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RESUMO

ALMEIDA, I. C. "Excitagoes de baixas energias em sistemas eletronicos
correlacionados frustrados e desordenados. 2023. 114p. Tese (Doutorado em
Ciéncias) - Instituto de Fisica de Sao Carlos, Universidade de Sao Paulo, Sao Carlos, 2023.

Materiais correlacionados apresentam uma enormidade de fases da matéria, estabilizadas
por uma competicao nao trivial entre interacoes e flutuagoes. Um ingrediente importante
para ser levado em conta em materiais reais ¢ o desvio da periodicidade da rede, ou
desordem. Neste trabalho, investigaremos propriedades e fases emergentes na presenca
da quebra da invaridncia translacional de cristais. Em particular, buscamos compreender
os efeitos da desordem em sistemas frustrados e fortemente correlacionados. Na primeira
parte desse trabalho, analisamos o efeito causado pela dilui¢ao de ligagoes e de sitios
em um isolante de Mott com interacoes antiferromagnéticas frustradas, especialmente
no que concerne a sobrevivéncia da ordem de longo alcance. Modelamos esse sistema
por meio de um modelo de Heisenberg antiferromagnético semicléssico, e constatamos
que qualquer dilui¢ao finita nas ligagoes e/ou nos sitios destréi, em virtude da textura
de spins nao-trivial induzida, qualquer ordem de longo alcance em 7" = 0. Esse ¢ um
resultado importante para o entendimento das propriedades de baixas temperaturas de
magnetos quase bidimensionais, como no caso dos materiais de van der Waals, e ilustra
que a presenca de desordem e frustracao leva a modelos efetivos nao triviais. Na segunda
parte, construimos um modelo minimo, o chamado modelo Kondo-Heisenberg de dois sitios,
para o semicondutor dopado Si:P (silicio dopado com fésforo), no qual, nas vizinhangas
da transicao metal-isolante, impurezas magnéticas localizadas coexistem com elétrons de
conducao. A desordem, aqui, entra na posicao aleatoria das impurezas, que constituem a
rede efetiva na qual os elétrons irdo saltar com um hopping exponencialmente suprimido
com a distancia. Buscamos entao analisar a competicao entre o acoplamento Kondo, que
induz a uma blindagem das impurezas, abaixo de uma temperatura Tk , pelo banho
eletronico, e a interagao antiferromagnética entre os momentos localizados, que tendem,
por meio dessa interacao, a formar singletos. Nossos resultados demostram o aparecimento
de uma distribui¢do de temperaturas Kondo, P (Tk), que é singular, P (Tx) o Tx®, com
o expoente a < 1. Esse expoente é pouco dependente da transicao metal isolante, mas
depende do acoplamento Kondo, bem como do acoplamento antiferromagnético entre
as impurezas. Mostramos que P (T ) torna-se menos singular na presenga da interac¢ao
antiferromagnética, corrigindo uma patologia de teorias de sitio tinico. Contudo, nosso
modelo simples ainda nao é capaz de reproduzir todos os resultados experimentais para
Si:P e, por isso, apontamos dire¢oes futuras que serao implementadas para avangarmos

neste importante problema.



Palavras-chave: Transicao metal-isolante. Frustracao. Desordem. Blindagem Kondo.

Semicondutores dopados.



ABSTRACT

ALMEIDA, I. C. Low energy excitations on frustrated disordered correlated
systems. 2023. 114p. Thesis (Doctor in Science) - Instituto de Fisica de Sao Carlos,
Universidade de Sao Paulo, Sao Carlos, 2023.

Correlated materials present an enormity of phases of matter, stabilized by a non-trivial
competition between interactions and fluctuations. An important ingredient to take into
account in real materials is the deviation of the lattice periodicity , or disorder. In this
work, we will investigate properties and emergent phases in the absence of the translational
invariance of crystals. In particular, we seek to understand the effects of disorder on
frustrated and strongly correlated systems. In the first part of this work, we analyze
the effects caused by the dilution of bonds and sites in a Mott insulator with frustrated
antiferromagnetic interactions, specially regarding the survival of long-range order. We
modeled this system using a semiclassical antiferromagnetic Heisenberg model, and found
that any finite dilution in the bonds and/or sites destroys, due to a induced non-trivial
spin texture, any long-range order at 7' = 0. This is an important result for understanding
the low temperature properties of quasi-two-dimensional magnets, as in the case of van
der Waals materials, and illustrates that the combined presence of disorder and frustration
leads to non-trivial effective models. In the second part, we build a minimal model, the
so-called two-site Kondo-Heisenberg model, for the Si:P doped semiconductor (phosphorus-
doped silicon), in which, in the vicinity of the metal-insulator transition, localized magnetic
impurities coexist with conduction electrons. The disorder here is due to the random
position of the impurities, which constitute the effective lattice in which the electrons will
hop with a hopping constant that is exponentially suppressed with distance. We then sought
to analyze the competition between the Kondo coupling, which induces a screening of the
impurities, below a temperature Ty, by the electronic bath, and the antiferromagnetic
interaction between the localized moments, which tend, through this interaction, to form
singlets. Our results demonstrate the appearance of a Kondo temperature distribution,
P (Tx), which is singular, P (Tx) o Tx®, with exponent a < 1. This exponent depends
very little on the metal-insulator transition, but depends on the Kondo coupling, as well as
on the antiferromagnetic coupling between impurities. We show that P (T ) becomes less
singular in the presence of antiferromagnetic interaction, correcting a pathology of single-
site theories. However, our simple model is still not able to reproduce all the experimental
results for Si:P and, therefore, we point out future directions that will be implemented to

advance in this important problem.

Keywords: Metal-insulator transition. Disorder. Frustration. Kondo screening. Doped



semiconductors.
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1 INTRODUCAO

A fisica da matéria condensada é a disciplina que trata as propriedades térmicas,
eldsticas, elétricas, magnéticas e 6ticas de sélidos e liquidos. E uma drea que evoluiu
muito rapido ao longo da segunda metade do século XX, o que trouxe um grande niimero
de descobertas cientificas e desenvolvimentos tecnoldgicos - dentre eles, a invenc¢ao do
transistor, que é o bloco fundamental de todos os dispositivos eletronicos modernos (1). No
campo tedrico poderiamos dizer que o objetivo da fisica da matéria condensada é explicar
o comportamento macroscopico dos materiais fundamentando-se em suas caracteristicas
microscopicas. Para tal, é preciso olhar para os elétrons com especial atencao, pois
o comportamento coletivo dessas particulas define grande parte das propriedades dos
materiais. Os elétrons sao particulas eletricamente carregadas, com carga negativa, e que,
portanto, interagem entre si fortemente por meio da interacao de Coulomb. Dado este fato,
se torna bastante surpreendente que grande parte dos materiais possa ser bem explicada
por meio de uma teoria de elétrons nao-interagentes. Esse feliz paradoxo foi desnovelado
de modo mais rigoroso por Lév Landau, com sua teoria dos liquidos de Fermi (2,3), que
demonstra que existe uma correspondéncia de um para um entre os estados de um sistema
de elétrons nao-interagentes e os estados de um sistema de elétrons interagentes - o que
ocorre é que as propriedades do elétron sao renormalizadas pelas interacoes, o que da
origem, para todos os efeitos, a uma quasiparticula fermionica de massa diferente da
original e meia-vida muito grande. Dentro do contexto dessas teorias que possuem bijecao
com uma teoria nao-interagente, a diferenciacdo (7" = 0) entre metais e isolantes depende
apenas da quantidade de elétrons que temos dentro de cada célula unitaria: se esse niimero

for par, o material é isolante. Se for impar, se trata de um metal (4).

Embora o sucesso dessas teorias tenha sido estrondoso, existem materiais que
apresentam comportamentos que nao sao tipicos de um liquido de Fermi. Alguns materiais
possuem, por exemplo, orbitais tipo ff ou dd na banda de valéncia. Esses orbitais sao
estreitos, de modo que, em geral, a interacao de Coulomb entre os elétrons que 14 estao é
muito grande, mesmo levando efeitos de blindagem em conta. De modo geral, a teoria de
liquidos de Fermi deixa de valer quando a escala energética da interacao de Coulomb é maior
do que a escala da energia cinética - esses sao os materiais que chamamos de “fortemente
correlacionados”. Desse modo, materiais que seriam metdalicos segundo o paradigma de
elétrons nao-interagentes se demonstram, na verdade, isolantes: cada elétron se mantém
localizado em um tnico orbital, temendo o grande custo energético que seria inevitavel
diante do enfiar-se em um apertado orbital em companhia de outro elétron. Esses sdo
os chamados isolantes de Mott (5), que, em geral, possuem caracteristicas magnéticas

nao-triviais - isso se da porque eles tem um ntimero impar de elétrons por célula unitaria.
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Além disso, existem materiais que nao possuem periodicidade perfeita, o que faz com que
os elétrons sofram com interferéncia destrutiva, sendo incapazes de percolar a rede - sao
os chamados isolantes de Anderson (6). A esses dois efeitos, somam-se varios outros
efeitos exdticos que podem ser causados por inomogeneidades ou correlagoes de Coulomb
fortes: supercondutividade nao-convencional (7), efeito Hall quantico (8,9), liquidos de spin
(10), separagao spin-carga (11), férmions pesados (que podem apresentar comportamento
tipo liquido de Fermi ou nao, com uma transi¢ao entre os regimes) (12-17), etc. Esses
efeitos sao fortemente nao-triviais e explicagoes tedricas abrangentes ainda sao escassas -
motivados entao pela fisica dos isolantes de Mott e pelos efeitos produzidos pela desordem
e por inomogeneidades, produzimos esta tese de doutorado, que busca contribuir com este

antigo empreendimento.

Nesse nosso trabalho, buscamos compreender os efeitos da desordem (inomoge-
neidades, em geral) em sistemas fortemente correlacionados. Depois de realizarmos uma
introducao tedrica no Capitulo 2, analisaremos, no Capitulo 3, o efeito da desordem em um
isolante de Mott que contém correlagoes antiferromagnéticas frustradas, especialmente no
que se refere a sobrevivéncia do ordenamento magnético. Por fim, no Capitulo 4, analisare-
mos a fisica de um semicondutor dopado (Si:P) no regime de sua transi¢io metal-isolante
de Mott desordenada, buscando analisar a competicao entre um efeito conhecido como
blindagem Kondo (que se refere a interagao entre elétrons de conduc¢ao e momentos
magnéticos localizados) e o antiferromagnetismo advindo das correlagoes. Por fim, no

Capitulo 5, passamos as conclusoes, sem deixar de delinear perspectivas futuras.
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2 A FISICA DAS CORRELACOES E DA DESORDEM

2.1 Desordem

Em um sélido cristalino, podemos definir o conceito de estrutura cristalina, que
caracteriza o arranjo ordenado seguido pelos seus atomos, moléculas ou ions. Esse arranjo
¢é definido com base na chamada célula unitaria, que é o menor grupo de sitios que
possui a estrutura que se repete ao longo do sélido. Em virtude dessa simetria, outras
quantidades também poderao ser determinadas por aquelas relativas a célula unitaria,
como a energia que um elétron ganha ou perde ao entrar em um dado sitio ou a energia
que ele ganha ao saltar de um sitio para o outro. Dado isso, podemos definir o conceito de
desordem, que ¢ tudo aquilo que quebra essa periodicidade, esse padrao de repeticao,
dando a uma porcentagem finita de pontos da rede uma propriedade diferente daquela que
deveria se dar se a periodicidade fosse perfeita. Em maior ou menor escala, isso sempre
acontece na natureza. Nessa se¢ao, argumentaremos que a desordem pode, mesmo na
auséncia de interacoes de Coulomb, induzir um comportamento isolante em um material
que seria metalico em uma situacao de periodicidade perfeita - isso é o que chamamos
Isolante de Anderson. (18).

2.1.1 Modelo Tight-Binding homogéneo - teoria de bandas

Para compreender o efeito causado pela desordem, analisaremos primeiro um
modelo de elétrons nao-interagentes que saltam por uma rede cristalina: o chamado modelo
tight-binding

H=> —tiicl cjo + huc, (2.1)

(ij)o
onde ¢ (Cio) cria (destr6i) um elétron de spin o =1, ] no sitio 4, h.c expressa o hermitiano
conjugado e t;; ¢ a integral de hopping, grandeza que determina a energia ganha no processo
de transferéncia de um elétron de um sitio ¢ para um sitio j. Tomemos o espagamento de
rede a = 1. No presente exemplo, consideramos uma rede quadrada (Fig. 1) com apenas

um sitio por célula unitaria, na qual o hopping se d4 apenas entre primeiros vizinhos

t, set e j primeiros vizinhos,
tij = o (2.2)
0 caso contrario,

fato expresso pelo simbolo (ij) . Para diagonalizar esse sistema e calcular seu espectro,
passamos do espaco real para o espaco de momentos usando, para tal, uma expansao de

Fourier em ondas planas
1 )
T —ik-r; T
Clp = —= e iy, (2.3)
VL ke1*zZB 7
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Figura 1 — a) Modelo Tight-Binding na rede quadrada com hopping entre primeiros vizi-
nhos. b) Dispersao do modelo Tight-Binding na rede quadrada.

Fonte: Elaborada pelo autor

Para definir os valores de k, consideramos que nossa rede tem N = L x L sitios,

em que L é o tamanho linear, e impomos sobre ela condigoes periddicas de contorno.

1 , .
1 —ikr; —ik-L T
CivLo = 7= e e =cls,
! VL kel*ZB ’
—ikL 2 L
e :1<:>k:fncomn:0,j:1---,i 5—1,ﬂ:L/2. (2.4)

Esses valores de k definem a chamada primeira zona de Brillouin (1* ZB8). Em um
sistema periédico, podemos descrever a fisica do sistema todo descrevendo o comportamento

do sistema nessa regiao. Com isso, escrevemos o Hamiltoniano

H = ZGkCLUCk:U7 (25)
ko
com o espectro € de energias
ex = —t (€™ e e 4 e ) = 2t (cos (ky) + cos (). (2.6)

Como temos L possiveis valores de k, e L possiveis valores de k,, temos L? = N possiveis
valores de energia. O conjunto desses valores (que se torna continuo quando tomamos
o limite termodindmico de L — o0) é o que chamamos de bandas*. Pelo principio da
exclusao de Pauli, ndo podemos ter dois elétrons de mesmo spin num mesmo estado -

dessa forma, a banda pode comportar até 2N elétrons: N com spin (1) e N com spin ({).

Dentro do paradigma da teoria de bandas, é isso que define o comportamento
metalico ou isolante de um material em 7" = 0. Em temperatura nula, a energia até a qual
temos estados ocupados, é chamada energia de Fermi, expressa pela sigla Er. Na Fig.

2a), Er se encontra dentro da banda, o que se traduz em um preenchimento parcial dela -

*  S&o como que uma generalizacao dos niveis discretos que aparecem no espectro de uma tnica

particula quantica sob agao de um potencial
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é o que chamamos de metal. Na Fig. 2b), vemos um isolante, no qual temos uma banda

completamente preenchida.

Na Fig. 2c), vemos a densidade de estados da rede quadrada. A densidade de
estados expressa a quantidade de niveis de energia que temos, em um dado sistema,
por unidade de frequéncia. No caso da rede quadrada, existe uma forma analitica para
essa densidade de estados: a saber: p(e/t) = W’C( 1-— 62), onde K é uma
funcao eliptica completa de primeiro tipo. Como a rede quadrada ¢é bipartida e temos
hopping apenas entre primeiros vizinhos, temos a chamada simetria particula-buraco
(p(€) = p(—€) com — 4t < € < 4t). Essa é uma assinatura de sistemas nao-frustrados,

como veremos ao longo deste trabalho.

ﬂ\

Energia
Em
S

0

Figura 2 — Diferenca entre metais e isolantes dentro do paradigiam de teoria de bandas
(a,b) e densidade de estados na rede quadrada (c)

Fonte: Elaborada pelo autor

Podemos generalizar os conceitos desenvolvidos anteriormente para materiais reais,
que possuem, em geral, varias bandas, que sao subsequentemente preenchidas com os
elétrons que se encontram no material. A ultima banda que contém elétrons é chamada
banda de valéncia. Consideraremos, por simplicidade, que exista uma diferenga (gap)
de energia entre o nivel mais energético da banda de valéncia e o nivel menos energético
da banda imediatamente superior, a banda de condugao, que se encontra vazia. Se essa

banda de valéncia possuir 2N elétrons, o material é isolante. Senao, o material é condutor.

Em temperatura finita, alguns nuances devem ser adicionados: os sistemas de

banda totalmente preenchida, isolantes em temperatura nula, se dividem em isolantes
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e semicondutores com base no tamanho do gap. Se ele for da ordem de kg7 ou menor
(sendo T' a temperatura ambiente), o sistema é semicondutor: as flutuagdes térmicas sdo
capazes de produzir uma condutividade relevante. Se o gap for muito maior do que kgT,

o sistema ¢é isolante.

2.1.2 Localizacao de Anderson

A localizagao de Anderson é uma manifestacao extrema do carater ondulatorio
do elétron e esta por tras do comportamento isolante em sistemas desordenados. Para

compreender este mecanismo, consideramos novamente o modelo Tight-Binding

H = Z eicgcz- — tz (c}cj + c}ci) , (2.7)
i (ig)

onde, por simplicidade, os graus de liberdade de spin foram omitidos. Entretanto, neste
modelo, as energias ¢; sdo distribuidas aleatoriamente de acordo com uma distribuicao P (¢;)
uniforme, gerando um desvio no potencial peridédico “visto” pelos elétrons. Assumimos
que essas energias nao possuem correlagao entre si, ou seja, (€;€;) = W25Z-j, onde W é a

largura da distribui¢do e (---) denota média sobre as configuragoes de desordem.

No limite W = 0, temos o modelo Tight-binding convencional, cujos autoestados
sao estendidos e periddicos (estados de Bloch) (4). J& no limite ¢ — 0, os sitios ndo mais
conversam entre si, o que da origem a fungoes de onda localizadas ao redor de cada sitio
(estados de Wannier) (19). Para ligar os dois limites, podemos fazer uso de uma teoria de
perturbagdo em primeira ordem nestes estados localizados, considerando t/W finito, mas
pequeno. A correcao para a funcao de onda localizada em um sitio ¢ pode ser encontrada

via teoria de perturbacao,

i) = i)+

O valor tipico absoluto da diferenca entre €; e €; ¢ W > t, o que faz com que a correcao

-17) - (2.8)

seja muito pequena. Isso mostra que os autoestados sao localizados mesmo para ¢t pequeno,
mas finito. Como temos estados estendidos no limite complementar de ¢t > W é forcoso
que haja uma transicao metal-isolante induzida pela desordem: a chamada localizagao de
Anderson'. Ora, a densidade de estados p (¢;) muda suavemente ao longo desse processo:
para W =0, p(€) é como o mostrado na Fig. 2¢, e para t = 0, a densidade de estados é
uniforme: p (w) = P (w). Isso faz com que o isolante de Anderson seja um isolante sem

gap. Entretanto, a densidade de estados local,

t E importante notar que essa transicdo pode acontecer em concentracoes infinitesimais de
desordem: é o que se observa no caso unidimensional, por exemplo.
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se anula. Pela regra de ouro de Fermi, temos 7; ! oc t2p; (w), sendo 7; 0 tempo que um
elétron qualquer demora para chegar em um sitio ¢ partindo de um de seus vizinhos. Como

pi (w) énulo, ;' =0 e 7; — 00, 0 que expressa localizacio.

Uma derivagao mais rigorosa dessa transicao que demonstre o papel da interferéncia
destrutiva exige um aprofundamento (20) que se encontra para além do escopo deste
trabalho.

