝜅𝜅𝑡). (3­27)

板内相关的电场可由运动方程（3 − 8）得出，即 𝐸(𝑑)
𝑥,𝑧 = 𝑐1

𝜀0
𝑝𝑥,𝑧 且 𝐸(𝑑)

𝑦 = 𝑐2
𝜀0

𝑝𝑦。

将本征模方程（3 − 27）代入后，我们得到

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝐸(𝑑)
𝑥

𝐸(𝑑)
𝑦

𝐸(𝑑)
𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠in

=
⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑘𝑥/𝜀0

𝑘𝑦/𝜀0

𝑖𝑐1𝜅/[𝜀0(1 + 𝑐1)]

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

𝜉𝑒−𝑐1𝜅/(1+𝑐1)𝑧𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔𝜅𝜅𝜅𝑡). (3­28)

由于在没有自由电荷的情况下∇ ⋅ (𝜀0E(𝑑) +p) = 0，因此，这样的电场 [方程（3 − 28）
]和电极化 [方程（3 − 27）]满足体材料中的麦克斯韦方程组。板外（𝑧 > 0）的杂散
电场可由库仑积分 [方程（3 − 4）]得出

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝐸(𝑑)
𝑥

𝐸(𝑑)
𝑦

𝐸(𝑑)
𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠out

=
⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑘𝑥/𝜀0

𝑘𝑦/𝜀0

𝑖𝜅/𝜀0

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

𝜉𝑒−𝜅𝑧𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔𝜅𝜅𝜅𝑡), (3­29)

在没有额外电荷的情况下，有∇ ⋅ E(𝑑) = 0。在表面（𝑧 = 0）处，电场和极化满足边
界条件，即 𝐷𝑧 = 𝜀0𝐸(𝑑)

𝑧 + 𝑝𝑧是连续的。

3.3 体模式

在这里，我们通过考虑库仑相互作用来推导体模式。忽略表面反射，并将偶极

电场

E(𝑑)(r, 𝑡) = 1
𝜀0

𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔𝑡)

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

−𝑘2
𝑥

𝑘2 −𝑘𝑥𝑘𝑦
𝑘2 −𝑘𝑥𝑘𝑧

𝑘2

−𝑘𝑥𝑘𝑦
𝑘2 −𝑘2

𝑦
𝑘2 −𝑘𝑦𝑘𝑧

𝑘2

−𝑘𝑥𝑘𝑧
𝑘2 −𝑘𝑦𝑘𝑧

𝑘2 −𝑘2
𝑧

𝑘2

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧
⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑎𝑥

𝑎𝑦

𝑎𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

(3­30)
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代入到方程 (3­8)中, 𝑒𝑖𝑘𝑧𝑧 和 𝑒−𝑖𝑘𝑧𝑧 的系数应当为零，这会导出特征方程 𝑐1𝑐2𝑘2 +
𝑐1𝑘2

𝑦 + 𝑐2(𝑘2
𝑥 + 𝑘2

𝑧) = 0，或者

(𝜔/Ω𝑝)4 − (𝜔/Ω𝑝)2(1 + 𝐾⟂ + 𝐾∥) + 𝐾⟂𝐾∥ + 𝐾∥ + (𝐾⟂ − 𝐾∥) cos2 𝜃k = 0, (3­31)

其中，𝜃k 是传播方向 k与饱和电极化方向 P0 之间的夹角。通过求解方程（3 − 31）
中的频率 𝜔，我们可以得到具有色散关系的两个铁振子分支。

(𝜔+
k

Ω𝑝
)

2
= 1

2 ((1 + 𝐾⟂ + 𝐾∥) + √(1 + 𝐾⟂ + 𝐾∥)2 − 4(𝐾⟂𝐾∥ + 𝐾∥ + (𝐾⟂ − 𝐾∥) cos2 𝜃k)) ,

(3­32)

(𝜔−
k

Ω𝑝
)

2
= 1

2 ((1 + 𝐾⟂ + 𝐾∥) − √(1 + 𝐾⟂ + 𝐾∥)2 − 4(𝐾⟂𝐾∥ + 𝐾∥ + (𝐾⟂ − 𝐾∥) cos2 𝜃k)) .