2.2 Correlacoes: modelo de Hubbard

Em sistemas onde a interacao de Coulomb ¢é muito forte (de ordem de grandeza
comparavel a da energia cinética), precisamos levar em conta essa interagdo de modo
explicito. Esses materiais sao aqueles que chamamos de fortemente correlacionados
(21,22). O mais simples dos modelos de rede que leva essas interacoes em conta é o
chamado modelo de Hubbard (23-25), que adiciona ao modelo Tight-binding um termo

de interagao de Coulomb entre elétrons de um mesmo sitio

H ==Y tijchcjo + U il cay, (2.10)
ijo i

onde U expressa a interagao de Coulomb ((Fig. 3a). Este modelo possui fisica muito rica,

mas s pode, em geral, ser tratado via métodos aproximativos . Nas subsecoes seguintes,

partiremos deste modelo para explicar a transi¢dio de Mott (transi¢do metal-isolante

induzida pela interagdo de Coulomb) e a emergéncia dos termos de troca direta, que

induzem interagoes antiferromagnéticas no isolante de Mott.

Antes de comegarmos, definamos, entao, o termo correlagao. Este termo expressa
o fato de que o valor esperado de um produto de operadores bilineares fermionicos A e
B (fungao de correlagao) é, em geral, diferente do produto dos valores esperados desses

operadores tomados separadamente (26),

(AB) = (A) (B) + correlagoes. (2.11)

Isso implica que as correlagoes descrevem efeitos que transcendem o que pode ser explicado
por aproximagdes obtidas via fatoragdo das fungoes de correlagao. No nosso caso especifico,
dizemos que ¢ fortemente correlacionado um sistema no qual ndo é possivel aproximar a
interacao entre duas particulas por meio de uma correcao em um potencial que atue em cada
particula separadamente. Os termos quarticos que expressam a interacao elétron-elétron

devem ser tratados com mais cuidado.

2.2.1 Transicao de Mott

Dado o modelo de Hubbard, suponhamos um sistema em semipreenchimento,

ou seja, com um elétron por sitio. Se tomarmos o chamado limite atémico (U > t), nosso
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Hamiltoniano se reduz a

H = UZTLZ‘TTLN, (212)

onde n;,, = c;racw é o operador numero. Esse Hamiltoniano é diagonal no espaco das
posicoes: o sélido é composto de uma colecao de sitios independentes. Como o custo
energético de se colocar dois elétrons em um mesmo sitio ¢ muito alto, teremos um elétron
solitario em cada um desses sitios - nao havera sitios vazios ou duplamente ocupados. Este

¢é patentemente um estado isolante com um gap de carga U.

No outro limite (¢ > U), ¢ a interacao de Coulomb que se torna irrelevante perante
a energia ganha no hopping - voltamos a solu¢ao do modelo Tight-binding, diagonalizavel
no espaco de momentos, o que implica total delocalizacdo no espaco das posicoes e,
portanto, comportamento metalico. Deste modo, o modelo de Hubbard expressa tanto
comportamento metalico quanto isolante, implicando a existéncia de uma transicao metal-
isolante para um dado valor critico de U/t. Em materiais reais, se consegue variar o
parametro U/t variando a pressao (e consequentemente, ¢ ) que é aplicada sobre o material,

por exemplo.

Mas como se da essa mudanca tao radical no comportamento do elétron, que
de itinerante passa a ser localizado? Eis a famosa transicao de Mott, que ocorre em
materiais muito diferentes entre si, mas que compartilham uma mesma caracteristica:
a interacdo de Coulomb é relevante - a energia cinética e as correlagbes competem de
modo tal que nenhuma delas pode ser deixada de lado em uma analise completa desta
situacgao. Nas vizinhancgas dessa transicao, tais sélidos apresentam propriedades Opticas e
elétricas anomalas, incompativeis com qualquer descricao em termos da teoria de bandas.
Uma descricao de tal transicdo passa necessariamente pela descricao de como a funcao
espectral varia com a razao U/t ou, de modo mais geral, U/D, com D sendo a largura da
banda. Nos casos extremos, isso é bem claro: no limite metdlico, a fun¢ao espectral lembra
aquela da teoria de bandas - quando usamos uma abordagem que parte deste limite para
visualizar a transi¢do, como a de Brinkmann-Rice (27,28), observamos que essa banda
(cujo pico, no caso interagente, é chamado de pico de quasiparticula) se torna mais e mais
estreita, até desaparecer na transicdo . No caso isolante, formam-se as chamadas bandas
de Hubbard, cujos picos sao separados por um gap igual a U - é esse o gap que impede

que correntes sejam conduzidas nesta fase (23).

No metal, com U > 0, emerge uma estrutura de trés picos (Fig 3b). O pico de
quasiparticula se torna cada vez mais estreito. O peso espectral “perdido” é ganho pelas
bandas de Hubbard emergentes, que se separam totalmente do pico de quasiparticula.
Quando o pico de quasiparticula vai a zero (Fig. 3b ), o gap entre as duas bandas de Hubbard
¢ igual a U: nesse momento, ocorre a transicao metal-isolante. Essa estrutura de trés picos
foi descoberto por meio de um dos métodos mais importantes dentre aqueles aplicaveis a

sistemas fortemente correlacionados: a teoria dindimica de campo médio(DMFT). Esse
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método permite o mapeamento do modelo de Hubbard em um modelo mais simples, o

modelo de uma impureza de Anderson, acrescido de um lago de autoconsisténcia (29,30).

Uma caracteristica interessante dos isolantes de Mott é que existem flutuagoes de
spin - apenas flutuacoes de carga sao proibidas. Isso permite que, em materiais de Mott,
emerjam fases magnéticas nao-triviais, como antiferromagnetos, estados com ordem de

listras, vidros de spin (na presencga de desordem), etc.
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Figura 3 — a) Representacao pictérica do modelo de Hubbard, b) DOS, obtida via DMFT,
do modelo de Hubbard como funcao de U/D. (29).

Fonte: a) Elaborada pelo autor ; b) KOTLIAR; VOLLHARDT. (29).

2.2.2  Limite de U > t: antiferromagnetismo

No caso de semipreenchimento, para U — oo, o modelo de Hubbard prevé um
isolante de Mott: os elétrons se tornam localizados. Entretanto, isso leva a uma degeneres-
céncia massiva nos graus de liberdade de spin, que se comportam como momentos locais
livres. Nesse cenario, o sistema apresentaria uma entropia finita mesmo no limite 7" — 0,
o que é uma violagao explicita da terceira lei da termodindmica: S/N = kpln(2) com
T — 0.

Para levantar essa degenerescéncia, devemos considerar o caso em que U é muito
maior que t, mas nao infinito. Nesse caso, o termo de hopping pode promover flutuagoes
de carga. Levando em conta tais flutuagoes via teoria de perturbagao, podemos construir

um Hamiltoniano efetivo, que possui a seguinte forma:

H® =7%"8;-8;, (2.13)
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com

J=4t*)U > 0. (2.14)

Esse é o famoso Hamiltoniano de Heisenberg, o mais paradigmatico modelo de spins. Nesse
modelo efetivo, cada elétron esta localizado em um sitio, como no estado fundamental do
modelo de Hubbard com U — oco. Entretanto, as flutuacoes de carga promovidas pelo
termo de hopping promovem uma interacao antiferromagnética por meio de um mecanismo
chamado de troca direta ou troca cinética (Fig. 4a). Um elétron de spin o que se encontra
em dado sitio nao pode, devido ao principio de Pauli, saltar para um sitio vizinho que
possua um elétron de mesmo spin que ele. Entretanto, se o spin do elétron vizinho for —o,
¢é possivel fazer um hopping virtual, no qual ele salta virtualmente para o sitio vizinho
(ganhando uma energia F o 4t%/U) e volta para seu sitio de origem. Como esse processo
virtual sé é possivel se 0; = —o; (i e j vizinhos), a interagdo ¢ antiferromagnética. Essa
interagdo spin-spin tem, portanto, origem Coulombiana e nada tem a ver com interagoes
do tipo dipolo-dipolo, muito mais fracas (estas sdo relevantes apenas em 7' < 1 K). Vérios
6xidos de transi¢ao sao isolantes de Mott 3D (MnO, NiO, LayCuQy,...) e apresentam
ordem de Néel de longo alcance (Fig. 4b), o que demonstra que o modelo de Hubbard

também pode explicar a fisica que emerge nestes materiais.

Em geral, isolantes de Mott em baixas temperaturas sempre apresentam essa
interagao antiferromagnética entre sitios vizinhos. Em um cenério dado pela Eq. 2.13,
podemos levar em conta explicitamente as interacoes magnéticas presentes em um isolante
de Mott, com a contrapartida de nao podermos entender o que ocorre nas vizinhancas
da transicao de Mott (e muito menos o que acontece no lado metélico). De certo modo,
essa teoria de perturbagao para U > t é complementar a um formalismo tal como aquele

descrito na Sec. 2.2.1.

(a) (b)

Figura 4 — Na figura a), temos uma representacao pictérica do mecanismo de troca direta
ou cinética. Na figura b), vemos a chamada ordem de Néel na rede quadrada,
estado fundamental do modelo de Heisenberg antiferromagnético.

Fonte: Elaborada pelo autor.
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2.3 Correlacoes: o modelo de uma impureza de Anderson e o modelo Kondo

Uma outra classe de sistemas, nao totalmente disjunta da explanada nas secoes
anteriores, envolve a fisica que emerge do contato de um mar de elétrons (liquido de Fermi)
com impurezas magnéticas localizadas. Esse tipo de interagao estd por tras de muitos
fendmenos peculiares - dentre eles, destacam-se os chamados compostos de férmions pesados,
nos quais os férmions portadores de carga (elétrons “vestidos” pelas interagdes) podem
apresentar massa mais de mil vezes maior do que a massa do elétron (12,16,22). Esses
materiais muitas vezes também podem apresentar supercondutividade nao-convencional
(13), comportamento metalico ndao-liquido de Fermi (15,17,31) e criticalidade quéntica

(14): por isso, esse tipo de sistema tem atraido atengao década apds década.

Um excelente ponto de partida é o problema de apenas uma impureza. Na década
de 1960, um fato experimental (32) chamou atencao: a inser¢ao de impurezas magnéticas
em um metal nem sempre resultava na formagdo de momentos magnéticos localizados. A
insercao de atomos de ferro em uma matriz de niébio nao gerava momentos magnéticos. Se,
entretanto, essas impurezas fossem inseridas em um liga de niébio e molibdénio (com mais
de 40% de molibidénio), momentos magnéticos localizados se formavam - isso, inclusive,

estava ligado a emergéncia de um minimo na resistividade elétrica (33).

Para explicar a formacao de momentos, P. Anderson (34) se utilizou do conceito
de “estados ligados virtuais” (35) e da proposi¢ao de que a interacao de Coulomb poderia
explicar o comportamento isolante de certos materiais em semipreenchimento (36,37) para
criar um modelo explicativo, o famoso modelo de Anderson de uma impureza (20),

H =" exchycro + Y Brfifo + 3 [Vichofo + Vi flens| + USRS 1, (215)
ko

k,o o

onde fI (f,) sdo operadores que criam (destroem) elétrons de spin o na impureza localizada,
enquanto os operadores CLU (cko) sao operadores eletronicos usuais, que criam (destroem)
elétrons de momento k e spin o na banda relativa ao mar de elétrons. O primeiro termo é,
portanto, um termo Tight-binding convencional, escrito na base dos momentos e, portanto,
ja diagonal. O segundo termo expressa a energia dos elétrons localizados: £y é, em geral,
negativo. O terceiro termo se refere a hibridizagao - ele dita a fisica que emerge da troca
de elétrons entre o mar de conducao e a impureza. Naturalmente, a grandeza V}, se refere a

um elemento de matriz do potencial i6nico entre um estado livre e o estado localizado (22)
Vie = (K| Vien | f) = / dPre” ™ Vign (1) oy (1) . (2.16)

Por fim, o quarto termo é semelhante ao termo de Hubbard e se refere a interacao de
Coulomb: se dois elétrons estiverem dentro da impureza, uma energia U deve ser paga.
Grosso modo, a competicao entre o termo de hibrizacao e o termo de Coulomb ¢é que dita
a formacgao ou nao de momentos magnéticos localizados - a hibridizacao desfavorece sua

formacao, enquanto a interagao de Coulomb a favorece.
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E importante notar que o modelo de Hubbard (para nimero de coordenagao infinito
(38)) pode ser mapeado no modelo de Anderson sob condicdes de autoconsisténcia (39). E
essa relagdo que se encontra por tras da teoria dindmica de campo médio (DMFT) (30).

Utilizaremos uma versao simples dessas ideias no Cap. 4, abrindo mao da auto-consisténcia.

Agora, falaremos do limite atomico: U — oo e Vi — 0V k: um fon isolado.

2.3.1 Limite atomico e a fisica dos momentos localizados

A fisica de um ion isolado, descrita por
Ha =Y Epfife + ULf 1L, (2.17)

é o coragao do mecanismo de formagao de momentos localizados (22). Esse sistema tem

quatro estados possiveis
12) E@2)=2E;+U
|0) E0)=0
lo) com o =1,] FE(0)=E; magnético, (2.18)

} nao-magnético

O custo de adicionar ou remover um elétron do estado magnético pode ser calculado
subtraindo E (2) ou £ (0) de £ (o). Adicionar um elétron promove um AE = U + Ey,

enquanto remover um elétron, AE = —E;. Deste modo, podemos escrever AE como
U U
AE =2+ (Ef + ) . (2.19)
2 2
Essa variacao de energia sera positiva se
U
) > |Er+U/2|, (2.20)

ou seja, se essa condigao for satisfeita, um estado magnético (um spin 1 ou J) serd
selecionado como estado fundamental em detrimento dos estados nao-magnéticos. Isso
demonstra que a formacgao de momentos localizados esta estreitamente ligada a interacao
de Coulomb U. Ja as correlagdes entre este momento magnético e um banho de elétrons é

que darao origem ao chamado efeito Kondo.

A presenca de momentos localizados produz assinaturas muito caracteristicas. Em
particular, a susceptibilidade magnética y o< 1/T em altas temperaturas: tal comporta-
mento é o que chamamos de lei de Curie. Essa susceptibilidade dependente do inverso da
temperatura é a mais marcante das assinaturas experimentais da presenca de momentos

localizados.

2.3.2 Teoria de campo médio - o efeito da hibridizacao na formagdo de momentos locais

No modelo de Anderson (Eq. 2.15), as correlagoes e a hibridizagdo competem. Para

compreender qual é o efeito da hibridizagao na formacao dos momentos locais, Anderson
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(40) aplicou a teoria de campo médio de Hartree no termo quértico do Hamiltoniano de

Anderson, desacoplando os operadores niimero

UFLRfLE = USSR (L) + U (FL ) FLf= U (F ) (LR - (2.21)

Dado isso, é possivel perceber que o efeito das interagoes é promover uma mudanca no

nivel de energia da impureza, Ey, introduzindo nele uma dependéncia com o spin,
Ef — Efg = Ef +U <’flf7_g> s (222)

no espirito mesmo da aproximacgao de Hartree-Fock. Consideremos que a impureza se
encontra em um sitio indexado por a. Podemos também reescrever o nivel de ocupacao

médio dos spins o como fungao da magnetizacao m e da ocupacao total ny, definidos por
m = (ns) = (ng,) (2.23)

np =3 (nge). (2.24)

g

Com essa abordagem, podemos escrever um critério de Stoner (41), que captura a com-
peticdo entre a formagao de momentos magnéticos localizados (U) e a energia cinética

Pr (EF)v
Ups(Ep)>1 entdto m >0

) (2.25)
Ups(Er) <1 entao m =0,
onde a densidade de estados da impureza, ps (EF), é
1
ps(Ep) = —ImGy (w —id), (2.26)
T
e Gy (w—10) é a funcao de Green da impureza, dada por
1
Gy(z) = (2.27)

2+ p—Er+Ym— ¢, (2)
Onde ¢, (z) ¢ a funcdo de hibridizacao, medida da mistura dos estados livres e do estado

localizado,

: V2 [(alv)|
oo llen) = B
na qual V é a hibridizacdo (aqui, tomada por simplicidade sem dependéncia com k)
(Eq. 2.16). Considerando simetria particula-buraco (E; =0, u = U/2 e Re¢, (2) = 0) e

semipreenchimento (n; = 1), temos, para m = 0,

BV
“&”‘whw—@V+WAwA’ (2:29)

uma ressonancia Lorentziana da largura da hibridizagao e centrada em E;: Im¢, (w) ~

(2.28)

Im¢, (EFr). Se tomarmos m > 0, o pico se divide em dois, relativo aos spins 0 =l e o = —1

60 @) .\ 60 )

1
(Br)=—
P TR (w—Ef+gm)2+\¢a(z)y2 (w_Ef_gm)2+|¢a(z)\2

. (2.30)
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sendo Um a distancia entre os picos.

Olhando a Fig. 5, podemos ver uma representacao pictorica do que foi descrito. Em
Fig.5a) , vemos o diagrama de fases para o modelo de Anderson de uma impureza no limite
atomico (sem hibridizacdo impureza-banho). Para U > |E; 4+ U/2|, o estado fundamental
é um dupleto magnético. J& em b), vemos o diagrama de fases de campo médio para o
modelo de Anderson. Na Fig. 5b1), podemos ver a ressonancia proveniente da impureza.
Essa ressonancia é repartida em duas (Fig. 5b2), com uma diferenga de energia igual a
Um entre estados de spin para cima e spin para baixo: naturalmente, ambas as solugoes
sao possiveis. Essas figuras ilustram que a formacao de um momento localizado depende

intimamente da interacao de Coulomb U.

Evidentemente, trata-se de uma descrigao simplificada, mas que nao falha em

descrever a fisica por tras da formacao destes momentos localizados.

/A

Figura 5 — Diagrama de fases para o modelo de Anderson de uma impureza no limite
atomico e com o tratamento via campo médio do termo de hibridizacao.

Fonte: Elaborada pelo autor.

2.3.3 Baixas energias: transformagao de Schriffer-Wolff e modelo Kondo

Agora, voltemos ao modelo de Anderson completo (Eq. 2.15). E facil perceber
que para valores grandes da interacao de Coulomb, estados de ocupacao dupla sdo muito

desfavorecidos energeticamente. Além disso, Fy < 0, o que faz com que a presenca de
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pelo menos um elétron na impureza seja vantajosa energeticamente. Isso nos permite
separar o Hamiltoniano de Anderson em dois sub-setores, o de altas energias Hy (relativo
aos estados f? ou f°) e o de baixas energias Hy (f!): dois blocos diagonais. Além deles,
sobram ainda dois termos nao diagonais, que misturam os estados de altas energias e
baixas energias, o termo de hibridizacdo AV = A >, V;CCLU fo- Aqui, acrescentamos um

termo A\ com o objetivo de o utilizarmos como parametro de expansao.

Com tudo isso, o Hamiltoniano de Anderson fica

Hp A\V1
AV Hy

. (2.31)

Aplicando neste Hamiltoniano uma transformacao canénica U, podemos reverté-lo para

uma forma bloco diagonal

Hp M\V1
AV Hy

H* 0
WZIOHJ' (2.32)

Ora, essa ¢ a transformacgdo de Schriffer-Wolff (42), que fornece (22) um Hamiltoniano
efetivo de baixas energias que consiste em uma interacao pontual (magnética) entre o mar

de elétrons e um spin localizado: é o chamado modelo Kondo

H=-— Z ekczacka + JKSa . Sa, (233)
ko

onde S, é o spin da impureza e s, = %cjwacw ¢é a densidade de spin dos elétrons de

conducao no sitio em que a impureza se encontra. A interagao Jx é dada por

1 1
QZW%L@+@+A’ (2.34)

embora a dependéncia dessa interacao antiferromagnética com k possa ser deixada de lado.
O segundo termo consiste no custo energético de uma transicao do estado de ocupacgao
simples para o de ocupagao dupla (por isso o U), assim como o primeiro termo expressa o

custo da transi¢ao do estado de ocupagao simples para o estado vazio (Eq. 2.18).

2.3.4 Blindagem Kondo

J& com certa compreensao do mecanismo por tras da formacao de momentos
localizados, surge a seguinte questao: como se comporta esse momento local em contato
com o banho eletronico? O fato é que, considerando uma tnica impureza, sempre havera

uma amplitude finita de tunelamento por parte do spin (22)
o+ fr=c+fL, (2.35)

com ¢, expressando um elétron do banho e f,, um elétron na impureza. Com isso,

podemos, a partir a taxa de tunelamento 77! | definir uma escala de temperatura, a
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chamada temperatura Kondo

ks Tie = (2.36)
T

que define uma escala de crossover que pode ser observada pictoricamente na Fig.6): acima
de Tk, o momento local se comporta como um momento livre, chacoalhando ao sabor
das flutuacoes térmicas e contribuindo com uma susceptibilidade tipo Curie. Abaixo de
Tk, todavia, o spin se emaranha com os elétrons de conducgao, um efeito chamado de
blindagem Kondo em homenagem ao fisico japonés J. Kondo, um pioneiro nesse tipo de
estudo (33). Estes momentos, quando blindados, sdo “engolidos” pelo banho de elétrons
e contribuem com um peso espectral a mais na densidade de estados. Em um sistema
com apenas uma impureza, a blindagem Kondo faz com que o sistema se torne, entao, um

liquido de Fermi local, com susceptibilidade magnética tipo Pauli (43).

0.50
Momentos
locais livres

Liquido 0.25 1

de Fermi

0.00 . . .
1x1072 1x10°! 1x10° 1% 10! 1x10%

B T/Tx

Figura 6 — Diagrama esquematico ilustrando a escala de crossover do regime Kondo e o
regime em que os momentos locais estao assintoticamente livres.

Fonte: Elaborada pelo autor.

A compreensao da fisica desse crossover foi uma tarefa nada trivial. Na época, a
utilizacao de teoria de perturbacdo para compreender sistemas quanticos de muitos corpos
era ubiqua. Entretanto, no caso do modelo Kondo, a teoria de perturbacao falha abaixo
de Tk: na realidade, o momento magnético localizado é “escondido” pelo banho e sua
assinatura fisica desaparece totalmente, em um processo cuja fisica é andloga ao processo

do confinamento dos quarks dentro dos nucledns. Esse processo nao é perturbativo.

Deste modo, a compreensao do efeito Kondo s6 se deu com o desenvolvimento
do grupo de renormalizacao, culiminando na solu¢do do modelo Kondo via grupo de
renormalizac¢ao numérico (44). Na década de 1980, o modelo Kondo foi resolvido exatamente
(45,46) pelo método do Ansatz de Bethe (47), dando um fundamento analitico mais
robusto no que se refere a compreensao do problema. Evidentemente, essas solugoes
completas s6 sdo possiveis quando a densidade de estados é simples (o que se traduz em

um banho eletrénico simples).

Em baixas energias, a tunica escala que governa a fisica do modelo Kondo ¢é a

temperatura Kondo Tk, de sorte que esperamos que todas as quantidades fisicas sejam
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fungoes universais desta grandeza (22). Encontrar Tk é, de certo modo, explicar as
propriedades fisicas do modelo. Deste modo, usaremos a chamada abordagem de N-grande
para obter esta temperatura, assim como a dependéncia dessa mesma temperatura com o

acoplamento Jg entre o banho e a impureza.

E possivel dividir a Eq. 2.33 em duas partes: uma relacionada ao banho de elétrons
de condugao (termo Tight-binding) - aqui, por conveniéncia, voltamos para a representagao
das posigoes,

H.= Y —ticlcjo +hoc, (2.37)
(ij)o

e outra que se refere ao acoplamento entre esse banho e o momento localizado,
HK = JKSa : Sa. (238)

Podemos, entdo, definir operadores fermionicos f (f,) - férmions de Abrikosov (48), com

respeito aos quais podemos escrever o operador de spin da impureza
L gt
= §Zfaa'a,8f,3> (2.39)
af

sob a condicao de que o seguinte vinculo seja satisfeito, assegurando a ocupacao simples

da impureza
N
S fifa=1 (2.40)
a=1

Isso é necesséario pois, no caso de spins, ha dois estados de impureza: {1,]}, enquanto
na linguagem de férmions, ha quatro: {0,1,],T}}. O vinculo, entdo, exclui os estados
nao-fisicos de ocupacao nula e ocupacao dupla. Isso permite que escrevamos o termo de
interacao como funcao dos férmions: entretanto, podemos simplificar ainda mais ao usar a
Eq. 2.41

1
6gu50/#/ = 5 [6001(5“#/ + 0,5 ¢ G-H;U/] , (241)

e ao anticomutar os operadores fermionicos, de modo a colocar os operadores de elétron

entre os operadores de Abrikosov

1
HK:JKSa'S — Z Oups * Uvn f fﬁcavca”]’
aByn

T /4

— Z foﬁc 5Caa + Z L fa X chﬁcﬁ;
B

,.p

Tk Jx
HK = T Xﬁ:caﬁcaﬁ + 7

1—>" flewcl fﬁl : (2.42)

af
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Para lidar com o termo quadratico, definimos um campo bosénico de Hubbard-
Stratonovich (49,50)

b =>"cl, fa, (2.43)

e condensamos este operador em seu valor esperado: bf — b* € C. Isso nos permite
reescrever, levando em conta a imposi¢ao do vinculo dado pela Eq. 2.40 via multiplicadores

de Lagrange, a Eq. 2.33 como
2
Hyp =Y ekthotro — 3 (belafa+hc) + XY (flfa—1/2) + i 16|, (2.44)
ko « «

mapeando o modelo inicial em um Hamiltoniano totalmente analogo ao do modelo de

Anderson com U = 0 (modelo de Fano) (51). Podemos reescrever a Eq. 2.44 como

Cla
movi\| ™
. , 2
Hyp :za:( c, b, C}L\,Sa fi ) ( v oH, ) : + T b]” — A, (2.45)
CN;a
Ja

onde definimos as seguintes matrizes

1. A matriz H,., que esta relacionada com os elétrons de condugao, possui dimensao

Ns x Ny (N; é o nimero de sitios da rede) e é definida por —t;; (1 — d;;);

2. A matriz V, que acopla impureza e banho, que tem dimensao 1 x N, e cujo tnico

termo nao nulo ¢ Vy; = b quando j = a;

3. Um spinon - matriz 1 x 1 dada por Hy = A.
Para seguir, usamos que

1. A energia livre pode ser escrita como F' = —T'Y, Trin[-G™! (iw,)] , onde G é a

funcao de Green do sistema e w,, sao as frequéncias de Matsubara (52);
2. Trln A = Indet A, sendo A uma matriz quadrada;

3. G = iwl — H, sendo I a matriz identidade.

Assim, podemos escrever a energia livre ' como

H, — tw,ln N, Vi

Fyr = —TNZ In det ( v Hy— i

) L2 1b]* — A (2.46)
Jx

! O campo é bosénico e escalar - se cria e se destréi um férmion de spin «a, de sorte que o saldo
total é um campo de spin nulo
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Para que possamos finalmente integrar os elétrons de condugao, usamos a seguinte propri-

edade (sendo A , B, C' e D submatrizes ou blocos da matriz original)
A B
det = det Adet (D — CA™'B), (2.47)
C D

e também reescrevemos H,. na base que o diagonaliza, i.e H.|v) = E, |v) (se a rede for

homogénea, v = k). Com isso, obtemos
2
Fur = =TN Y Trin [\ = iw, + Fdoa| + — b = A, (2.48)
n K
onde definimos uma fungao de hibridizagao generalizada
[(a]v)]
aa — . y 2.49
¢ Z o — L. (2.49)
e omitimos a energia livre dos elétrons de condugao. Por simplicidade, consideramos b € R.
Tendo em maos a energia livre numa forma que seja tratavel, podemos calcular as
equagoes de campo médio, notando que a energia livre dada pela Eq. 2.48 é variacional.

Para minimiza-la, nos a derivamos com relacao aos seus parametros variacionais A e b.

Fazendo isso, obtemos

1 1
T ——==0 2.50
zn: iy — A — b20aq (lwy) 2 ’ ( )

b®ua (an) b
T — = 0. 2.51
; 1wy — A+ D2@uq (iwy,) + Jr 0 (2:51)

Analisando a estrutura dessas equagoes, é possivel perceber que b = A = 0 é sempre

uma solugao. A segunda equagdo, neste regime, se reduz a uma igualdade trivial (0 = 0),
enquanto a primeira se reduz a uma soma de Matsubara também trivial, dado que, para

férmions
1 1

=16 = =0 F(0) =3, (252)

>

— wp, — &

Deste modo, percebemos que as solugdes nao-triviais s6 aparecerao se o termo que multiplica

b na Eq. 2.51 se anular. Se considerarmos b infinitesimal, mas nao nulo, a Eq. 2.50 continua

trivial, mas podemos reescrever a Eq. 2.51 como

¢aa (an) 1
Ty —/———=——
zn: iwn JK’
1 2 1
ry L ey Lt (2.53)
— Wy W, Fis+pu—E, JK
e, usando a seguinte formula para a soma de Matsubara (53)
1 - 1
e (iwy, — &) (iwn — &) G—& @
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(onde f (&) é a distribuigao de Fermi-Dirac, & = 0 e & = —pu + E,), chegamos, apés

manipular as exponenciais, na seguinte expressao
I a\ [ - u} 2
— | = =, 2.55
Z 2Tk JK ( )

onde Ty é a temperatura Kondo.

Se tomarmos Tx = 0, temos

L1~ [a))®
AP It (2.56)

onde Jf; define um valor critico para o acoplamento. Se Jx for menor que Jj; , o efeito

Kondo nao pode acontecer.

Para obtermos uma relagao explicita entre Tk e Jg, resolveremos a Eq. 2.55 para
uma densidade de estados constante: p = p, = 1/2D se |w| < D e 0, sendo. Aqui, D é
a largura de banda. Nesse caso, ¢ conveniente reescrever a dita equacao em termos da

densidade de estados local no sitio a no qual esté localizada a impureza (54).

/_O:O diopy () tanh ([o;—_,l;] /2T) _ J2K (2.57)

Com a densidade de estados quadrada, essa equacgao se torna

}) X
/ dw =, (2.58)

uma equagao analoga a equacao do gap da teoria BCS (55) e que pode ser resolvida por

métodos padroes de integragao (com D > Tk ). Obtemos, com isso

D 1
] () —C = = Tx = De e~ Vralr ¢ = —0.409, 2.59
! Tk Pal K r o ( )

que ilustra o fato de que Tk aumenta com o produto da densidade de estados local e
o acoplamento Jg. Esse resultado, obtido aqui para uma densidade de estados muito
simples, continua sendo relevante mesmo para densidades de estados complexas, como
aquelas relativas a sistemas desordenados. Na Fig. 7, em que esta plotado o logaritimo da
temperatura Kondo em funcao de Jx para uma densidade de estados constante, observamos
a coincidéncia do resultado numérico, obtido via solugao explicita da Eq. 2.55, com o

ajuste obtido via Eq. 2.59. Ambos atestam a dependéncia exponencial de T com Jk.
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Figura 7 — Logaritimo da temperatura Kondo em funcao de Jx para uma densidade de
estados quadrada.

Fonte: Elaborada pelo autor.

2.3.5 Rede Kondo - Diagrama de Doniach

O modelo Kondo de uma impureza ja havia sido essencialmente desvendado em 1970
(22), mas ele nao é um modelo que consegue descrever bem o comportamento de um sistema
no qual exista a formacao de uma porcentagem finita de momentos magnéticos localizados.
Os metais que possuem tendéncia a formacgao de momentos magnéticos localizados em
grande quantidade acabam, em geral, apresentando ordem antiferromagnética em baixas
temperaturas - se, entretanto, a concentracao de spins nao for suficientemente grande, o
ordenamento magnético é do tipo vidro de spin: efeitos de frustracao e desordem acabam
causando isso, embora tal discussao se encontre para além do escopo desta se¢do. Ora,
tal ordenamento é compreensivel em face da chamada interacdo RKKY (Ruderman,
Kittel, Kasuya e Yoshida) (56): a impureza magnética interage localmente com o banho
de elétrons livres, polarizando-o. Esses elétrons polarizados magnetizarao os elétrons
vizinhos (proporcionalmente a susceptibilidade) que magnetizarao seus proprios vizinhos
e assim suscessivamente, até que essa “onda” de magnetizacao chegue a alguma outra
impureza, interagindo com a mesma. Essa interacao RKKY acrescenta o seguinte termo
no Hamiltoniano
Hcy = 53" ~Px (@ —a) S (@) - S 2'), (2.60)
xx!
onde, em trés dimensoes

J?p (1) COES (2kpr) (2.61)

Jrrry (T —2') = —Jx (x — ') - i
.

sendo p a densidade de elétrons no banho, kr o nimero de onda de Fermi e r = | — @’

a distancia entre as impurezas. Se a densidade de impurezas for grande, a interacao mais
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forte sera, na média, entre primeiros vizinhos, o que dard origem a um ordenamento

antiferromagnético com temperatura de transicao (ou temperatura de Néel) Ty « J?p.

Em 1976, Andres, Graebner e Ott descobriram um material (CeAls) que apresenta
um comportamento exético, compativel com um liquido de Fermi com quasiparticulas 3
ordens de grandeza mais pesadas do que o elétron (57). Neste composto, os atomos de
cério, em virtude de seu orbital de valéncia e da interagao spin-érbita do material, formam
momentos magnéticos localizados com S = 5/2. Os mesmos autores proporam que tal
renormaliza¢ao acontece em virtude da interagao do banho eletronico com esses grandes
momentos localizados: uma versao na rede do modelo Kondo, com uma concentracao
Nimp/N finita de momentos localizados. Algum tempo depois, Neville Mott e Sebastian
Doniach (58,59) propuseram uma generalizacao do modelo Kondo, agora com vérias
impurezas. Na sua versao mais simples, essa rede Kondo ¢é descrita pelo seguinte
Hamiltoniano

H= Z ekcLackU + Ji Z S; - c}aaaﬂcj/g, (2.62)

ko J

onde o operador c}a cria um elétron de conducao de spin « no sitio j. Nesse sistema,
existem duas escalas de energia que competem: a temperatura Kondo Tk e escala de
energia relacionada ao ordenamento antiferromagnético causado pela interacao RKKY'.
Ambas dependem da interacao Kondo Ji e da densidade de estados dos elétrons de

condugao (por spin) p,

Ty = De~Y/(270(Er)). (2.63)

Erkxy = J°p (Er). (2.64)

A competicao entre essas duas escalas de energia pode ser observada no diagrama expresso
na Fig.8. Se Jp (Er) for pequeno (Tx < Trixrky), a escala RKKY prevalece, dando origem
a um estado fundamental antiferromagnético. Se Jp for grande (Tx > Triky), cada sitio
espalha elétrons de modo ressonante, como acontece no modelo Kondo de uma impureza.
A linha continua indica a temperatura de Fermi efetiva para esse liquido de Fermi. Em
um possivel cendrio geral para essa competicao, essa temperatura de Fermi vai a zero em
Jp. (Er) (onde J é a interagdo RKKY e p(EFr) a densidade de estados), caracterizando um
ponto critico quantico (transi¢do de fase a temperatura zero). A linha vermelha pontilhada
representa a temperatura Kondo, escala abaixo da qual o banho blinda os momentos
locais - a regiao na qual isso leva a um liquido de Fermi é a vermelha. A linha azul
tracejada expressa a temperatura de Néel, abaixo da qual o sistema pode apresentar ordem
antiferromagnética. A regiao onde tal ordem se forma é a azul. A regido em amarelo é a
regiao critica e, por isso, ¢ mais complexa: apesar de ser metélica, nao pode ser expressa

dentro do paradigma da teoria de liquidos de Fermi.
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Tx = Dexp (—1/2Jp(Ey)) &

D
v

P Trrky <Tk I < Trxpy
N\

Figura 8 — Diagrama de Doniach para a rede Kondo homogénea, onde vemos a competicao
entre antiferromagetismo e blindagem Kondo (60).

Fonte: Elaborada pelo autor

Comparando o caso de uma impureza com o caso na rede, temos que, no primeiro,
existe a formagao de uma ressonincia no nivel de Fermi. No caso da rede, sdo varias (uma
para cada ponto da rede), dando origem a uma banda de férmions pesados localizados no
espaco k. Em termos termodinamicos, os dois sistemas sao muito parecidos, mas enquanto
no modelo de uma impureza (bom para descrever sistemas nos quais a concentracao de
impurezas é muito baixa - uma nao “vé” a outra) a resisténcia atinge um valor finito em

T — 0, no modelo de rede a resisténcia vai a zero - temos um metal de férmions pesados.

E digno de nota o fato de que o diagrama de Doniach, nas suas devidas propor¢oes,
ilustra também sistemas pequenos, de duas impurezas embebidas em um banho eletrénico.
Se essas duas impurezas interagem entre si (seja por RKKY ou por alguma outra forma
de interacdo, como troca direta) e com o banho (via interagdo Kondo), haverd uma
competicao - dependendo de qual interacao for maior, poderemos ter a formacao de um
singleto impureza-impureza ou um singleto impureza-banho em conjunto com a formacao
de uma ressonancia Kondo no nivel de Fermi. Isso é essencialmente o que diz o Diagrama
de Doniach, embora aqui estejamos em escala discreta, o que nao permite que haja a

formacao de uma banda de férmions pesados.
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3 ISOLANTES DE MOTT - FRUSTRACAO E DESORDEM

3.1 Teoria

Como descrito nas segoes anteriores, um isolante de Mott pode apresentar com-
portamento magnético nao trivial, podendo ser descrito por um modelo de spins, como o

modelo de Heisenberg,

(ig)
onde J > 0 expressa a interagao antiferromagnética entre os spins vizinhos S; e S;. Em
uma rede quadrada, cada spin tenderd a se anti-alinhar com seus primeiros vizinhos (em
virtude de sua biparti¢ao), satisfazendo assim o vinculo antiferromagnético - isso leva a
minimizagdo da energia do sistema. Se formos para materiais reais, nem sempre estes
poderao ser expressos em termos de um Hamiltoniano no qual todas as ligagdes podem
ser satisfeitas ao mesmo tempo - algumas necessariamente ficardo de fora. E isso que
chamamos de frustracao: é a incapacidade que um sistema tem de satisfazer todos os
seus vinculos locais simultaneamente. Para estudarmos esta curiosa propriedade, podemos
utilizar um modelo simples que é, por sua propria natureza, frustrado: o modelo de

Heisenberg antiferromagnético J; — Jo na rede quadrada,

H=75L>8"-8+J)> 8-8, (3.2)
(ig) ((i5))

onde o sfmbolo ((ij)) expressa que também temos interacdes entre segundos-vizinhos. E
facil notar que, na rede quadrada, o anti-alinhamento com os primeiros vizinhos leva,
necessariamente, ao alinhamento com os segundos vizinhos (Fig. 10), ainda que essa
condicao leve a indesejada maximizagao da energia relativa a essas ligagoes. O mesmo
ocorre se anti-alinharmos os segundos vizinhos - neste caso, os primeiros vizinhos ficarao
alinhados, o que é também indesejavel. Dentre os modelos frustrados, este ¢ um dos mais

simples, o que nao o impede de capturar a fisica que desejamos estudar.