(3­33)

由于安德森 ­希格斯机制，高频分支 𝜔+
k 实际上被提升至体离子等离子体频率 Ω𝑝，但

低频分支 𝜔−
k 的频率仍保持在低得多的水平。利用室温下铌酸锂（LiNbO3）的材料

参数 [136]，我们在图 3.1中绘制了这两个分支的色散曲线。
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图 3.1 室温下块状铌酸锂（LiNbO3）的两个铁振子分支 𝜔−
k  [图 (a)]和 𝜔+

k  [图 (b)]的色散关
系。

将方程（3 − 30）代入方程（3 − 8），我们得到关系 𝑎𝑦 = 𝑐2𝑘𝑥𝜁 和 𝑎𝑧 = 𝑐2𝑘𝑧𝜁，
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其中归一化常数 𝜁 ≡ 𝑎𝑥
𝑐2𝑘𝑥
，并求解出本征模

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑝𝑥

𝑝𝑦

𝑝𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

=
⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑐2𝑘𝑥

𝑐1𝑘𝑦

𝑐2𝑘𝑧

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

𝜁𝑒𝑖(k⋅r−𝜔k𝑡). (3­34)

对于高频分支 𝜔+
k ∼ Ω𝑝，有 𝑐1 ∼ 𝑐2 ∼ −1，因此 p ∥ k表明这是纵波，这与裸等离子

体的情况相符。而对于低频分支 𝜔−
k ≪ Ω𝑝，𝑐1 ∼ 𝐾⟂且 𝑐2 ∼ 𝐾∥，二者在数值大小上

相近，使得波同时混合了纵向和横向极化。

3.4 表面铁振子的激发

3.4.1 量子表述

在这里，我们根据量子形式体系推导由外部激光场光斑激发时表面铁振子的激

发振幅，这些振幅在正文里用于计算相干泵浦的铁电序。一般来说，铁电极化算符

P̂的哈密顿量是动能和势能之和。

𝐻̂ = 𝑚𝑝
2 ∫ 𝑑r ∣ ̇P̂(r)∣

2
+ 𝑉 (p̂), (3­35)

其中，P̂ = P0 + p̂，它由饱和电极化强度 P0和涨落 p̂(r, 𝑡)组成。当仅考虑表面铁振
子时，涨落可通过表面铁振子算符 ̂𝑎𝜅𝜅𝜅及其相关的本征模 [方程（3 − 27）]进行量子

化，即

p̂(r, 𝑡) = ∑
𝜅𝜅𝜅

𝑃𝑃𝑃(𝜅𝜅𝜅, 𝑧) ̂𝑎𝜅𝜅𝜅(𝑡)𝑒𝑖𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌 + H.c., (3­36)

其中，振幅𝑃𝑥(𝜅𝜅𝜅, 𝑧) = 𝑘𝑥
𝑐1

𝜉𝑒− 𝑐1𝜅
1+𝑐1 𝑧
、𝑃𝑦(𝜅𝜅𝜅, 𝑧) = 𝑘𝑦

𝑐2
𝜉𝑒− 𝑐1𝜅

1+𝑐1 𝑧
以及𝑃𝑧(𝜅𝜅𝜅, 𝑧) = 𝑖 𝜅

1+𝑐1
𝜉𝑒− 𝑐1𝜅

1+𝑐1 𝑧

通过归一化因子 𝜉进行归一化。根据简谐振子的规则

𝑚𝑝
2 ∫ 𝑑r ∣ ̇p̂(r)∣

2
= 1

2 ∑
𝜅𝜅𝜅

ℏ𝜔𝜅𝜅𝜅 ̂𝑎†
𝜅𝜅𝜅 ̂𝑎𝜅𝜅𝜅, (3­37)

得到

𝜉 = √ −ℏ𝜅𝑐3
1𝑐2

2(1 + 𝑐1)
𝑚𝑝𝜔𝜅𝜅𝜅 [(1 + 𝑐1)2(𝑐2

2𝑘2𝑥 + 𝑐2
1𝑘2𝑦) + 𝑐2

1𝑐2
2𝜅2]. (3­38)
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将低频铁振子色散方程（3 − 21𝑏）代入，我们得到 𝑐1 = −𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅，𝑐2 = 𝛿 cos2 𝜃𝜅𝜅𝜅

𝜉 = sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅 cos 𝜃𝜅𝜅𝜅𝛿 ⎛⎜⎜
⎝

ℏ𝛿(1 − 𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅)𝜀0Ω𝑝

√𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅 + 𝐾⟂(1 − 2𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅 + 𝛿2 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅)𝜅
⎞⎟⎟
⎠

−1/2

, (3­39)

以及

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

𝑃𝑥(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)

𝑃𝑦(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)

𝑃𝑧(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

= 𝜉
⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜
⎝

−𝜅/(𝛿 sin 𝜃𝜅𝜅𝜅)

𝜅/(𝛿 cos 𝜃𝜅𝜅𝜅)

𝑖𝜅/(1 − 𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅)

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟
⎠

𝑒𝑧/Δ𝜅𝜅𝜅. (3­40)

其衰减长度 Δ𝜅𝜅𝜅 = (1 − sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅)/(𝜅𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅)有强烈的各向异性。当施加一个频率为
𝜔0的外部单色电场 E(𝑒)时，表面铁振子的动力学行为由哈密顿量

𝐻̂ = ∑
𝜅𝜅𝜅

ℏ𝜔𝜅𝜅𝜅 ̂𝑎†
𝜅𝜅𝜅 ̂𝑎𝜅𝜅𝜅 − ∫ 𝑑rE(𝑒)(r) ⋅ p̂(r). (3­41)

决定。对外部电场进行傅里叶展开，其展开系数为𝐸𝐸𝐸(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)。

E(𝑒)(r) = ∑
𝜅𝜅𝜅

𝐸𝐸𝐸(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)𝑒𝑖𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌𝑒−𝑖𝜔0𝑡 + H.c., (3­42)

我们得到耦合项

∫ 𝑑rE(𝑒)(r) ⋅ p̂(r) = − ∑
𝜅𝜅𝜅

ℏ (𝑔(𝜅𝜅𝜅)𝑒𝑖𝜔0𝑡 + ℎ(𝜅𝜅𝜅)𝑒−𝑖𝜔0𝑡) ̂𝑎𝜅𝜅𝜅(𝑡) + H.c., (3­43)

在这里，耦合常数为

𝑔(𝜅𝜅𝜅) = −(1/ℏ) ∫
0

−∞
𝑑𝑧𝑃𝑃𝑃(𝜅𝜅𝜅, 𝑧) ⋅ 𝐸𝐸𝐸(𝜅𝜅𝜅, 𝑧), (3­44a)

ℎ(𝜅𝜅𝜅) = −(1/ℏ) ∫
0

−∞
𝑑𝑧𝑃𝑃𝑃(−𝜅𝜅𝜅, 𝑧) ⋅ 𝐸𝐸𝐸∗(𝜅𝜅𝜅, 𝑧). (3­44b)

表面铁振子的海森堡运动方程可由总哈密顿量推导得出

𝐻̂ = ∑
𝜅𝜅𝜅

ℏ𝜔𝜅𝜅𝜅 ̂𝑎†
𝜅𝜅𝜅 ̂𝑎𝜅𝜅𝜅 + [ℏ (𝑔(𝜅𝜅𝜅)𝑒𝑖𝜔0𝑡 + ℎ(𝜅𝜅𝜅)𝑒−𝑖𝜔0𝑡) ̂𝑎𝜅𝜅𝜅(𝑡) + H.c.] , (3­45)