3.1.1 Limite de S — oo - modelo classico

No modelo J; — J5 , definimos, do seguinte modo, o campo local que atua em um

spin localizado no sitio ¢

hi = Jl Z Sj + J2 Z Sj, (33)

JENN FJENNN

onde NN significa primeiros vizinhos e NN N significa segundos vizinhos (next-nearest

neighbors). Se esse campo local for grande (ou seja, se a quantidade de vizinhos for grande
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ou se o spin for grande), podemos escrever o spin como um vetor tridimensional
S; = S (sin 6; cos ¢;, sin 0; sin ¢;, cos b;) , (3.4)

onde os angulos € e ¢ sao os angulos polares e azimutais, respectivamente. Esse é o
chamado limite classico do modelo de Heisenberg. Tal nome se da porque, com a troca
das matrizes de Pauli por vetores, ignoramos as relagoes de comutagao do spin. Como h; é
grande, a direcao dele fixa a dire¢ao do spin, de sorte que as flutuagdes perdem importancia

relativa.

Ora, considerando o principio da incerteza para as componentes do spin, temos

A8 AS" > [([5,8%])| o< eane [(S)| < S, (3.5)
A?ésl)z;—>0865>>l, (3.6)

o que demonstra que, para spin grande, a incerteza do mesmo spin ¢ muito menor que o spin
- isso indica que as flutuagoes sao relativamente pequenas. Para ntimero de coordenagao
grande, o campo local se torna grande, o que faz com que flutuagoes significativas no spin
sejam desvantajosas energeticamente - se a flutuacao é pequena, considerar o spin um

vetor é, como ja foi dito, uma boa aproximacao.

3.1.2  Vetor de ordenamento magnético

Um conceito importante no estudo de sistemas de spin é o de vetor de orde-
namento magnético. Eles expressam o padrao que visualizariamos em um estudo de
espalhamento de néutrons (61). De modo simplificado, o vetor de ordenamento magnético
expressa qual é o angulo relativo de um dado sitio com seu vizinho no eixo x (primeiro
indice) e no eixo y (segundo indice). Deste modo, uma rede 2D na qual cada vetor aponta
na diregdo contraria ao seu primeiro vizinho tem vetor de ordenamento Q = (m,7),
por exemplo. Se, por outro lado, tivermos alinhamento ferromagnetico na direcao x e

antiferromagnetico na dire¢ao y, entao o vetor é Q = (0, ).

3.1.3 Estados fundamentais classicos e parametros de ordem

Os sistemas frustrados, quando tratados classicamente, possuem uma caracteristica
interessante: em certos regimes, seu estado fundamental possui degenescéncia extensiva.
No caso em que a frustracao é fraca (Jo < %Jl), o estado de menor energia tem energia
E = —-2(J; — Jo) NS? e é o estado de Néel (Fig. 10b), de modo andlogo ao caso Jo = 0.
Para J, > 0.5J;, as duas sub-redes (representadas pelas duas cores diferentes na Fig.
9) se quebram e, como resultado, caimos em um estado que consiste em duas sub-redes
Néel desacopladas e interpenetrantes: um estado com simetria O (3) x O (3), energia
E = —2J,NS? independente de J; e que, em virtude das infinitas possibilidades para o

angulo ¢ entre primeiros vizinhos, ¢ massivamente degenerado: um resultado complicado e
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que esta diretamente relacionado a frustracao. Entretanto, essa degenerescéncia extensiva
sO estd presente no caso classico a T' = 0. Quando inserimos flutua¢oes em nosso sistema,
sejam elas quinticas (via, por exemplo, ondas de spin) ou térmicas, ocorre uma sele¢ao
entrépica de estados com ¢ = 0 e ¢ = 7, os chamados estados com ordem nematica
ou ordem de listras (62) (Fig. 10 c). Esse mecanismo seletivo é chamado de mecanismo
de ordem por desordem (63,64) onde o termo “desordem” nao possui o significado
desta tese, senao que expressa a presenca de flutuacoes quanticas ou térmicas. Podemos

visualizar o diagrama de fases relativo a esse sistema na Fig. 9.

A

1T

X

S
N i & o/ [
(0,7

Jo/J1

Née] 2 redes Néel interpenetrantes

Figura 9 — Diagrama de fases do modelo J; — Jy antiferromagnético classico na rede
quadrada.

Fonte: Elaborada pelo autor.

Existe também a chamada ordem de vértices (Fig. 10a), que é selecionada
energeticamente no caso em que o sistema apresenta inomogeneidades que nao quebram
explicitamente e globalmente a simetria do sistema - esse caso, entretanto, ja transcende o

modelo “limpo” (64).
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Figura 10 — a) Representacao esquematica de uma plaqueta; b) Plaqueta com ordem Néel;
c¢) Plaquetas com ordem de listras; d) Plaquetas com ordem de vortices.

Fonte: Elaborada pelo autor.

A ordem de Néel e a ordem de listras sao colineares, ou seja, todos os spins tem
o mesmo modulo e direcao, embora possam ter sentidos diferentes. As duas redes Néel
desacopladas e a ordem de vortices nao se enquadram nessa definicao, o que faz delas

ordens nao-colineares.

Para medir o quanto o sistema estd proximo da ordem de Néel perfeita (Fig. 10b),

definimos a magnetizacao alternada Mpysy

| L L
My = N 2_: z_: %Hy Sz, (3.7)

onde S, , ¢ o spin no ponto i,,%, da rede e N = L x L é a quantidade total de sitios
presentes. Na ordem de Néel, cada sitio é antiparalelo a todos os seus primeiros vizinhos,
de modo que o termo (—1)i‘”+iy compensa isso. Na soma total, se a ordem for perfeitamente
Néel, My¢er = 1.

Por outro lado, para medir o quanto o sistema se adequa & ordem de vértices (que
possui parametro de ordem dado pela Eq.3.8), definimos as plaquetas (Fig. 10a) que sao
indexadas por a. E facil ver, levando em conta condicdes periédicas de contorno, que o
nimero total de plaquetas é igual ao nimero total de sitios (na rede quadrada, cada spin

faz parte de quatro plaquetas e cada plaqueta tem quatro spins).

S Sk) X (SJ — Sl)
4 3

N
Mvortice = Z (3 . 8)

Um teorema de importancia fundamental tanto na mecéanica estatistica quanto
na teoria quantica de campos é o chamado teorema de Hohenberg-Mermin-Wagner (65,
66) ou Teorema de Coleman (67), que demonstra que, em sistemas unidimensionais ou
bidimensionais a T" > 0, nao é possivel a existéncia de ordem de longo alcance se a mesma
ordem quebra uma simetria continua (ordem vetorial) - perturbagoes de longo alcance
custam pouca energia e, portanto, sao entropicamente favorecidas. Em outras palavras, os

bésons de Goldstone (mégnons) provenientes da quebra espontinea de simetria possuem
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uma funcao de correlagdo com divergéncia infravermelha (67). Esse teorema, portanto,

proibe a presenca de ordem tipo Néel ou de vortices em 1" > 0*.

No caso da fase de listras (Fig. 10c) , entretanto, o tratamento deve ser mais sutil.
Vejamos a Eq. 3.9, que define o chamado pardmetro de ordem de listras, M),.s. Cada
plaqueta (indexada por « na Eq. 3.9) se relaciona com um quarteto i, j, k, de indices
que se referem aos spins que se encontram nos vértices da plaqueta. Tomamos, entao, o
produto escalar da subtracao vetorial de spins que se encontram em vértices opostos da
plaqueta. Esse resultado, evidentemente um escalar, é dividido pelo valor absoluto da
mesma expressao, resultando em um valor +1: se tivermos um ordenamento ferromagnético
no eixo r, o, = —1. Se o ordenamento ferromagnético se da na vertical, o0, = 1. Ora,
sob a luz desse parametro de ordem, cada plaqueta ¢ mapeada num spin de Ising: isso
se traduz em um ordenamento ferromagnético na chamada rede dual do sistema. Esse
ordenamento magnético possui, nessa rede dual, simetria discreta Z,, de forma que o
teorema de Mermin-Wagner nao impede que ela exista em duas dimensoes. A ordem
ferromagnética na rede dual, portanto, existe até uma temperatura critica, onde o sistema
passa por uma transicao de fase de segunda ordem para uma fase paramagnética - os
expoentes criticos sdo exatamente os mesmos da transicao de Ising (70). Entretanto, isso
nao quer dizer que, na rede real, a ordem de listras exista a T" > 0 : é possivel, com custo
arbitrariamente pequeno de energia, girar levemente todos os spins de uma plaqueta de
forma a manter invariante o spin de Ising resultante, o que faz com que nao haja ordem
de longo alcance de spins no espaco real: a funcao de correlagao spin-spin vai para zero a
longas distancias. Deste modo, dizemos que, na rede real, existe ordem de listras vestigial
para T > 0 (71).

(3.9)

Miistras = Oq(i) COM Oq () =

N

a=1

3.1.4 Desordem em sistemas de spin

O modelo J; — J5 descrito nas se¢oes anteriores é um modelo limpo, que nao
captura as possiveis inomogeneidades presentes em sistemas reais. Essas inomogeneidades
(que podem advir da presenga de impurezas no material, por exemplo) produzem no
sistema aquilo que chamamos de desordem. A desordem dificulta bastante a descri¢ao
de sistemas fisicos, de modo que muitos fendmenos que a envolvem ainda carecem de

explicacgoes satisfatorias.

O teorema de Hohenberg-Mermin-Wagner possui, entretanto, suas limita¢des - em duas
dimensoes, a divergéncia infravermelha é logaritimica, o que faz com que a destruicdo da ordem
s6 possa ser observada, em alguns sistemas (exemplo: supercondutores bidimensionais ou
monocamadas de grafeno), em amostras de dimensoes continentais ou até mesmo cosmoldgicas
(68,69). O teorema é valido sempre, mas para amostras de tamanho infinito.
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Para que compreendamos alguns dos resultados rigorosos que serao subsequente-
mente apresentados, precisamos definir os tipos de desordem (segundo diversos aspectos).
Em termos fisicos, a desordem pode ter diversas origens, como a presenca de impurezas ou
vacancias, podendo até mesmo ser estendida, como acontece quando um sélido cristalino
possui dominios com contornos de grao. Se a desordem nao muda com o tempo (a0 menos
dentro da escala de tempo que é relevante do ponto de vista experimental), dizemos que a
desordem é quenched (temperada ou congelada). Se, por outro lado, a desordem muda
apreciavelmente dentro da escala de tempo do experimento, dizemos que a desordem é

annealed. Neste trabalho, a desordem é quenched.

Podemos também classificar a desordem segundo o tipo de simetria que ela quebra.
Imagine, por exemplo, uma rede com um spin de Ising em cada sitio. Estes spins interagem
entre si antiferromagneticamente. Se aplicarmos em cada sitio um campo aleatério h (x)
que dependa da posicao, esse campo ira se acoplar de modo linear com o pardmetro de

ordem local (magnetizagao) de cada sitio.
acoplamento = —h () m (x), (3.10)

Nesse caso, a magnetizacao local se identifica, a menos de uma constante, com o préprio
spin de Ising. Esse tipo de acoplamento promove uma quebra “local” de simetria no
sistema, porque serd, do ponto de vista dessa interagao, mais interessante (localmente) que
o spin aponte numa direcao do que na outra. Isso nao quer dizer que a simetria global do
sistema serd quebrada - isso s6 ocorrera se a média espacial h (x) for diferente de zero.
Todo tipo de desordem que se acopla linearmente com o parametro de ordem é chamada

de desordem tipo campo-aleatdrio.

Ainda no modelo de Ising, podemos imaginar o caso no qual temos uma distribuicao
aleatoria de vacéancias ao longo da rede. Essas vacancias nao induzem localmente nem
spins para cima nem spins para baixo - nao ha quebra global nem local de simetria - o
maximo que esse tipo de desordem pode causar é a variacao local da temperatura critica
na qual ocorre a transicao do estado ferromagnético para o estado paramagnético. Esse
tipo de desordem se acopla com a temperatura critica do sistema limpo, mas ndo com o

parametro de ordem. Tal acoplamento produz o seguinte efeito
T'~T,x (1—1), (3.11)

onde x é a concentracao de vacancias: é por isso que esse tipo de desordem é chamado de

desordem tipo T.-aleatério.

Dado isso, pode-se perguntar: os ordenamentos de longo alcance podem permanecer
incélumes diante da acao da desordem? Consideremos desordem tipo campo aleatério nao
correlacionada, com média zero e varidncia h%. Se hS for maior do que 2.JS? (campo local

gerado pelos spins vizinhos: z aqui é o niimero de coordenacao), a resposta é trivial - é
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mais vantajoso energeticamente alinhar o spin localmente com o campo aleatorio do que

alinha-lo com a possivel ordem de longo alcance proveniente das interacoes spin-spin.

Quando o campo aleatério ndo é assim tao forte, o critério de Imry-Ma nos
d4 a resposta (72). Consideremos um sistema de spins de Ising em que a maioria desses
spins aponte para baixo (Fig. 11a, parte verde). Considere ainda uma regiao “atipica”,
de dimensao caracteristica L, em que os spins estejam na maioria apontados para cima
em virtude do valor médio do campo aleatério neste dominio (Fig. 11a, parte amarela).
A existéncia deste dominio é ou nao vantajosa energeticamente? Devemos comparar o
ganho energético proveniente do alinhamento spin-campo dentro desse dominio com o
gasto energético proveniente da parede de dominio, regidao que obviamente custara energia

em virtude de descontinuidade da orientagao dos spins.

Para calcularmos o ganho de energia advindo do alinhamento dominio-campo,

devemos realizar a seguinte integral
Epr = / h(z)- S (z)de. (3.12)
D

Ora, neste dominio D, sabemos que os spins apontam para cima e que h(x) é, na
média, positivo. O grau dessa positividade, que o afastara da média global de rede, sera
proporcional ao desvio padrao h. Ora, como S (x) = 1 para © € D e h(x) é uma variavel
aleatéria, podemos usar o teorema central do limite (uma distribui¢do de variancia h,

numa amostra populacional grande (N pontos), tera distribui¢do gaussiana com variancia

h/VN)
Epp = (h) = /Dh(a:) d ~ % ~ hLY?, (3.13)

onde d é a dimensao espaciais do sistema e L é seu tamanho linear: N oc L% Ora, por
outro lado, a parede de dominio (Fig. 11b) em um sistema de spins de Ising serd uma
hipersuperficie de dimensao d — 1. Desse modo, o custo energético dessa parede de dominio

sera
Epw = oL* (3.14)

Se d > 2, o custo energético da formacao da parede de dominio crescerda mais rapido do
que o ganho energético proveniente de sua formacao. Desse modo, dominios com L — oo
nao irao se formar e a ordem ferromagnética sera estavel. Por outro lado, para d < 2 o
custo energético da parede de dominio sera, para L suficientemente grande, menor do que a
economia advinda do alinhamento do spin com regioes em que o campo é, na média, oposto
a ordem vigente. Deste modo, os dominios se formarao mesmo quando h for pequeno. Esses
dominios irao se formar ao longo da rede, e dominios se formarao dentro desses dominios,
e assim suscessivamente, de modo recursivo - a ordem de longo alcance, portanto, nao

existira (73). Para d = 2, o tamanho do dominio ¢ dado por (ver Eq. 3.36)

L x exp (a/h2> : (3.15)



48

onde a é uma constante. Isso implica que, para campos muito fracos, o tamanho desses

dominios pode ser muito grande.

Em sistemas com simetria continua (Fig. 11c), a situacao é ainda mais extrema: nao
hé ordem de longo alcance para d < 4, de modo que, em materiais reais tridimensionais
com simetria continua, o mecanismo de campo aleatorio nao permite a formagao de ordem
de longo alcance (74). E, embora tal teorema tenha sido provado no caso classico, sua
validade se estende ao caso quantico, como foi demonstrado por Greenblat et al (75).

Podemos compreender esse resultado de modo intuitivo ao notar que o teorema se baseia

fttlll
=l

Y

em comparagoes de escala de energia.

Figura 11 — Tlustracao do mecanismo de Imry-Ma para sistemas como simetria discreta e
continua

Fonte: Elaborada pelo autor.

3.1.5 Textura e rigidez de spin

Um conceito chave para compreender algumas das conclusdes dessa secao é o
de textura de spin. Consideremos um sistema em que exista frustragdo e em que o
ordenamento seja nao-colinear. Na presenca de algum tipo de impureza ou defeito, alguns
vinculos locais sao retirados, o que permite que o sistema tenda localmente a ficar mais
colinear - um mecanismo conhecido como alivio local de frustragao (76). Esse alinhamento
local gera uma espécie de “reacao em cadeia” - os vizinhos desse spin irdao afetar os
spins vizinhos e assim suscessivamente, promovendo uma perturbagao da ordem nao-
colinear original. E essa perturbacio que chamamos de textura de spin. Considerando
que perturbagoes do estado ordenado geram méagnons, espera-se que a distor¢ao caia

assintoticamente como uma lei de poténcias.

Podemos definir a textura de spin de modo mais satisfatério. Consideremos uma
rede genérica de spins com ordem coplanar. Nesse caso, podemos expressar a energia do

sistema como fun¢ao do angulo ¢ relativo ao azimute

1 1
E = 522‘]’]5’5] = §ZJZ']'SQCOS(¢Z‘—¢J'). (316)
() ij
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Como desejamos analisar o modelo J; — Jy com defeitos, é conveniente tomarmos ordens
coplanares gerais para Jo > J; /2. Perturbemos essa ordem, tomando ¢; = ¢? + d¢;, onde
#? é o angulo que o spin forma com o eixo x e d¢; é a perturbacao. Escrevendo a energia

nesses termos, temos:
1
5 Z Z JijSQ COS (d)l - qu + {5¢z - 5¢J}) s (317)
i
e, se supormos que as perturbacoes sao pequenas,

1
cos (x + dx) = cos (z) — sin (x) dz — 5 cos (z)da® + ..., (3.18)

B~ By 5 Jysin (60— 69) {66, — 66,3~ 35 2 cos (60— ) {501 — 90,)"+..

Y C (3.19)
Como estamos expandindo ao redor do ponto de minimo, o termo de primeira ordem
se anula. Para o caso do J; — J3 isso é bem claro: o estado fundamental nao possui
contribui¢ao de primeiros vizinhos (pois dois deles apontam para uma dire¢ao e um sentido
e dois deles na mesma diregdo com sentido oposto: ademais, o seno é uma fungao impar) e
a contribuigdo de segundos vizinhos é antiferromagnética. Deste modo, ¢? — gzﬁg-’ =7mTeo
termo de primeira ordem desaparece, o que é esperado, pois estamos expandindo ao redor

;. J .
de um minimo. Chamando = cos (gb? - gb?) = F}; , ficamos com

2
B~ By~ 5SS (50— 56,1, (320)

Num caso de interesse, a distor¢ao d¢; do estado fundamental depende suavemente da
posicao. Para cada posicao, ha uma distorcao que é fungdo dessa mesma posi¢ao. Supondo
essa suavidade, esperamos que pontos proximos da rede tenham distor¢oes parecidas.
Supondo isso, podemos expandir d¢; = d¢; (r; + dr;;) em primeira ordem, ficando com

d0¢; = 0¢; +d;; - Vob;, sendo d;; o vetor que liga os pontos ¢ e j. A energia fica entao
1
B~ o= 582303 Fy{di;- Vg }:. (3.21)
i

Tomando o estado de vértices como referéncia, teremos um angulo de 7/2 entre primeiros
vizinhos (o que anula o cosseno que multiplica J;/2 ) e 7 entre segundos vizinhos. Ficamos

entao com

1
E o~ By— 358?33 {di - Vgt (3.22)
v J

Com parametro de rede unitario, o vetor que liga segundos vizinhos numa rede quadrada
2D é d;; = +z =+ y. Temos entao:

B~ By— (S0 (0 44)- Voo + (8~ 3] Voor], (32
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5\ 5o\ ) S
B~ By kS35 2[(%.?) +<aaf> + (52 af = e ]’“”'24)
i g

E ~ By — 21,523 (Vip)?. (3.25)

Se nés agora consideramos o limite de pardmetro de rede indo a zero, nosso somatorio se

torna uma integral dupla - é o chamado limite do continuo (77,78)
E— Ey = —2J,57 / &2r (V5o (r))? | (3.26)

onde o termo p = 2,52 é a rigidez de spin (79), que expressa o quanto ¢ dificil deformar
(provocar texturas) (n)a ordem de longo alcance original. Note que o termo ¢ (r) é
agora um campo bidimensional. Como o termo de densidade Hamiltoniana é puramente

cinético, a Hamiltoniana é igual a Lagrangeana: podemos, portanto, aplicar as equagoes

oF oF
500 ¥ (a <w>> | (3:27)

A lagrangeana s6 depende do gradiente de §¢ (r), e portanto

de Euler-Lagrange

0=2V-(Vip)(—Jy) = —2J,V?5¢ = 0, (3.28)

o que nos leva & uma equacao de Laplace bidimensional para §¢ (r) com solugdo bem

conhecida em termos de coordenadas polares

V35 =0 (3.29)

o (ryp) = apln (r) + fo + i (Amrm + er’m) (v cos (mep) + By sin (me)), (3.30)

onde ay,, By, Ay, e B, sdo constantes a se descobrir via condigdes de contorno. Esse d¢ ()
é, no fundo, uma distor¢ao angular da distribuicao original de spins. Imaginamos que
essa distorcao é pequena e que ela vai a zero no limite de grandes distancias da fonte da

distorcao. Desse modo, excluimos todos os termos que divergem como r — 00.
66 (r,0) = Bo+ Y Bt ™™ (@ cos (mep) + By sin (mep)) . (3.31)
m=1

Concretamente, podemos utilizar essa equacao para estimar a lei de poténcia que ird reger
o decaimento espacial de uma determinada distorgao. Para distdncias grandes (que é o
dominio para o qual essa derivacao vale) apenas o multipolo nao-nulo de ordem mais baixa
ird importar. O padrao espacial de d¢ (r) nas vizinhancas da distor¢do pode nos dar uma
boa pista, embora o modo padrao de se calcular o decaimento seja com o ajuste de uma

reta & distribuicao de log (d¢) como funcao de log (7).
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3.1.5.1 Destruicao de uma ordem quiral na presenca de uma distorcao dipolar

Aharony, em um trabalho publicado em 1978, argumentou que texturas de spin com
decaimento dipolar (ou seja, com decaimento o 1/7) promovem a destruigao de quaisquer
ordens quirais de longo alcance em duas dimensoes. Esse é um resultado profundo, pois
proibe, mesmo a temperatura nula, a existéncia de toda uma classe de ordenamentos de

longo alcance.

Para compreendermos o argumento, consideremos um sistema no qual exista ordem
quiral de longo alcance. Distribuamos neste sistema uma série de ligacoes desordenadas
Jij, onde 8J;; = J;; — J, sendo J a média (sobre desordem) de J;; (Em cinza, Fig. 12). A
amplitude da desordem (variancia de J;;) é igual a (J;; — J)*> = A2 Se a desordem for fraca,
isto é, se A < J (varidncia pequena dos valores de J;;) a rotacao 66; (r) = 0, (r) — 6 ()
de cada spin com relagao a ordem original serd proporcional ao campo transverso h; (Em
amarelo, Fig. 12) que nele age, o qual, por sua vez, é proporcional ao desvio local da
interacao atuante sobre este mesmo spin
hiy N 0J;

r r

50; (r) ~ (3.32)

Agora, consideremos um referéncial (Fig. 12b,d) no qual a ordem quiral de longo alcance
(definida por 6y) se torne uma ordem ferromagnética. Nesse referencial, podemos definir a
magnetiza¢ao como

M, =5 cosb;, (3.33)

onde o angulo 6; é tomado com relacao ao eixo y. No caso sem perturbagao, 6; = 6y = 0:
uma ordem perfeitamente ferromagnética, com magnetizacao total N'S. Dado isso, podemos

expressar o desvio (magnetizagao transversal) com relacdo ao estado ordenado como

Essa magnetizacao alternada, em um caso em que temos flutuacgoes dipolares, serd zero,
pois todo desvio que um dado spin ¢ sofre serd compensado por um desvio oposto de algum
spin j.
Entretanto, as flutuagdes (varidncia) dessa magnetizagdo alternada sao muito
relevantes.
Var (M) =) (Ssin6; — (M) = > S5%sin?6; ~ 5% (66) (3.35)

)

(2

2 N2 . Q2 (5Ji)2N 2 [5J(T)]2N 2_ A2 Lﬁ <L>
S%j(dez) stij 5 NQSW/rdr - stm/a ~~m (2, (330

onde L é o tamanho do sistema e a é o espacamento de rede. Ora, [8.] (r)]* é distribuido

de modo aleatério ao longo da rede, mas é estritamente nao-negativo e nao se anula
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em r — 0. Desse modo, a variancia (flutuacao) da magnetizacao transversa possui uma
divergéncia infravermelha (L — 00): isso indica a instabilidade da ordem de longo alcance.
Essas flutuacoes tém origem na textura dipolar induzida pela desordem, transmitida por
meio de modos relativos a grandes comprimentos de onda. Isso leva a destrui¢ao da ordem

de longo alcance (80,81).

Este problema é, em muitos aspectos, semelhante ao problema de um modelo
Ising submetido a um campo aleatério. Por analogia, esperamos que a fase resultante
da destruicao da ordem de longo alcance seja um vidro de spin com dominios da ordem
que foi destruida. O tamanho desses dominios (que pode ser arbitrariamente grande),
parametrizado pelo comprimento de correlagao &, pode ser estimado se o tomarmos como

cutoff para a divergéncia contida na Eq. 3.36 (82)
PA

onde p é a rigidez de spin.

E digno de nota o fato de que a destruicdo da ordem nao ocorre quando a distor¢io
cai mais rapido que 1/r . E o que observamos no caso da distorcio provocada por uma

vacancia, que cai com 1/r? (Fig. 12¢,d).

a) b) ) d)

LD
N

7
N
N

Yo Lv ﬁ IY» 1y
h
hJ. I %o X + Xo —X

Figura 12 — Campo transverso multipolar como resultado da presenca de defeitos tipo
ligacao (a,b) e tipo vacancia (c,d) em uma ordem quiral. Aqui, xg, Yo expressam
o sistema de coordenadas original e x,y expressam o sistema de coordenadas
sob rotacao local, tornando a ordem quiral uma ordem tipo Ising.

Fonte: Elaborada pelo autor.

3.1.6 Minimiza¢do numérica

No formalismo a T" = 0, o modelo classico estara necessariamente no estado classico
de menor energia. Para obter este estado em um modelo de spins classico arbitrario,

utilizamos o método do gradiente.

Antes de abordar tal método, definamos o chamado termo biquadratico a ser

somado ao Hamiltoniano do modelo J; — Jy classico e desordenado

Hyy = K (S;-S;)°. (3.38)
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Podemos, com esse termo, favorecer ordens colineares (K < 0) simulando a quebra de
degenerescéncia advinda do mecanismo de ordem por desordem, ou favorecer ordens

anticolineares (K > 0), como a ordem de voértices (Fig. 13).

Figura 13 — Diagrama de fases do modelo J; — Jo, — K

Fonte: Elaborada pelo autor.

Em compania deste termo biquadratico, o Hamiltoniano fica

H=Y"08 -8+ > S S+K(S:S;° (3.39)
(i5) ((ig))
O método do gradiente consiste, primeiramente, em calcular o gradiente do Hamiltoniano

em cada sitio ¢

OH . OH _  OH
asr’ T asv? T a5 ™

Feito isso, anti-alinhamos S; com esse gradiente. O gradiente de uma determinada fungao

V,H = (3.40)

sempre aponta na dire¢do de maior crescimento de uma funcao: anti-alinhar o spin com
o Hamiltoniano é, no fundo, girar o spin para a direcao de maior decréscimo de energia.
Isso, repetido por toda a rede e de modo iterativo, leva a um minimo global ou local de

energia. No caso da Eq. 3.39, o gradiente é

1
J

Para que nao caiamos em minimos locais, é pertinente fazer nao um anti-alinhamento
perfeito, mas sim levar o spin S; em uma combinacao linear dele mesmo com o gradiente

de H neste mesmo sitio. Isso se traduz como

S = (1 — o) S™1) _ oV, H, (3.42)

(novo

onde v ¢ um nimero real maior que 0 e menor que 1 e S; ) deve ser normalizado a cada

atualizagao.

A aplicacao iterativa deste método em todos os sitios leva, em sistemas desordenados,

ao encontro de minimos locais. Para que consigamos nos aproximar o melhor possivel do
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minimo global de energia, aplicamos este método de minimizagdo em uma série de estados
iniciais aleatérios, escolhendo como minimo local aquele que possuir, apds a minimizacao,

a menor energia. E importante notar que, se K = 0, V;H coincide com o campo local que

atua no spin S;.

3.2 Resultados

Para obter nossos resultados, faremos simulacoes para redes quadradas de tamanho

linear L, N = L? e condi¢des peri6édicas de contorno.

3.2.1 Desordem pontual

Antes de adentrarmos o terreno das simulacoes extensivas, precisamos compreender
o efeito causado pela desordem em escala micro, local. Consideremos .Jo > %Jl. Neste
trabalho em especifico, analisamos dois tipos de desordem: a desordem nas ligacoes e
a desordem nos proprios sitios. A desordem nas liga¢Oes consiste na retirada de uma
interacao J; entre dois sitios da rede. A desordem nos sitios consiste na retirada de um spin
da rede, transformando-o em um sitio vazio (vacincia), algo que também pode expressar a
presenca neste sitio de uma impureza de natureza diferente, ndo-magnética. Para sabermos
o que acontece com a ordem deste sistema quando este possui uma concentracao finita
destes elementos de desordem, precisamos compreender como essa desordem se acopla
com os parametros de ordem do sistema e também compreender como é o decaimento da
textura de spin por ela gerada. Feito isso, confirmamos o que foi predito anteriormente

com simulagoes numéricas extensivas para uma concentracao finita de desordem.

No caso da substituicao de um sitio por uma vacancia, abordagens perturbativas
(64) e estudos numéricos (70) confirmam que a fase que é favorecida ¢ a fase de vortices.
Isso se d& porque essa fase é a que melhor permite o chamado canting (entortamento).
A retirada de um sitio retira varias ligagoes, e essa retirada pode retirar alguns vinculos
que, em virtude da frustracao, nao estavam mesmo sendo satisfeitos: é o alivio local de
frustragdo. A consequéncia disso é que alguns spins vizinhos “tentam” se anti-alinhar mais,

na medida do que é factivel energeticamente (Fig. 15).

Agora, analisemos o caso em que temos a retirada de uma ligagdo entre dois
primeiros vizinhos a e b (Fig. 14) Nesse caso, a degenerescéncia relativa ao &ngulo ¢ entre
as subredes sera quebrada, mesmo na auséncia de flutuagoes térmicas e quanticas. Nesse

caso, a energia fica

E=-2J,NS*— J,8,- S (3.43)

Como S, - Sy = S?cos (¢), percebemos que a energia serd minima quando ¢ = 0. Se a
ligagao retirada for entre spins que sdo vizinhos na horizontal, a ordem induzida é (0, 7).
Se a ligagao retirada for vertical, a ordem induzida ¢é (7, 0) (Fig. 14). Isso expressa o fato

crucial de que a desordem nas ligacoes se acopla, a moda de campo aleatério,
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com o parametro de ordem o,. Isso demonstra que, na presenca de uma quantidade
igual de ligacoes verticais e horizontais diluidas, a ordem de listras ndo pode se formar em

virtude do mecanismo de campo aleatorio.

E=—-2J,NS? — AJi1S.- Sy

Ji+ AJp
a \ b a
J— AJp
E(0,7) = —2/LNS? + ALS2  E(0,7) = —2J,NS2 — AJ,S?
E(m,0) = —2J,NS? — AJ1S?  E(m,0) = —2J,NS? + AJ,S?

Figura 14 — Selecao energética do estado de listras via diluigdo nas liga¢oes. Defeitos em
ligacoes diferentes acoplam com o spin de Ising da rede dual de modo diferente,
gerando um mecanismo de campo aleatoério.

Fonte: Elaborada pelo autor.

Quando retiramos um sitio ou duas ligagoes, uma horizontal e outra vertical, nao
existe quebra (global) de simetria no Hamiltoniano. Localmente, em virtude do alivio
local de frustragao, a ordem global que minimiza a energia é a ordem de vértices, com

distorgoes locais nas vizinhangas da desordem (Fig. 15).

a ) b) ]

Figura 15 — Indugao da ordem de vortices por um par de ligagdes perpendiculares. Em
a), temos a distdncia minima e em b), a distAncia maxima sob condi¢oes
periddicas de contorno. Essa inducdo independe da distancia dos defeitos.
Utilizamos K =0, J, = 0.55.J; e L = 24.

Fonte: Elaborada pelo autor.

Ora, considerando o fato de que a ordem de vortices é uma ordem quiral, podemos
analisar se a mesma ¢é estavel (a T" = 0) analisando o decaimento da textura de spin
segundo o espirito da Sec. 3.1.5.1. Para tal, usamos o Hamiltoniano dado pela Eq.3.39
com K > 0, impondo globalmente, de modo estavel, a ordem de voértices: um K > 0
favorece um arranjo ortogonal entre spins vizinhos. Depois disso, retiramos uma ligacao
(Fig. 16a), um sitio (Fig. 16b) e dois sitios vizinhos (Fig. 16¢) e coletamos o desvio angular
dos spins com relagao a ordem de vortices ideal ao longo de diversas diregoes. Esse desvio

foi plotado, em escala log x log, como fungao da distancia da fonte da distor¢ao (Fig. 17).
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Com base nisso, e também com base no padrao espacial gerado pela distorcao, concluimos
que a distor¢ao gerada por uma vacancia ¢ quadrupolar, proporcional a 1/r?, e portanto
nao destréi a ordem quiral de longo alcance gerada por ela mesma (Fig. 17¢). Entretanto,
tanto a distorgao gerada pela retirada de uma ligacao (Fig.17b) quanto a distor¢ao gerada
pela retirada de duas vacancias vizinhas (Fig. 17a) cai dipolarmente (1/r), o que indica

destruicao da ordem quiral de longo alcance.

Em primeiro lugar, é importante notar que se retirarmos dois sitios vizinhos, a
consequéncia é o desaparecimento de trés ligacoes em um sentido e quatro ligagoes no
outro sentido (Fig. 17¢). Deste modo, retirar dois sitios vizinhos é equivalente a apagar
uma ligagdo. Ora, em um sistema fisico com ntimero de sitios da ordem do ntimero de
Avogadro, a presenca de uma concentracao finita = de vacéncias levard, se nao houver
ajuste fino, & uma concentragao finita, porém menor (2?) de pares de vacincias vizinhas.
Deste modo, o resultado sugere que a ordem quiral também nao pode existir em uma
situagdo na qual hd uma concentracio finita de vacancias. E importante notar que, como
2? < x, pode ser muito dificil se assegurar que essa ordem deixa de existir com base na

andlise de simulagoes extensivas, pois os dominios podem ser muito grandes (82).

a) b) c)
V=V A > A > b >4 Y Y S G N
Tﬁ%ﬁT»T «¢«\<—¢<7 <7¢<751?\31¢<—¢
THTYTNT i > e
TATITAT ottt bt

Figura 16 — Padrao espacial nas vizinhancas da diluicao de uma ligagdo, um sitio e dois
sitios, respectivamente. Na figura c), percebemos que diluir dois sitios que sao
vizinhos é equivalente a retirada de uma ligacio vertical. Usamos K/ (J;5%) =
0.05, J, = 0.55.J; e L = 256.

Fonte: Elaborada pelo autor.
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J2 = *
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J2 = 0.6J,
n&

9 ‘m:
ORUN:
=

E 10-3 L

1074 |

10!
r

Figura 17 — Decaimentos das distor¢oes angulares como funcao da distancia dos defeitos a)
Decaimento dipolar em defeitos nas liga¢oes e sitios vizinhos, e quadrupolar
em vacancias isoladas. Em b) e ¢), vemos que esse decaimento nao depende de
Jo. Para estabilizar a ordem de vortices, tomamos K/ (J;.5%) = 0.05. Usamos
Joy =0.55.J; e L = 256.

Fonte: Elaborada pelo autor.
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3.2.2  Simulagoes extensivas: desordem homogénea (7" = 0)

Considerando as evidéncias preeliminares pontuadas anteriormente, realizamos
simulagoes numéricas para diversos tamanhos lineares de rede (L =20, L = 30 e L = 40)
no modelo J; — Jo, com uma concentracao finita de ligagoes diluidas. Fixamos, inicialmente,
Jo = 0.55.J1, embora tenhamos usado valores mais proximos de J; = 0.5 para conseguirmos
extrapolar, com mais facilidade, os dados que indicam a destruicao da ordem de longo

alcance.

Para encontrar o estado fundamental dentro dessas circunstancias, utilizamos o
método do gradiente. O procedimento utilizado foi o seguinte: primeiramente, diluimos
uma porcentagem fixa de ligagdes horizontais e a mesma porcentagem fixa de ligagoes
verticais. Essas ligagoes foram escolhidas de modo aleatorio, segundo o gerador de niimeros
aleatérios RKISS05 (83). Dada essa distribuigao de ligagoes diluidas, utilizamos o método
do gradiente para encontrar o estado fundamental usando, como condi¢ao inicial, cerca de
300 — 400 estados iniciais. T.Obtendo, via método do gradiente e a partir destes estados
iniciais, o minimo local de energia, comparamos a energia de todos esses minimos locais.
O estado de menor energia dentre esses foi tomado como minimo global de energia. Feito
isso, buscamos uma nova configuragao de diluicao das ligagdes horizontais e verticais e
repetimos todo o processo supracitado. Fizemos isso tomando 500-600 modos de diluir uma
porcentagem fixa de ligagoes. Chamamos cada uma dessas configuragoes de realizagoes

de desordem.

Dados os estados fundamentais obtidos para cada realizacao de desordem, calcula-
mos quantidades relevantes, como o parametro de ordem de listras (Eq. 3.9) e o pardmetro
de ordem de vortices (Eq. 3.8) para cada um desses estados, tirando a média de todos
eles depois disso. E o que chamamos de média sobre desordem. Percebemos, com esses
nossos resultados, que o parametro de ordem relativo a fase de listras é muito proximo
de zero - tanto que o comprimento de correlagao dessa ordem, calculado via fator de
estrutura estatico (84), é mal definido: isso expressa que a ordem sequer existe no sistema.
Ja o parametro de ordem de vértices é muito proximo de 1 para baixas concentragoes de
desordem e cai tanto com L quanto com x, o que é condizente com os argumentos tedricos

prévios (Fig. 18).

Entretanto, o nosso sistema é bidimensional, o que torna muito dificil observar a
suposta destruicao da ordem de vortices: se isso de fato acontece, como previsto pelos
argumentos prévios, os dominios podem ser arbitrariamente grandes, especialmente para x

pequeno. Isso implicaria em uma ordem de vortices praticamente perfeita para tamanhos

T Esses estados iniciais se subdividiam em: a) estados nos quais a orientacdo de cada spin
advinha de um gerador de ntimeros aleatérios, b) estados provenientes de uma simulagao de
Monte Carlo (algoritimo de Heat Bath conforme expresso na Ref. (81)) em baixas temperaturas
para a mesma configuragao de dilui¢ao de ligagoes, c) estados de ordenamento perfeito (listras
e vortices) e d), estados de listras levemente perturbados
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de rede factiveis numericamente: o tamanho dos dominios £ escala como

(pzéortice ) 2

& x exp

Onde A expressa a concentracao de ligagoes J; diluidas. Contornamos esta difi-
culdade diminuindo p"¢ a rigidez de spin da ordem de vértices. Essa rigidez, que estd
associada ao custo energético que temos para perturbar uma ordem de longo alcance,
depende de J, - deste modo, para melhor visualizar a destruicao da ordem, repetimos as
simulagoes que ja haviam sido realizadas para Jo = 0.55J; com Jy = 0.52J; e J, = 0.505J;.
Nesse tltimo caso, vemos (Fig. 18b) que o pardmetro de ordem de vortices tende a zero para
1/L — 0, o que confirma a validade das conclusoes anteriores. Tal andlise, anteriormente,
s6 havia sido feita na rede triangular (82). E digno de nota o fato de que um defeito nas
ligagoes possui uma dire¢ao e um sentido preferencial em uma textura quiral. Isso define

dipolos: ¢ dai que surge a textura dipolar.