在 LKT方程 𝑚𝑝
𝜕2P
𝜕𝑡2 + 𝛾 𝜕P

𝜕𝑡 = −𝛿𝐹
𝛿P 中，用唯象常数 𝛾 来表征环境的粘性阻尼，将其

加入到总哈密顿量中。由于，

𝜔2 + 𝑖𝜀0𝛾𝜔Ω2
𝑝 = 𝜔2

𝜅𝜅𝜅. (3­46)
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铁振子频率 𝜔𝜅𝜅𝜅会获得一个虚部。对于小阻尼情况，𝜔̃𝜅𝜅𝜅 = 𝜔𝜅𝜅𝜅 − 𝑖𝜀0𝛾Ω2
𝑝

2 ≡ 𝜔𝜅𝜅𝜅 − 𝑖Γ，其
中 Γ = 𝜀0𝛾Ω2

𝑝
2 为逆寿命。那么，海森堡运动方程可写为

𝑖𝜕 ̂𝑎𝜅𝜅𝜅
𝜕𝑡 =(𝜔𝜅𝜅𝜅 − 𝑖Γ) ̂𝑎𝜅𝜅𝜅 + 𝑔∗(𝜅𝜅𝜅)𝑒−𝑖𝜔0𝑡 + ℎ∗(𝜅𝜅𝜅)𝑒𝑖𝜔0𝑡. (3­47)

通过采用旋波近似（忽略频率失配的 h项），表面铁振子的泵浦振幅可表示为

𝑎𝜅𝜅𝜅(𝑡) ≡ ⟨ ̂𝑎𝜅𝜅𝜅(𝑡)⟩ = 𝑔∗(𝜅𝜅𝜅)
𝜔0 − 𝜔𝜅𝜅𝜅 + 𝑖Γ𝑒−𝑖𝜔0𝑡. (3­48)

将其代入方程（3 − 36），我们可以得到样品表面附近被相干泵浦产生的电极化强度。

p(r, 𝑡) = ⟨p̂(r, 𝑡)⟩ = ∑
𝜅𝜅𝜅

𝑃𝑃𝑃(𝜅𝜅𝜅, 𝑧)𝑔∗(𝜅𝜅𝜅) 𝑒𝑖(𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌−𝜔0𝑡)

𝜔0 − 𝜔𝜅𝜅𝜅 + 𝑖Γ + H.c.. (3­49)

具体而言，我们关注一个光斑尺寸为 𝜎、穿透深度为 l的激光场光斑，该激光场

沿 ̂x方向线性偏振。其振幅为 𝐸0，它的傅里叶分量

𝐸𝐸𝐸(𝜅𝜅𝜅, 𝑧) = 𝜋𝐸0𝜎2 exp[−𝜎2(𝑘2
𝑥 + 𝑘2

𝑦)/4] exp(−𝑧2/𝑙2) ̂x

其波矢贡献范围可达 1/𝜎，因此是宽带的。将其代入方程（3 − 44𝑎），我们可以得到
它与下分支表面铁振子的耦合常数。

𝑔(𝜅𝜅𝜅) = 𝜋𝐸0𝜎2𝜉𝜅
𝛿 sin 𝜃𝜅𝜅𝜅ℏ exp[−𝜎2(𝑘2

𝑥 + 𝑘2
𝑦)/4] ∫

0

−∞
𝑑𝑧𝑒−𝑧2/𝑙2+𝑧/Δ𝜅𝜅𝜅 = 𝑔∗(𝜅𝜅𝜅), (3­50)