Deste modo, qual é o estado fundamental do modelo J; — J; antiferromagnetico na
presenca de distor¢oes dipolares? De modo andlogo ao que ocorre em virtude do mecanismo
de campo aleatério, temos que a ordem de vortices, selecionada energeticamente por causa
do canting, ird nuclear em varios subdominios de vortices, cada um em geral nao-coplanar
ao outro. Isso é o que chamamos de vidro de vortices. Essa fase vitrea, caracterizavel
via parametro de ordem vitreo, possui simetria continua e, portanto, é destruida em 7" > 0
pelos modos de Goldstone (Mermin-Wagner), deixando em seu lugar um paramagneto

correlacionado (62).

1.0 0.9 . —
0.9&(&) jL = ‘8 0s (D) e
0.8 C— 40 0.7; &
3 LA 8 0.6/ -
2 0.7 ‘\ S 9 ’ //// .............
i1 S I R
§0-6 o S 0dl Ty = 0.505]; @]
0.5 Ne E AT Jo =0.520J; W
2 Jd 1 T 0.3} Jo = 0.550J; A
0- 0.2} + ————————————
0.3 "
0.1}
0.2 ++ . . .
0.00 0.05 0.10 0.15 0.20 0.25 0.30 0 0.02 0.04 0.06 0.08 0.10

A

Figura 18 — a) Queda de Ms4ices com A e com L e b) extrapolacao do parametro de
ordem M, 44ices para L — oo e K = 0. Para rigidez de spin baixa, podemos

1/L

ver com clareza a destruicao da ordem de longo alcance.

Fonte: Elaborada pelo autor.
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3.2.3 Diluicao nas ligagoes verticais - diagrama de fases

Realizamos um estudo complementar visando analisar o diagrama de fases do
sistema na presenca de alguma forma de desordem que quebrasse explicitamente a simetria
do sistema. Diluir ligacoes apenas entre vizinhos no eixo y (ou, igualmente, apenas no eixo
x) causa exatamente este efeito. Ora, em virtude dessa quebra explicita de simetria, nao é
possivel aplicar o teorema de Imry-Ma (72,73) ou o argumento da destruigdo de ordens
quirais via texturas dipolares (80,82) para tirarmos conclusdes a respeito do que acontece

neste sistema.

Uma aproximacao de campo médio se faz necessaria para arrozarmos a respeito
do que ocorre neste caso. O modelo de Heisenberg J; — J; na rede quadrada possui uma
transicao de fase a temperatura zero quando J, = 0.5.J;: para Jo maior que isso, temos
duas redes Néel interpenetrantes, enquanto que para .J, menor do que isso, estamos na
fase de Néel (Fig. 9). A energia da fase de Néel ¢ E = —2(J; — J5) NS? enquanto a da

fase de listras ¢ £ = —2J,NS?: para J, = 0.5J;, a duas energias se tornam iguais.

Se retirarmos uma ligacao vertical, a energia da fase de Néel se torna
ENéel (—1 bOIld) = —2NS2 (Jl - JQ) + J1, (345)

aumentando-a. A retirada de uma ligacao, portanto, desfavorece a fase de Néel. Por
outro lado, a retirada de uma ligacao vertical quebra a degenerescéncia massiva em ¢ da
fase em que temos duas redes Néel interpenetrantes - o resultado disso é que a ordem de

listras verticais (m,0) ¢é selecionada.
E(r0) (=1 bond) = —2NJ,5% — J;. (3.46)

Se considerarmos o limite no qual a quantidade N, de ligacoes retiradas ¢ pequena,

podemos escrever, a moda de campo médio, a energia dessas fases como
ENéel (—n bOHdS) =-2 (Jl - Jg) N + NimpJ17 (347)

E(r0) (—n bonds) = —2N.J55% — Ny i, (3.48)

o que nos permite igualar a energia das duas, encontrando, como funcao de N;,,;,, 0 novo

valor critico de J,
JQC (n) _ 1 Nimp

J. 2 2N’

Deste modo, a transicao para a fase de listras deveria ocorrer, conforme o aumento das

(3.49)

ligacoes retiradas, em um valor cada vez menor de J,. Evidentemente, esse argumento
é excessivamente simples, pois nele nao cogitamos a possibilidade de existir, em algum
intervalo de valores de Jy/J;, alguma fase nao-colinear que possua energia menor do que

as duas fases supracitadas.
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Para verificar a razoabilidade do argumento, tomamos redes quadradas de lado
30 x 30 e realizamos a minimiza¢do numérica para encontrar o estado fundamental, dados
diversos valores de Jo/J;. Para cada valor de Jy, tomamos 200 configuragdes de desordem
e 104 estados iniciais, sendo 100 deles advindos de um gerador de niimeros aleatorios e 4
deles “enviesados”: as duas fases de listras, a fase de vortices e a fase de Néel. Com isso,
descobrimos que, de fato, a fase de Néel deixa de existir para valores cada vez menores de
Jo conforme aumentamos a desordem A. A fase de listras, entretanto, continua aparecendo
somente para Jo > 0.5J;: o que ocorre é a formacao de uma fase intermediaria, nao
coplanar, entre a fase de Néel e a fase de listras (m,0). Ademais, a teoria de campo médio

subestima o quanto a fase de Néel é afetada pela desordem vertical.

Ora, a existéncia dessa fase é necessaria do ponto de vista tedrico, pois, segundo
o teorema de Aizenman-Wehr, nao existe transicdo de primeira ordem na presenca de
desordem (74), como seria o caso de uma transi¢ao entre a fase de listras e a fase de Néel.
Para que isso nao ocorra, a existéncia de uma fase intermediaria é necessaria. Nessa fase,
tanto o parametro de ordem de Néel quanto o de listras deveriam ser nulos, o que poderia,
na teoria, ser verificado via extrapolagdo. Na pratica, a destruicao dessas ordens nao pode
ser por nos observada porque o parametro de ordem Néel flutua violentamente dentro
dessa ordem (Fig. 19a), tornando o exercicio mal-definido e impedindo que calculdssemos,

via derivada numérica, o ponto no qual ocorre a transicao.

A fronteira das fases foi determinada por meio de critérios energéticos. Compa-
ramos a energia do minimo obtido via método do gradiente com a energia, para a dada
configuragdo, do estado de Néel e do estado de listras. Se a diferenca relativa entre essa
energia obtida via minimizacdo numérica com alguma das outras duas fosse menor que 10~*
unidades de energia, consideramos que se tratava da mesma fase. Sendo, consideramos que
estavamos em uma fase intermediaria, diferente das colineares citadas. Segundo tal critério,
a fase intermediaria, nao-colinear, comega em um valor de Jy (A) < 0.5.J; (decrescente
com A) e termina em Jy = 0.5J;. O diagrama de fases esquemético pode ser observado na
Fig. 19b.
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Figura 19 — (a) Mneel € Misiras para diluigdo de 15% das ligagoes verticais. B possivel ver
a violenta flutuagdo de My¢e para J; < Jo < 0.5J;. (b) Diagrama de fases
para diluicdo nas ligacoes verticais. A fronteira com a fase intermediaria foi
determinada com base em critérios energéticos elucidados na Sec. 3.2.3.

Fonte: Elaborada pelo autor.

3.2.4 Comentario: resultados a T > 0

Para a completeza do trabalho supracitado, uma andlise da situacao a temperatura
finita foi necessaria. Tal andlise foi realizada por M. Miranda (85) como nticleo de seu

projeto de mestrado.

Para J, > 0.5J; , a ordem de longo alcance ¢ instéavel para qualquer concentragao
finita de desordem homogénea nos sitios (retirada de spins) ou desordem nas ligagoes.
Entretanto, em virtude do mecanismo de ordem por desordem, o sistema a temperatura
finita possui dominios finitos em que o parametro de ordem de listras (Eq. 3.9) tem médulo
préximo de 1. Ora, esses dominios ora possuem listras verticais: ordem (7, 0): Mtripe = 1,
ora listras horizontais: ordem (0, 7): Mgyipe = 1. Na Fig. 20, que ilustra o comportamento
do sistema em temperatura finita, vemos, na figura da esquerda, o histograma relativo
ao valor médio de My,ipe POr plaqueta. J& na figura da direita, vemos um mapa de rede
expressando o valor, por plaqueta, do mesmo parametro de ordem. Os retangulos brancos
expressam as ligagoes verticais diluidas, enquanto os retadngulos pretos expressam as
ligagoes horizontais. A dilui¢do é de 1% em ambas as dire¢oes. Para temperaturas baixas,
os dominios sdo pequenos: o efeito da ordem por desordem nao consegue, na maior parte
da rede, vencer a selecao da fase de vortices via canting. Para temperaturas intermediarias,
os dominios de listras sdo grandes, de sorte que o histograma fica muito mais largo. Para
temperaturas proximas da transicao de Ising efetiva, a ordem de listras vestigial interna
aos dominios se torna menos perfeita, o que se traduz em valores menores do parametro

de ordem.

Ora, a presenca de dominios ora de listras na vertical, ora de listras na horizontal,
redunda na existéncia de paredes de dominios que possuem parametro de ordem de vortice

(Eq.3.8) nao-nulo. Essas paredes de dominio sdo estreitas para altas temperaturas, mas se
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tornam mais e mais grossas com a temperatura: de modo similar, o tamanho do dominio
de listras se torna cada vez menor conforme diminuimos a temperatura. No limite de
T — 0, os dominios desaparecem e s6 sobram as paredes de dominio, concordando com o
resultado obtido na analise realizada estritamente em 7' = 0: um vidro de vortices, com

varios dominios de vortices.

Se considerarmos flutuac¢oes quanticas, teremos ordem por desordem mesmo em
temperatura nula. Neste caso, os dominios de listras nunca desaparecerao, embora as
paredes de dominio de vortice continuem em voga. Essa fase em que coexistem os domi-
nios de listras e as paredes de dominio de vortices pode ser chamada de paramagneto

correlacionado com resposta magnética nao trivial (62).

Para simular, em temperatura zero, os efeitos do mecanismo de ordem por desordem,
utilizamos o termo biquadratico (Eq. 3.39) K < 0, que favorece as ordens de listras (Fig.
18a). As simulagoes numéricas realizadas com esse Hamiltoniano redundaram em resultados
qualitativamente muito semelhantes aqueles obtidos em 7" > 0 via simulagao de Monte
Carlo (Fig. 20).

No caso de desordem nao-homogénea, com retirada apenas de ligacoes verticais
ou horizontais, se aferiu que a transicao de fase tipo Ising que ocorre no caso limpo nao
mais ocorre. Em virtude da quebra explicita de simetria, o parametro de ordem de listras

é nao-nulo em qualquer temperatura finita (62).
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3.3 Producao bibliografica resultante

O estudo desse sistema e os resultados obtidos levaram a publicacao de um artigo
nomeado Phase diagram of a frustrated Heisenberg model: From disorder to

order and back again, publicado em 2021 na revista Physical Review B (62).
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We study the effects of bond and site disorder in the classical J;-J, Heisenberg model on a square lattice
in the order-by-disorder frustrated regime 2/, > |J,|. Combining symmetry arguments, numerical energy mini-
mization, and large-scale Monte Carlo simulations, we establish that the finite-temperature Ising-type transition
of the clean system is destroyed in the presence of any finite concentration of impurities. We explain this
finding via a random-field mechanism which generically emerges in systems where disorder locally breaks the
same real-space symmetry spontaneously globally broken by the associated order parameter. We also determine
that the phase replacing the clean one is a paramagnet polarized in the nematic glass order with nontrivial
magnetic response. This is because disorder also induces noncollinear spin-vortex-crystal order and produces a
conjugated transverse dipolar random field. As a result of these many competing effects, the associated magnetic
susceptibilities are nonmonotonic functions of the temperature. As a further application of our methods, we
show the generation of random axes in other frustrated magnets with broken SU(2) symmetry. We also discuss

the generality of our findings and their relevance to experiments.
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I. INTRODUCTION

Understanding the effects of quenched disorder is a long-
standing and fundamental problem in condensed matter
systems. It has long been recognized that it can qualitatively
modify the properties of the phases near a phase transition
[1,2], change the critical behavior of continuous phase transi-
tions [3], turn a first-order phase transition into a continuous
one [4], and even destroy the long-range order of the phase
itself [5], among other effects (for a review, see, e.g., Ref. [6]).

All these effects can be understood in the context of single-
order-parameter field theory in which disorder adds a random
component to either the conjugate field or to the mass terms.
In nonfrustrated magnetic systems (such as those described
by the Ising or Heisenberg models), the random mass term is
generated by any inhomogeneities preserving the symmetry
of the Hamiltonian interactions such as site dilution or bond
defects. This term is particularly important near phase transi-
tions yielding to the so-called Griffiths singularities [1,2] in
addition possibly changing the universality class of a continu-
ous phase transition [3]. (For more recent developments, see,
e.g., Ref. [7] and references therein.)

The effects of random conjugate fields can be even more
dramatic. At sufficiently low dimensions, they produce non-
perturbative effects completely destroying the phase transition
[5]. However, random fields are rarely realized in nonfrus-
trated systems because site and bond disorder generally
preserve the symmetry broken by the resulting magnetic order.
In frustrated systems, conversely, the resulting order com-
monly breaks a real-space lattice symmetry which is usually

2469-9950/2021/104(5)/054201(16) 054201-1

locally broken by the impurities. Therefore, a direct coupling
between disorder and the order parameter field is expected.
How this coupling manifests itself in the associated field the-
ory depends on how the order-parameter degeneracy is lifted
by disorder. For a simple Z,-symmetric field, only a random
field can be generated. For a (Z, ® Z,)-symmetric field with
disorder lifting the associated degeneracy down to a Z, one,
the generated term is then a random easy axis.

In the frustrated J;-J> Ising model, bond and site disorder
generate a random-field term precluding any long-range stripe
order in dimensions d < 2 [8]. Later, it was shown that part
of this result also applies to the J;-J> Heisenberg model: bond
disorder generates a random-nematic-field term [9]. However,
it became unclear whether site vacancies produce the same
outcome because (i) the random-field term is not generated
in the one-loop approximation [9] and (ii) there is another
effect taking place: due to the continuous symmetry charac-
ter of the interactions, site vacancies nucleate a noncollinear
spin-vortex-crystal order via the order-by-disorder mecha-
nism [10]. In addition, Monte Carlo numerical simulations
were interpreted as supporting nematic long-range order in the
regime of low dilution [11].!

Clearly, from the symmetry perspective, site and bond dis-
order should produce qualitatively the same effects in this
scenario. Thus, the aforementioned reason (i) is refuted. A

!'The nematic and spin-vortex-crystal orders are commonly desig-
nated by collinear (or columnar antiferromagnetic) and anticollinear
order, respectively.

©2021 American Physical Society
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4 BLINDAGEM KONDO E CORRELACOES MAGNETICAS EM SEMICONDU-
TORES DOPADOS

4.1 Silicio dopado com fésforo (Si:P) - propriedades fisicas e descricdes tedricas

Dentro de uma aproximagao de elétrons independentes, em um sistema com invari-
ancia translacional, a distin¢ao entre metais e isolantes é intercambiavel com a distingao
entre bandas parcialmente preenchidas e bandas totalmente preenchidas (em 7" = 0). Nesse
ultimo caso, o isolante é caracterizado por uma grandeza Fy, o chamado gap de energia,
que é a energia que separa o nivel mais alto da banda de valéncia (totalmente preenchida)
e o nivel mais baixo da banda de condugao (vazia). Em temperaturas diferentes de zero,
entretanto, as flutuagoes térmicas fazem com que exista uma probabilidade nao-nula de
que um elétron “salte” esse gap, produzindo uma corrente. Essa corrente, inclusive, tem
duas faces - na banda de condugao, é uma corrente de elétrons, enquanto na banda de
valéncia, ¢ uma corrente de “buracos” - o espaco vazio deixado pelo elétron atua como
uma carga positiva se movimentando no sentido contréario. Essa condutividade gerada pela
excitagao térmica pode ser arbitrariamente pequena - o que vai definir a sua relevancia
¢ o tamanho do gap de energia E,;: a fragao de elétrons que salta o gap é proporcional

—ePe/2k8T onde kg é a constante de Boltzmann e T, a temperatura. Sélidos que sao

a
isolantes em 7" = 0, mas que possuem condutividade relevante a temperatura finita (abaixo
do ponto de fusdo do material) sdo chamados de semicondutores (86). Nesses materiais,
a condutividade aumenta com a temperatura, de modo oposto ao que ocorre nos metais. Os
semicondutores sdo pecas fundamentais na construgao de circuitos eletronicos, de modo que
sua importancia tecnolégica é descomunal. As propriedades 6ticas, elétricas e estruturais
de um semicondutor podem ser moduladas por um processo chamado de dopagem, que
consiste em inserir impurezas ou dopantes na estrutura do material, a principio em posi¢oes
aleatorias, substituindo alguns dos atomos originalmente presentes na estrutura. Quando
o dopante possui mais elétrons na camada de valéncia, surge no material um “excesso” de
elétrons - ¢ o que chamamos de semicondutor tipo n. Esses elétrons em excesso estarao
fracamente ligados aos atomos (em virtude da forte renormalizagdo provocada pelo meio)
e seu conjunto dé origem a uma banda estreita, chamada banda de impureza, proxima ao
fundo da banda de condugao. O gap entre essa nova banda e a banda de condugao é muito
menor do que o gap entre a banda de impureza e a banda de valéncia - isso faz com que
esses elétrons extra advindos dos dopantes sejam muito mais faceis de se excitar (87). Um
exemplo de semicondutor dopado tipo n é o silicio dopado com fésforo (Si:P). Os dtomos
de fosforo, aleatoriamente dispostos pela rede, tém um elétron excedente cada. Quando
a concentracao deles é alta, o sistema é efetivamente um metal (Fig. 21b). Conforme a
concentracao de impurezas diminui, a distancia média entre elas aumenta, fazendo com

que os elétrons tenham mais dificuldade de saltar de uma impureza para outra. Isso, unido
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as interferéncias destrutivas entre as fungdes de onda eletronicas (provenientes da nao
homogeneidade do s6lido), acaba por conduzir o sistema a um comportamento isolante
(Fig. 21a). A principio, pode-se tentar descrever essa transicdo dado um modelo de elétrons
independentes - neste caso, se obtém uma transicao metal-isolante de Anderson em uma
concentracao n. ~ 0.0175, o que é um valor proximo daquele medido experimentalmente
(88,89). Nessa transi¢ao, a condutividade o extrapolada para T — 0* vai a zero numa

concentragao critica: o o< (n — n,)", e isso é ponto pacifico (Fig. 21c).

Metal-Insulator transition (MIT)
T

o/ () |

UNCOMPENSATED
400} Si:P

Insulator

COMPENSATED

Figura 21 — Representagao pictérica do Si:P na fase isolante (a) e metdlica (b), além de
ilustracao de sua transicao metal-isolante, capturada pela condutividade o
(caso uncompensated).

Fonte: Elaborada pelo autor (a,b) ; PAALANEN; BHATT. (88).

Entretanto, em uma transicao metal-isolante de Anderson, u = 1.57, o que é muito
diferente do valor experimentalmente medido, que é p ~ 0.5. Além disso, um isolante de
Anderson é composto por uma cole¢gao de dominios finitos, mas que nao percolam a rede
- os elétrons podem saltar de um sitio para o outro dentro de um mesmo dominio. Os
experimentos, entretanto, demonstram que o Si:P possui elétrons efetivamente localizados,
que nao podem saltar e que formam momentos locais que produzem uma assinatura
singular na susceptibilidade: x (7') o T~ (88), com «a = 0.7. Esse comportamento ¢é
tipico de sistemas que possuem fisica de Mott - ou seja, as correlagdes elétron-elétron nao
podem ser deixadas de lado no tratamento deste problema. Como existe essa formacao de
momentos locais, existe também a interagao desses momentos locais via troca direta (Fig
22a), a qual é mediada pela matriz de silicio - isso implica que esses momentos localizados
interagem uns com os outros (90,91). Entretanto, ndo ha ordenamento magnético, senao
que ha a formacao de singletos aleatérios, de acordo com o mecanismo descrito por
Bhatt e Lee no inicio da década de 80 (89) (Fig.22b) - cada momento se liga aquele que

estd mais préximo, ignorando todos os outros e formando um singleto.

Além disso, em virtude da inomogeneidade do sistema, os momentos locais estao

presentes até mesmo na fase metalica. Como o sistema nao possui invariancia translacional,

* K essencial tomarmos T' — 0, ja que, para T > 0, a condutividade é sempre nao-nula, o que

borra a distingao entre metais e isolantes.
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existem regides com concentracao de impurezas menor que a média (chamadas de regides
raras) que se tornam isolantes antes do sistema como um todo se tornar (92). Isso produz
uma resposta termodindmica singular mesmo antes da transicao - essa fase intermediaria
é chamada de fase de Griffiths eletronica (93,94) (Fig.22c). Assim, na fase metalica (e
também na fase isolante, dentro de dominios nos quais ha elétrons que podem saltar
e momentos localizados), o banho eletronico interage efetivamente com os momentos
localizados por meio de uma interagdo Kondo efetiva Jx (antiferromagnética) que, abaixo
de uma certa temperatura T (temperatura Kondo), promove a blindagem destes - um
efeito chamado de blindagem Kondo. Estes momentos, quando blindados, sdo “engolidos”
pelo banho e contribuem com um peso espectral a mais na densidade de estados. Em um
sistema com apenas uma impureza, a blindagem Kondo faz com que o sistema se torne,
entao, um liquido de Fermi local (43). Essa vasta gama de fendmenos competitivos faz
com que este sistema seja nao trivial - uma descricao autoconsistente deste sistema e que
leve em conta as interagoes entre os momentos localizados exige um tour de force que

ainda nao foi executado.

Dado este panorama, discutiremos, nas préximas secoes, a fisica de semicondutores
dopados (em T'— 0) e as abordagens prévias que foram utilizadas em sistemas analogos a

este que estamos estudando.

(@) 1, = gerta (D) Jy~ 131U = Joe ™

/ o = MreeD) Kty
T 100
t Nfree = 2
ij 100
T>J;
+U
ﬂ Mfree = 0 e
°
T<J;

Figura 22 — a) Representagdo do mecanismo de troca direta, b) formagao de singletos
aleatorios e c) fase de Griffiths eletronica.

Fonte: Elaborada pelo autor (a,b) ; ANDRADE; MIRANDA; DOBROSAVLJEVIC. (94).

4.1.1 Digressao: semicondutores dopados e impurezas rasas

Consideremos um cristal de silicio (Si) e troquemos um atomo de silicio por um
de fosforo (P). O ion de silicio tem, na camada de valéncia, 4e enquanto o ion de fésforo
tem 5e. Ignorando detalhes morfologicos dos atomos, é razoavel representar esta mudanga

como se meramente tivéssemos colocado um elétron a mais neste sitio.
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(a) (b) (¢)

Figura 23 — Representacao esquematica da substituicdo de um atomo de silicio por um
atomo de fésforo, num esquema de dopagem.

Fonte: Elaborada pelo autor

Busquemos, entao, compreender como esse elétron se comporta. Se ele estivesse
no espago vazio, nao dentro de um semicondutor, sua energia de ligagao seria a mesma
energia de ionizacao do atomo da impureza: 10.5 eV. Entretanto, o fato deste elétron estar
embebido num meio semicondutor faz com que sua energia de ligagdo caia quase 3 ordens
de grandeza. Podemos compreender este fato por meio de um modelo hidrogenionico

efetivo.

Se o elétron estiver distante do ntcleo positivo, o potencial da impureza é dado por

Ul(r) = — (4.1)

Amer’

onde € é a constante dielétrica do meio, dada por (86)

=a(1+]5]): (12

onde w, ¢ a frequéncia de plasma e E¢ ¢ o gap de energia. Quanto maior o gap, menor é
a constante dielétrica. Como, nesse caso, o gap entre a banda de impureza e o fundo da
banda de conducao é pequeno, € é grande, o que diminui muito a interacao de Coulomb
efetiva. Tomando, a titulo de ilustragdo, wp = 2.2 x 10"Hz ( frequéncia tipica de um
semicondutor dopado) (95) e £, = 0.11eV, € = 11.7¢.

Se a impureza nao estivesse presente, a solucao da equacgao de Schrodinger para
esses elétrons extras seria dada em termos de estados periddicos, os chamados estados de
Bloch ), &, que tém a mesma periodicidade da rede. Quando acrescentamos a impureza, o
estado resultante pode ser expresso em termos de uma combinacao linear de estados de
Bloch - entretanto, o peso espectral dos estados proximos ao fundo da banda de condugao
sera muito maior, em virtude da proximidade da banda de impureza com o fundo da banda
de condugao (Fig. 21a,b). Isso dara origem ao problema de uma particula de massa m*
sob agao de um potencial central o 1/r num meio com constante dielétrica e. O estado

fundamental F'(r) serd, entdo, hidrogendide, com um raio de Bohr af renormalizado

1 X m €
F — *T/ao * - 43
(r) - e com ay = do— o’ (4.3)
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o que determina, inclusive, a natureza das integrais de hopping t em problemas deste tipo.
Aqui, ag é o raio de Bohr, ¢y é a permeabilidade elétrica do vacuo e m é a massa do elétron.
Em geral, o raio de Bohr renormalizado afj ¢ muito maior que o espacamento de rede da
matriz semicondutora (89) - no caso do Si:P, € &~ 11.7¢y e m* =~ 0.2my (96), resultando em
aly = 59ap, um valor que é aproximadamente 6 vezes maior do que o parametro de rede do

silicio.
4.1.2 Abordagens prévias

Como dito, o tratamento do silicio dopado com fésforo em regioes préximas a
transi¢ao metal-isolante, de modo autoconsistente, acaba sendo um problema de grande
complexidade. Isso se da porque o mesmo se encontra na interface de dois fendémenos em

si mesmo complicados: a desordem e a correlacao elétron-elétron.

4.1.2.1 Fase de Griffiths eletronica - Slave Bosons + StatDMFEFT

Um dos modos de se analisar sistemas desordenados correlacionados é partindo do
modelo de Hubbard (Eq. 2.10), que descreve elétrons que saltam por uma rede e pagam
uma energia U quando estao em um mesmo sitio. Introduzimos, entao, desordem neste
sistema, adicionando uma energia aleatoéria por sitio ou, para melhor mimetizar o silicio
dopado com fosforo, distribuindo impurezas aleatoriamente pela rede - em cada uma dessas
impurezas, posso ter zero, um ou dois elétrons, e esses elétrons saltam de uma impureza
para a outra sem passar pelos sitios de matriz. O hopping é inversamente proporcional a
distancia entre essas impurezas. Um terceiro ingrediente ¢ a teoria de bésons escravos |
que, no modelo de Hubbard, é mais complicada do que no modelo Kondo - no caso mais
simples, se usa o chamado formalismo de Kotliar e Ruckenstein (28) que é andlogo ao que
fez Gutzwiller em seu trabalho (25). Um quarto ingrediente é a chamada Teoria Estatistica
Dinamica de Campo Médio (StatDMFT) (97), que é uma generalizacao, para sistemas
desordenados, da Teoria Dindmica de Campo Médio. Usando StatDMFT, mapeia-se cada
sitio do modelo de Hubbard em um modelo de Anderson efetivo, cujo banho eletrénico é
definido de modo autoconsistente. Aplica-se nesse modelo de uma impureza o formalismo
de Kotliar e Ruckenstein, que permite que encontremos as func¢oes de Green que sao

necessarias para fechar o laco de autoconsisténcia.

O que se encontrou em trabalhos do tipo é o seguinte (94,97): nas vizinhangas
da transicdo, mas ainda do lado metalico, algumas regices raras se tornam isolantes
antes do bulk do sistema. Os elétrons dessas regides se tornam momentos locais livres,
contribuindo de modo muito caracteristico (x = nyee (') /T') para a termodindmica do

sistema. Aqui, n e (1) é 0 ntimero efetivo de spins livres para uma dada temperatura.

. R N ~ . i .

T Esses boésons sdo ditos "escravos', porque estdo "amarrados"por meio de vinculos. Esses
vinculos asseguram que o novo espaco de Hilbert seja equivalente ao espago de Hilbert
original.
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Por serem livres, contribuem com y ~ 1/7" (Curie). Em analogia ao que foi descoberto
por Griffiths em sistemas desordenados tipo Ising, chamamos essa fase “mista” de fase de
Griffiths eletronica (97,98). Como esses momentos livres se encontram mergulhados
em um mar de elétrons que ainda correm pela rede, existe uma temperatura de coeréncia
(anédloga & temperatura Kondo no caso do problema de uma tnica impureza) na qual
esses momentos locais sofrem blindagem Kondo e sao engolidos pela densidade de estados,

produzindo um material tipo liquido de Fermi.

Ora, a termodinamica singular desses momentos locais livres é, de alguma forma,
superestimada, pois essa estratégia ignora as correlagoes magnéticas que, amarrando um
spin ao outro, levariam a uma quebra dessa degenerescéncia up-down. Tais correlagoes
poderiam ser incluidas no problema por meio de um formalismo de bdsons escravos que
tomasse nao um sitio, mas um aglomerado de sitios, como unidade bésica (30,99,100). Um
outro modo possivel de se realizar tal feito seria adicionando flutuagoes (via diagramética)
para além do ponto de sela relativo a aproximagao de campo médio (30). Ambas as
alternativas exigirao um esforgo consideravel da parte de quem for empreendé-las, de sorte
que, por ora, tais abordagens ainda nao foram utilizadas de modo amplo em sistemas

desordenados.

4.1.2.2 Bhatt-Lee e os singletos aleatérios

Para tratar especificamente da fase isolante (n < n.) de semicondutores dopados,
R.N Bhatt e P.A Lee (89) utilizaram o que viria a ser chamado posteriormente de grupo de
renormalizacido de desordem forte (SDRG) (101) em uma cadeia desordenada de spins
de Heisenberg e de Ising, onde o segundo modelo foi analisado para ser possivel perceber o
quanto do comportamento observado na cadeia de Heisenberg quantica advinha de seu

carater quantico.

Na época, se procurava avidamente pela presenca de algum tipo de ordenamento
magnético em semicondutores insuficientemente dopados. Entretanto, tal ordenamento
nao foi encontrado mesmo em temperaturas muito menores do que a interacao de troca
média entre primeiros vizinhos. Para modelar esse tipo de sistema, os autores utilizaram
de um modelo de Heisenberg nos quais havia uma interagao J (r; — r;) antiferromagnética
exponencialmente descrecente com a distancia (o que é fisicamente sensivel a luz do
discutido na Sec. 4.1.1). Se percebeu que, de fato, o sistema nao tende a um ordenamento
de longo alcance, sendo que a formagcao de singletos formados pelos pares mais fortemente

conectados.

A cada iteragao do grupo de renormalizagao, as ligacoes mais fortes (maiores ou
iguais a um dado Jy,.) sdo eliminadas, pois essa ligacao forte resulta, evidentemente, em
um singleto. Como J (r; — r;) é tanto maior quanto menor for a distancia r; — r; entre os

sitios, essas ligacoes mais fortes se dao entre spins préximos.
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Para calcular a susceptibilidade, imaginou-se que seria uma boa ideia tomar 7' =
Jmax: todos os niveis descartados (J > Jyax) nao contribuiram com a susceptibilidade,
enquanto os spins que nao se ligavam a ninguém com tanta forga assim foram considerados

livres. Isso levou a seguinte expressao para a susceptibilidade

X(T:JM):N(JmaX)XC(JM) /Nv (44)

onde X, (Jmax) é a susceptibilidade tipo Curie de N spins 1/2 a uma temperatura T = Jyax
e N (Jmax) expressa o nimero de spins livres (J < Jpax) - A mesma susceptibilidade
apresentou um comportamento tipo lei de poténcias, menos singular do que a lei de Curie

que esperariamos na auséncia de uma interagao .J entre sitios.

Em resumo, o trabalho seminal de Bhatt e Lee sugeriu duas coisas fundamentais
na compreensao da fisica de semicondutores (insuficientemente) dopados, mas que também

vale, a principio, em qualquer regiao em que exista a formacao de singletos:

1. Em um sistema de spins em que a interacao se dé de todos com todos e compreenda
varias ordens de magnitude, ndo hé a formacao de qualquer tipo de ordem de longo
alcance, sequer vitrea, nas escalas de temperatura experimentalmente relevantes. No
caso quantico, que corresponde ao que se observa no material real, cada spin se une
univocamente ao vizinho mais proximo, ja que a interacao de Heisenberg cai com a

distancia. E o que chamamos de fase de singletos aleatérios;

2. Nesse tipo de sistema, a susceptibilidade magnética escala com uma lei de poténcias

menos singular do que a lei de Curie.

Um trabalho mais recente (102) obteve, ao mapear o problema em um sistema de esferas
duras, uma férmula analitica para a correcao, advinda deste processo de formacao de
singletos, na lei de Curie. A correcao obtida nao foi tipo lei de poténcias, mas logaritimica.
Podemos arrazoar essa correcao logaritimica do seguinte modo: seja n a densidade de
impurezas e ¢ a distancia média entre elas. Cada impureza é representada por uma esfera.
Essas esferas estao na iminéncia de se tocarem: se se tocam, temos a formagao de um
singleto, sendo, temos spins livres (Fig. 21). A distancia média ¢ entre os spins se relaciona
a densidade de impurezas: n oc £73. Ora, a interagdo RKKY ¢ da forma J = Jyexp (—2/).
Temos, assim, ¢ o< In (Jy/J), o que implica n o< In"* (Jy/J). Relacionando J e T e n com

N free, ObtEmos
e (T) N a
X(T)— T NT[IH?’(%)—FCL}’

onde a é a um parametro ajustavel. Para uma versao completa e rigorosa deste argumento,

(4.5)

ver a Ref. (102). Entretanto, como mostraremos, a Eq. 4.5 pode ser bem descrita por

X (T) o T~%, em que « é um expoente efetivo que conecta essa teoria com o cendrio de
Bhatt-Lee.
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4.2 Modelo minimo - Hamiltoniano de Kondo-Heisenberg de dois sitios

Ja que queremos estudar o Si:P nas vizinhancas da fase de Griffiths eletronica,

precisamos entrever quais sao 0os principais mecanismos que competem nessa regiao.

Em temperatura nula, duas coisas competem: a interacao de Heisenberg entre
momentos locais (que faz com que o sistema tenda a se tornar uma cole¢ao de singletos
aleatdrios (89)) e a interacdo desses momentos locais com o banho eletronico dos elétrons
de condugao (que leva a blindagem Kondo). Em temperatura finita, estes dois fenémenos
competem com a temperatura em si: se esta for maior que a temperatura Kondo Tk e
que a interacao antiferromagnética J;; entre dois sitios que tendem a dimerizar, teremos
momentos locais livres, que contribuirao para a termodinamica do sistema com um termo
tipo-Curie: 1/T.

Considerando isso, podemos propor um modelo minimo. Construimos em uma
rede ctbica de lado L, com L? sitios. Nessa rede, distribuimos aleatoriamente N = nL?
impurezas, sendo n < 1 a razao entre o total de impurezas e o total de sitios. Essas
impurezas, dispostas aleatoriamente como estao, possuem (em virtude do sistema fisico
que desejamos descever) um elétron fracamente ligado que pode saltar de uma impureza
para a outra. Esse conjunto de impurezas aleatoriamente dispostas nesta rede formam o
que chamamos de sub-rede de impurezas - é possivel descrever a fisica desta sub-rede

por meio de um modelo Tight-binding desordenado (92),

_ T
Hcondugéo - = Z tijciacjaa (46)
o
onde ¢ e j representam sitios desta sub-rede de impurezas e todo o resto tem o mesmo

significado costumeiro.

Em virtude do que se expos na Sec. 4.1.1, cada um destes elétrons fracamente
ligados tem uma func¢do de onda hidrogenionica - 9 (1) o< exp (—r/af), onde afy é o raio de
Bohr renormalizado pelo meio. A sobreposi¢ao dessas fungoes de onda déa origem a uma
integral de hopping da forma t;; = ¢y exp (—r;;/ag), exponencialmente decrescente com a
distancia r;; = |r; — 7;| entre duas impurezas. A larga distribuicao de valores possiveis
de t;; faz com que o problema seja fortemente desordenado (Fig. 26a), e tanto mais é
desordenado quanto menor a concentracao de impurezas - indo do maior para o menor, o
sistema passa de metal para isolante de Anderson em uma concentragao n, = 0.0175 (88).
E importante notar que a densidade de estados resultante niao possui simetria particula-
buraco, indicando que o sistema é frustrado. No semipreenchimento, Er ~ 0, mas nao

igual a zero.

Precisamos, além disso, capturar a presenca dos momentos locais (102). Sabemos
que cada momento localizado tende a formar um singleto com seu vizinho mais proximo,

de modo que, dada uma distribuicdo de sitios, é possivel definir quem se ligaria a quem
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se estes sitios contivessem momentos localizados. Como essa fisica de singletos depende
apenas de dois sitios (por vez), consideramos a presenca de dois momentos localizados
nos sitios a e b interagindo por meio de uma interacao de Heisenberg antiferromagnética
Hingieto = JapSa - Sp, onde S; expressa o spin de um momento magnético localizado em um
sitio i e Jup = Joexp (—2ry/af) expressa a interacao antiferromagnética entre sitios, onde
a expressao para J,, emerge do fato dela surgir por meio de um mecanismo de troca direta:
Jap o< t2, /U (90,91). Além disso, os momentos localizados interagem com os elétrons do
banho que passam sobre eles, dando origem a Hgondo = Ji 21—qp 81 - S1- Essa interagao
¢é antiferromagnética e da origem a blindagem Kondo, sendo Jx o acoplamento Kondo,
que assumimos homogéneo, e s; o spin médio dos elétrons do banho que passam pelos
sitios | = a, b das impurezas localizadas. A interagdo Jx banho-impureza poderia gerar
uma interacdo RKKY (mediada pelo banho de elétrons) entre uma impureza e a outra,
mas tal interacdo pode ser desprezada em virtude do formalismo de large A utilizado. O
Hamiltoniano completo, entao, ¢ a soma Hiondo + Hiingleto + Hconducao, que chamamos de

modelo Kondo-Heisenberg de dois sitios

H=- ticliciat+Jx Y. 8- Si+ JupSa - Sh. (4.7)

ijo l=a,b
Onde os indices a, b se referem aos sitios nos quais estao os momentos magnéticos localizados.