这里取该耦合常数为实数。我们通过对公式（3 − 49）中的积分进行数值计算，来求
解被激发的电极化强度。

3.4.2 实空间的激发图案及其参数依赖性

我们展示了在施加频率为 𝜔0的激光场光斑时，被泵浦的电极化强度在实空间的

路由情况，如正文图 3 (b)所示。由于下分支铁振子的色散关系仅取决于传播方向，

与 𝜔0共振的铁振子模式会以相对于饱和电极化强度 P0的特定角度（设为 𝜃0）传播。

当 Γ → 0时，我们近似有 𝑎𝜅𝜅𝜅 ∼ 𝑔(𝜅𝜅𝜅)𝛿(𝑘2
𝑥 − tan2 𝜃0𝑘2

𝑦)。将其代入方程（3 − 49），可
得到表面（𝑧 = 0）处被泵浦的电极化强度

p(r, 𝑡) ≃ 1
(2𝜋)2 ∫ 𝑑𝜅𝜅𝜅𝑃𝑃𝑃(𝜅𝜅𝜅, 0)𝑔(𝜅𝜅𝜅)𝛿(𝑘2

𝑥 − tan2 𝜃0𝑘2
𝑦)𝑒𝑖𝜅𝜅𝜅⋅𝜌𝜌𝜌 + H.c.. (3­51)
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以 𝑝𝑥 为例。对于耦合常数 𝑔(𝜅𝜅𝜅)，通过忽略 z积分中的复杂部分以及归一化常数 𝜉，
我们得到

𝑝𝑥(𝑥, 𝑦, 𝑧 = 0) ∝ ∫ 𝑑𝑘𝑥𝑑𝑘𝑦
𝜅2

sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅
exp[−𝜎2(𝑘2

𝑥 + 𝑘2
𝑦)/4]𝛿(𝑘2

𝑥 − tan2 𝜃0𝑘2
𝑦) + H.c..

(3­52)

𝛿(𝑘2
𝑥 − tan2 𝜃0𝑘2

𝑦) 在 𝑘𝑥 = ± tan 𝜃0𝑘𝑦 处存在两个奇点。例如，仅考虑其中一个根

𝑘𝑥 = tan 𝜃0𝑘𝑦时，我们得到

𝑝𝑥(𝑥, 𝑦, 𝑧 = 0) ∝ ∫
∞

−∞
𝑑𝑘𝑦𝑘2

𝑦𝑒−𝑘2
𝑦(tan2 𝜃0+1)𝜎2/4𝑒𝑖𝑘𝑦(𝑦+𝑥 tan 𝜃0) + H.c.,

∝ [−𝜎2(1 + tan2 𝜃0) + 2𝑢2]𝑒−𝑢2/[𝜎2(1+tan2 𝜃0)], (3­53)

其中，由于高斯因子的存在，𝑢 = tan 𝜃0𝑦 + 𝑥以 tan 𝜃0𝑦 + 𝑥 = 0为中心。这表明被
激发的电极化强度 𝑝𝑥 沿着以 𝑦 = − tan 𝜃0𝑥为中心的特定通道分布，通道宽度约为
𝜎√1 + tan2 𝜃0，该宽度由光斑尺寸决定，且这与波矢满足 𝑘𝑦 = 1

tan 𝜃0
𝑘𝑥的传播方向不

同

图 3.2 展示了通过改变激光光斑的激发频率 𝜔0/(2𝜋) = {5, 6, 7} 太赫兹来
灵活调节路由路径的情况。相对于 P0 ∥ ̂y 方向的路由方向严格遵循解析解
|𝜃0| = | arcsin√[(𝜔0/Ω𝑝)2 − 𝐾⟂]/𝛿|
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图 3.2 在铌酸锂（LiNbO3）中，通过激光光斑的激发频率 𝜔0/(2𝜋) = {5, 6, 7}太赫兹对路由
光束进行灵活调谐。阻尼常数取为 Γ = 10−3𝜔0，光斑尺寸 𝜎 = 50微米。正文中使用
的其他参数保持不变。黑色箭头表示被激发的电极化强度的方向。

图 3.3绘制了被泵浦的电极化强度沿路径中心的指数衰减情况。当 Γ = 10−3𝜔0

时，衰减长度 L可达数毫米；而当阻尼常数增大到 Γ = 10−2𝜔0时，衰减长度会减小。
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图 3.3 在不同的铁振子阻尼常数 Γ = 10−3𝜔0和 Γ = 10−2𝜔0条件下，被泵浦的电极化强度沿
路由路径中心呈指数衰减。激发频率为 𝜔0/(2𝜋) = 7太赫兹。其他参数与正文保持一
致。

3.5 朗道自由能中的梯度项

在短波长情况下，朗道泛函中的梯度项变得很重要。此时，自由能密度可表示为

ℱ(r) = 𝑔
2(∇P)2 + 𝛼

2 𝑃 2
𝑦 + 𝛽

4 𝑃 4
𝑦 + 𝜆

2 (𝑃 2
𝑥 + 𝑃 2

𝑧 ) − 1
2E

(𝑑) ⋅ P − E(𝑒) ⋅ P, (3­54)

我们得到性化的 LKT方程

(1/Ω𝑝)2𝜕2
𝑡 𝑝𝑥,𝑧 + 𝐾⟂𝑝𝑥,𝑧 + 𝜀0𝑔(𝜅2 + 𝑘2

𝑧)𝑝𝑥,𝑧 = 𝜀0𝐸(𝑑)
𝑥,𝑧,

(1/Ω𝑝)2𝜕2
𝑡 𝑝𝑦 + 𝐾∥𝑝𝑦 + 𝜀0𝑔(𝜅2 + 𝑘2

𝑧)𝑝𝑥,𝑧 = 𝜀0𝐸(𝑑)
𝑦 , (3­55)

这些方程会被额外项 𝜀0𝑔(𝜅2 + 𝑘2
𝑧)p修正。将偶极场方程(3­7)代入方程(3­55)，两个

特征方程变为（详见第 3.1节）

𝑐′
1𝑐′

2𝑘2 + 𝑐′
1𝑘2

𝑦 + 𝑐′
2(𝑘2

𝑥 + 𝑘2
𝑧) = 0, (3­56a)

[(𝑐′
1 + 1)𝑘𝑧 sin(𝑘𝑧𝑑/2) − 𝑐′

1𝜅 cos(𝑘𝑧𝑑/2)][(𝑐′
1 + 1)𝑘𝑧 cos(𝑘𝑧𝑑/2) − 𝑐′

1𝜅 sin(𝑘𝑧𝑑/2)] = 0,
(3­56b)
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其中 𝑐′
1,2 = 𝑐1,2+𝜀0𝑔(𝜅2+𝑘2

𝑧)，𝑐1,2 = −(𝜔/Ω𝑝)2+𝐾⟂,∥. 一个复数形式的 𝑘𝑧 = 𝜂1+𝑖𝜂2

是方程（3 − 56𝑏）的解。对于较大的厚度 d，当 𝜂2 > 0 时，coth(𝑑𝜂2
2 ) → 1 且

tanh(𝑑𝜂2
2 ) → 1。因此，从方程（3 − 56𝑏）我们可以得到

(𝜂1 cos
𝑑𝜂1
2 + 𝜂2 sin

𝑑𝜂1
2 ) (1 + 𝑐1 + 𝜀0𝑔(𝜅2 + 𝜂2

1 − 𝜂2
2))

+ (𝑐1 + 𝜀0𝑔(𝜅2 + 𝜂2
1 − 𝜂2

2)) 𝜅 sin
𝑑𝜂1
2 + 2𝜀0𝑔𝜂1𝜂2 (𝜂1 sin

𝑑𝜂1
2 − 𝜂2 cos

𝑑𝜂1
2 )

− 2𝜀0𝑔𝜂1𝜂2𝜅 cos
𝑑𝜂1
2 = 0,

(𝜂1 sin
𝑑𝜂1
2 − 𝜂2 cos

𝑑𝜂1
2 ) (1 + 𝑐1 + 𝜀0𝑔(𝜅2 + 𝜂2

1 − 𝜂2
2))

− (𝑐1 + 𝜀0𝑔(𝜅2 + 𝜂2
1 − 𝜂2

2)) 𝜅 cos
𝑑𝜂1
2 − 2𝜀0𝑔𝜂1𝜂2 (𝜂1 cos

𝑑𝜂1
2 + 𝜂2 sin

𝑑𝜂1
2 )

− 2𝜀0𝑔𝜂1𝜂2𝑔𝜅 sin
𝑑𝜂1
2 = 0, (3­57)

这将导致

𝜂1[(𝑐1 + 𝜀0𝑔(𝜅2 + 𝜂2
1 − 𝜂2

2))(1 + 𝑐1 + 𝜀0𝑔(𝜅2 + 𝜂2
1 − 𝜂2

2)) + 2𝜀0𝑔𝜂2
2 + (2𝜀0𝑔𝜂1𝜂2)2] = 0.

(3­58)

梯度系数可被视作一个小量，例如，对于铌酸锂（LiNbO3）而言，𝑔 ∼ 5.39 × 10−10 J ⋅
m3/C2

。即便对于一个非常小的激光光斑，其光斑尺寸 𝜎 ∼ 1 𝜇m，被激发的铁振子
的波矢 𝜅 ≲ 106 m−1，所以 𝜀0𝑔𝜅2 ∼ 10−7，这远小于 |𝑐1| ∼ 0.025 sin 𝜃𝜅𝜅𝜅。然而，当

𝜃𝜅𝜅𝜅 ∼ 0时，梯度项似乎始终很重要。对于铌酸锂，𝜂1 = 0是方程（3 − 58）的唯一解，
因为 𝑐1 ∼ 10−2，且 𝜀0𝑔(𝜅2 + 𝜂2

1 − 𝜂2
2) ∼ 10−6 意味着括号内的式子无解。将 𝜂1 = 0

代入方程（3 − 58），我们得到

𝜂2 = ∓ (𝑐1 + 𝜀0𝑔(𝜅2 − 𝜂2
2))𝜅

1 + 𝑐1 + 𝜀0𝑔(𝜅2 − 𝜂2
2), (3­59)

其中，“+”和“−”分别对应于 𝜂2 < 0和 𝜂2 > 0的情况由于 𝜂2 很小，我们可以通

过迭代法来求解方程（3 − 59）

𝑘𝑧 = ±𝑖 (𝑐1 + 𝜀0𝑔𝜅2)𝜅
1 + 𝑐1 + 𝜀0𝑔𝜅2 . (3­60)

在 |𝑐1| ≫ |𝜀0𝑔𝜅2| ≫ |𝜀0𝑔𝑘2
𝑧|的条件下，将方程（3 − 60）代入方程（3 − 56𝑎）后，我

们得到

𝑘2
𝑥(𝑐2 + 𝜀0𝑔𝜅2) (1 + 2(𝑐1 + 𝜀0𝑔𝜅2))
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+ 𝑘2
𝑦 [(𝑐1 + 𝜀0𝑔𝜅2)(𝑐2 + 𝜀0𝑔𝜅2) + (𝑐1 + 𝜀0𝑔𝜅2)(1 + 𝑐1 + 𝜀0𝑔𝜅2)] = 0, (3­61)

其中 𝑐2 = 𝑐1 + 𝛿。在小量 𝛿的主导阶近似下，下铁振子分支的色散关系现在可表示为

𝜔−
𝜅𝜅𝜅 = Ω𝑝√𝛿 sin2 𝜃𝜅𝜅𝜅 + 𝐾⟂ + 𝜀0𝑔𝜅2. (3­62)

如在图 3.4中针对铌酸锂（LiNbO3）所绘制的那样，在短波长区域，梯度项明

显影响了铁振子的色散关系。这些结果还表明，我们可以通过使用聚焦性更好的激

发源来加速表面铁振子。
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图 3.4 如图（a）所示，在大波数情况下，梯度项对铌酸锂（LiNbO3）表面铁振子色散的影
响不可忽略；但在长波长极限下，如图（b）所示，这种影响会消失。
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