Tomamos ty = Jy = ap = aj = 1, o que diminui o ntmero de parametros livres.

n=0010 —
~

WL [n=0.014

SY

-1 08 -0.6 04 02 0 02 04
€

Figura 24 — Densidade de estados para diferentes valores de n. As linhas verticais ponti-
lhadas expressam a energia de Fermi relativa ao semipreenchimento em cada

DOS.

Fonte: Elaborada pelo autor

4.2.1 Solucao em Large-N: bdsons escravos, campo médio e limite Kondo

Para tratar este problema, utilizamos uma teoria de campo médio dentro do limite
de N grande. Isso implica a ampliacdo da simetria local dos momentos localizados, a qual

passa de SU (2) para SU (N), e a representacao deles como spinons fermionicos f;. (fia)
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que obedecem o vinculo Z{X\[:l flTa fia = N /2. Nessa linguagem, introduzimos dois campos
de Hubbard-Stratonovich (bésons escravos): b;, conjugado a >, fchla, e Ay, conjugado
a d, flTa fra. Em virtude de sua definigao, vale Ay = A}, Nos asseguramos de que o
vinculo é satisfeito por meio do uso de multiplicadores de Lagrange )\;. Para fazer com
que o Hamiltoniano dado pela Eq. 4.7 se torne extensivo em N, reescalamos as constantes
de acoplamento: Jx — Jx /N e Ju — Jup/N. No limite de N' — oo, o sistema cai em
um ponto de sela - os campos de Hubbard-Stratonovich condensam e o Hamiltoniano de

campo médio resultante se torna

Hyr = = Y tyclacia = 3 (el fia + hee) = A 32 (fhfra + huc)

ijo a,l a,lF#l

1 N N
N SE fro — = — bl? + = |A]%. 4.8
X0 (flufio =) + 5 S+ 1A (13)

Nesse limite, surge um acoplamento RKKY indireto entre os momentos localizados. Esses
momentos interagem com o banho por meio da interacdo Kondo, e essa interagao é
“transmitida” pelo mesmo banho até a segunda impureza (e vice-versa). Como a primeira
interagao ¢ proporcional a Ji /A e a segunda, também, esse termo é da ordem de 1/N?
desaparecendo no limite de A grande. Fazendo isso e integrando os elétrons de conducao,

escrevemos a energia livre efetiva (ver Eq. 2.46, 2.47 e 2.48) (103)

Fyur = =TNY_ [In(—iw, + Q) + In (—iw, + Q_)]

N N N
A P VR e A L R VN & (4.9)
2 7 Jr 7 Jub
onde
2Q:I: = Ea + Eb + \/(Ea - Eb)2 + 4 (A* - babb¢ab) (A - bbba¢ba)a (410)
E =X+ 512%7

dw (iwn) =>_ () W|I') / (iw, — E,), (4.11)

v

Hcondugﬁo ’y> = EU ’y> ) (412)

em que wy, sao as frequéncias de Matsubara. Como o problema agora envolve duas impurezas,
precisamos das combinacoes ligantes e antiligantes dos orbitais originais. Também temos
fungoes de hibridizacao nao-locais, que ligam os sitios a e b. Com isso, temos seis parametros
variacionais: \;, b, (I = 1,2), A e A*. Para determiné-los, minimizamos a energia livre
derivando-a com relacao a estes parametros. Dadas as seis equagoes resultantes, tomamos

(de modo andlogo ao que fazemos na solugao via bdsons escravos no modelo Kondo de
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uma impureza) o chamado “limite Kondo”, no qual tomamos b, — 0 e A\; — 0. No regime
em que b é nulo, nao ha hibridizagao. Se b finito, a hibridizacao esta presente. Se vou de
b finito para b — 0 infinitesimal, encontro, nesse limite, a temperatura “critica”, Tk, na
qual o valor esperado da hibridizagao <Za fchla> deixa de ser nulo. Essa hibridizacao
estd estreitamente relacionada com a blindagem Kondo. A temperatura T%, chamada de
temperatura Kondo (no sitio | = a, b), é definida implicitamente pelas equagdes resultantes

desse limite: um par de equagoes acopladas

S LEDZTUBD [ — gy )]

v EV - |A|
+ 32 LEIZ LIS (e - ) 1] = - 2 (113
2f(A):1—3—Ab, (4.14)
F(A) =0, (4.15)
Fea) =1, (116)

onde f (z) =1/ (eﬁx + 1) ¢ a distribui¢do de Fermi-Dirac e [,{' = a,b com [ # I'. Existem
dois tipos de solucdo para essas equagoes. A primeira é a solucao que exclui o efeito
Kondo: A = J,/2 e 1/8% = Tl(f ) (I) = 0. Essa solugao corresponde ao desacoplamento dos
momentos locais dos elétrons de conducao - em contrario, o que ocorre é o acoplamento de
um momento local com outro, formando um singleto. A outra solugao é a solu¢ao Kondo,
na qual A ~ J,;/2 e TI(? ) (I) # 0 para ambos os momentos localizados (Fig. 25). Nesse
sistema por nés estudado, essas duas solugoes sao separadas por um ponto critico quantico,
0 que nao ¢ exato (o modo mais correto de descrever essa separacao seria em termos de
um crossover), mas isso é irrelevante para o que desejamos estudar, que é o efeito da

desordem na distribuicao dessas solugoes.

+

Figura 25 — Esquema expressando os dois mecanismos por trds do modelo Kondo-
Heisenberg de dois sitios: o hopping/intera¢ao banho-impureza (a) e a interagao
de Heisenberg (b).

Fonte: Elaborada pelo autor

4.3 Resultados

Nossos resultados passam, entdo, pela solu¢do numérica da Eq. 4.13. Para tal
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4.3.1

cidos.

. Distribuimos aleatoriamente, numa rede cubica de lado L, nL? impurezas. Aqui,

n < 1;

Encontramos numéricamente os autovalores e autovetores da parte Tight-Binding

(Hconducao) deste modelo;

Com esses autovalores e autovetores, resolvemos a Eq. 2.55 (problema de um sitio)
para cada um dos sitios da rede. Consideremos inicialmente que em um dado sitio se
encontra uma impureza. Essa impureza se acopla com o banho eletronico formado
pelos elétrons que se encontram nos outros sitios. Resolvemos, entao, a dita equacao
para este problema - de modo equivalente, podemos resolver, para o mesmo sitio, a
Eq. 4.13 com A = 0. Repetimos, entao, o procedimento para todos os outros sitios.
Como, em virtude da heterogeneidade da rede, o banho eletrénico que interage com

cada sitio ¢é diferente, cada sitio i tera uma temperatura Kondo Tk (i) diversa;

Passamos, entao, para o problema de dois sitios, resolvendo a Eq. 4.13. O primeiro
passo para a realizagdo deste feito é encontrar todos os pares que formam singletos.
Ora, os pares que formam singletos sao constituidos pelos spins que possuem menor
distancia entre si, j4 que a interagao de Heisenberg é tanto maior quanto menor
for a separacao entre os spins. Baseando-nos nisso, olhamos para todos os sitios e
detectamos qual é o par de sitios que menos dista entre si. Encontrando esse par,
definimos um Jy, = Jyexp (—2rq/ag) e retiramos esses spins da lista. Checamos
novamente qual é o par que menos dista entre si, repetindo o processo até que
tenhamos definido nossos N/2 pares a e b em uma dada realizagdo de desordem.
Tendo os pares, partimos para a resolugao propriamente dita das equagoes. Como
palpite inicial para a solugdo, usamos os Tk (i) obtidos no problema de um sitio.
Determinamos, entao, quais sitios tem solucao tipo Kondo (TI({2 ) (a,b) # 0) ou tipo
singleto (T]((Q) (a,b) = 0);

. Voltamos ao passo 1, construindo, para um mesmo valor de n e L, uma nova

distribuigao aleatdria de sitios, até que tenhamos feito um nimero suficiente (~ 10000)

de realizagoes de desordem.

Casos limite

Para verificar a consisténcia do modelo, nés o resolvemos em alguns limites conhe-

4311 Jg=0

Neste limite, os momentos localizados estao, efetivamente, desacoplados do banho

de elétrons. Entretanto, ainda hé a interacao J,, entre pares de momentos localizados -

tais p

ares foram escolhidos conforme critério explicitado na Sec. 4.3. Isso da origem a um
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ensemble de pares de spins, ou, em outras palavras, um ensemble de problemas de dois

sitios.

Para encontrar a susceptibilidade magnética, usamos o critério introduzido na Sec.
(102). Olhando para cada par de spins, comparamos a temperatura 7' com a interagao J,;
entre eles. Se T' > J,3, as flutuagoes térmicas nao permitirao a formagao de um singleto,
de modo que cada um dos sitios contribuira com a susceptibilidade com um termo tipo lei
de Curie: y; = 1/T. Por outro lado, se Ju, > T', os momentos magnéticos formarao um

singleto cuja susceptibilidade por sitio é da forma

—Juy)2T
Yi = exp ( 7{“1’/ )%0, (4.17)

um termo que é exponencialmente suprimido, e que, portanto, podera ser ignorado. Desse
modo, podemos calcular a susceptibilidade total (com T' < Jy) somando 1/T para cada

par de spins que possuem J,, < T', o que é equivalente a tomar

e (T)

x (1) T (4.18)

onde n e (T') expressa a quantidade de spins livres a uma dada temperatura 7". Esse
procedimento captura todas as previsoes qualitativas da teoria de Bhatt-Lee dentro da

faixa experimentalmente relevante de parametros (102).

O comportamento do sistema é definido pela distribuicao dos acoplamentos J,;.
Esses acoplamentos sao definidos de modo hierarquico: varremos toda a lista e escolhemos
o par mais proximo. Retirando esse par da lista, varremos-na novamente, escolhendo
novamente o par mais préximo. Os pares que se formarao no final serao formados por spins
distantes entre si, o que gera valores arbitrariamente pequenos de J,,. Isso faz com que a
distribuicdo @ (J,p) resultante seja inevitavelmente singular. J& na distribuicao P (Jy),
o0s Jy s@o obtidos calculando Jyexp (—2r,/ag) para cada a e seu vizinho mais préximo
b. Como, em uma distribui¢do ndo-enviesada, cada sitio tem sempre um vizinho nao tao
distante, essa distribuicao nao é singular, tendo um pico em um ponto bem definido e
que é tanto mais deslocado para J,;/Jy maiores na medida em que n é maior (ja que,
quanto maior a concentragao de impurezas, mais proximas elas estdo na média). Na Fig.
26, podemos ver essas duas distribuigoes para dois valores diferentes da concentracao n de

impurezas.

Na solucao original de Bhatt-Lee, consideramos que todos os momentos localizados
interagem entre si. Excluindo, sob formalismo do grupo de renormalizacao de desordem
forte, o singleto que interage mais fortemente, seguiriamos rumo a renormalizacdo dos
demais acoplamentos (89). Esse acoplamento é, em geral, menor do que os originais, mas a
corre¢ao ¢ da ordem de 1/N em spins SU (N) , o que torna essa renormalizacao ignordvel
dentro da nossa abordagem, que parte do limite A" — oo. Desse modo, nossa abordagem

“binaria”, sem renormalizacoes, é consistente.
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Usando essa abordagem, calculamos a susceptibilidade de cada par de sitios para
varias realizacoes de desordem, tomando, em seguida, a média sobre desordem. Assim
como @ (Jyp) é singular, a susceptibilidade também o é. Com base na Eq. 4.5, ajustamos
os dados obtidos (Fig. 26b) satisfatériamente, embora tal ajuste se torne menos perfeito na
medida em que consideramos concentragoes maiores de impurezas. Entretanto, podemos
também ajustar uma lei de poténcias x (T) = T~* aos dados, & moda de Bhatt e Lee.
Esse ajuste é muito satisfatério para baixas temperaturas e também pode ser generalizado
para situagoes na qual ha efetivamente interagao dos singletos com o banho. Ademais, na

figura supracitada, a linha ponto-trago corresponde a lei de Curie.

- 4
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a (a) \ A= 0010— N n=0.010
S F \ L= 0020 — n=0020 =
.S = (Y o Curie —--—--

E (Y
Qo E SN S
pa— C v\, 4 _ E ™ T~_T==ad
R ROD :
L EX N
S 1 1

LU L L LU 100 1 llHHM 1 llHHM 1 llllHM 11 11T
106 10° 10% 103 102 107 104 103 102 100 100
Jav/J
ab/Jo T/ Jo o

Figura 26 — (a) Comparagao entre as distribuigoes P (Ju) € @ (Jap); (b) Susceptibilidade
magnética x (7') como fungdo da temperatura (escala log x log ). Usamos
L = 40. No ajuste tipo Eq. 4.5 , temos A = 462 (12) e 167 (8), e no ajuste
tipo T, o = 0.58 (1) € 0.30 (1) para n = 0.01 e n = 0.02, respectivamente.

Fonte: Elaborada pelo autor

4312 Jup=0

Agora, consideremos o limite complementar, no qual as impurezas nao interagem
entre si, mas interagem com o banho de elétrons livres (104). Para tal, distribuimos os sitios
da impureza pela rede segundo o ja citado esquema que se utiliza de niimeros aleatoérios.
Feito isso, resolvemos o problema Kondo de um sitio (Eq. 2.55) para cada um desses
sitios, o que fisicamente quer dizer que estamos distribuindo momentos localizados nestes
locais, um por vez. Isso da origem a um ensemble de problemas Kondo de um sitio sob
agao de um banho espacialmente inomogéneo. Isso da origem a uma distribuicao P (Tk)
de temperaturas Kondo (105-113), j& que cada sitio “enxerga”, localmente, um banho
eletronico diferente. Se temos Ji/Jy < 0.5, observamos que essa distribuigao pode ser
ajustada por uma lei de poténcias em Tx: P (Tx) x Tx® (Fig. 27). Para valores maiores
de Jk, a lei de poténcias nao é observada e a distribui¢do das temperaturas Kondo tem

. . . s . t
um pico muito pronunciado ao redor da temperaratura Kondo tipica TP

T3P = exp [(log Txk)] (4.19)
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onde (---) expressa que tomamos a média sobre todos os sitios de cada uma das
realizacoes de desordem relativas aos diferentes modos de distribuirmos as impurezas na

rede cubica.

A lei de poténcias observada é uma consequéncia da inomogeneidade do sistema: ja
que o banho advém de uma distribui¢ao de sitios muito desordenada, as flutuacoes locais
sao muito grandes. Como o banho local determina a temperatura Kondo, as flutuagoes
no mesmo dao origem a uma gama muito grande de temperaturas Kondo, algumas
arbitrariamente pequenas (114). O fato interessante é que o expoente a da lei de poténcias
pouco depende da concentracao n de impurezas. Esse resultado peculiar ja foi, inclusive,
reportado em outros trabalhos que envolvem o problema Kondo em um banho desordenado
(107-109). Entretanto, percebemos trés coisas: a primeira é que, para valores maiores de
n, a distribuicdo P (T ) comeca a saturar para valores pequenos de Tk, 0 que expressa
que, no metal, a blindagem é mais eficiente. A segunda coisa que percebemos é que, se
tomarmos Jx pequeno o suficiente, a dependéncia de o com ele é pequena. Um terceiro

fato percebido é o de que @ depende do preenchimento da banda de impureza.

Para obter «a, utilizamos dois métodos. O primeiro consiste em ajustar uma reta ao
grafico log-log da distribuigao P (T ): este método pode, entretanto, levar a erros poucos
controlaveis relativos ao modo pelo qual realizamos o binning dos valores de Tk . O segundo
consiste em retirar o o diretamente dos dados, eliminando esses erros propagados (115).
Para tal, notamos que a lei de poténcias s6 vale para baixas energias, o que nos permite

escrever
(a+1)

K>
Tmax
K

onde Ti*** é o valor maximo no qual a distribuicao é valida. Dado isso, tomamos nossos

P(Tx) = (4.20)

dados e calculamos a afinidade entre os dados brutos e o modelo dado. Para tal, precisamos
calcular a probabilidade de termos todos os n dados satisfazendo a Eq. 4.20, probabilidade

esta proporcional a
b (le+l) o,

p(Tk|a) = UIW K (1), (4.21)

onde i = 1,...,n se refere a todos os Tx < TE**. Ora, o a que melhor se ajusta aos dados
é justamente aquele que maximiza p (T |« ). Para encontrar esse «, igualamos a zero a
derivada de log (p) com relagdo a a. Com isso, obtemos
n
a=1-— . (4.22)
>y log (Te® [Ty (1))

Uma outra dificuldade circunda ao redor da obtencao de T7**. Para tal, precisamos analisar

o que ocorre se falharmos nesta escolha. Se tomarmos T7'* muito grande, estaremos

ajustando uma distribuicao tipo lei de poténcias a uma distribuicao que nao ¢é do tipo lei
de poténcias: isso gerara erros no ajuste. Por outro lado, escolher T77** muito pequeno
fara com que joguemos fora dados legitimos, o que aumenta os erros estatisticos e enviesa

os resultados.
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Um modo muito simples de se encontrar 77" se da plotando o como funcao de
TR via Eq. 4.22, para varios valores escolhidos de T3 (115). O Tj** correto sera aquele
que ocorrer na regiao em que se da o platd deste grafico. Embora exista um certo grau de
subjetividade nessa observagao, o critério funciona bem. Os expoentes o encontrados por

meio deste critério tem boa concordancia com aqueles obtidos via fitting da distribuicao

P (Tx).

Um préximo passo foi o calculo da susceptibilidade magnética do sistema. Sabemos
que, para temperaturas altas (T > Tk), os momentos locais ficam livres, o que nos
leva a esperar um comportamento tipo lei de Curie (o< 1/7"). Para temperaturas baixas,
(T' < Tk), o momento local estard blindado, o que o leva a apresentar um comportamento
tipo Pauli (1/Tk), compativel com liquidos de Fermi. A férmula mais simples que d& conta

destes dois limites é (16)

1 i (T) o< 1/T  paraT > T:
xi (T) = - (T) o 1/ . K (4.23)
T+ Tk Xi(T) < 1/T}).  para T < T}
Com essa expressao, podemos calcular a susceptibilidade média do sistema
(1) =~ Y n () x~ Y — (4.24)
N i X > T, i .

onde a soma em ¢ varre todas as impurezas em todas as realizagoes de desordem. Dada
a forma funcional expressa acima, foi possivel capturar o crossover entre o regime de altas
temperaturas (distribuicao tipo lei de Curie) e o de baixas temperaturas (distribuigao tipo

lei de poténcias) ao redor de T'/Jy ~ 1072,

A lei de poténcias observada, x (1) o< T~* apresentou o mesmo expoente critico
observado em P (Ty) < Tk, a saber, a = 0.55, resultado obtido via ajuste para varios
valores de n e tomando Jx = 0.1Jy. A transicio metal-isolante de Anderson nao afeta

este expoente de modo relevante (Fig. 32).

Ora, o fato da susceptibilidade herdar o expoente de P (Tk) é compreensivel, ja
que as temperaturas Kondo Tk (i) nao-nulas dependem de P (Tk). Deste modo, podemos

escrever x (1) como

X (T) :/dTKP <TK>T+1TK :/dTK%. (4.25)

E, tomando x = Tk /T e T2 /T — oo, obtemos

X(T)=A(a) T I (a), (4.26)
I(a) = /0 T de 133:93, (4.27)

onde a integral I () é apenas um ntimero e A («) é a exponencial do coeficiente linear

obtido no ajuste de P (Tx). Com base nessa expressao, dentro do limite 7" < T},
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pudemos criar uma expressao analitica para y (1), a qual se demonstrou consistente com

os resultados numéricos (Fig. 27 ¢ e d).

101 § T IIIIIIII T IIIIIIII T IIIOII(])]{O T ll]ll]g \H‘ T \\.\.HH‘ T \HHH‘ T \HHH‘ T \HH[
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Figura 27 — Distribui¢ao da temperatura Kondo P (T) (a), susceptibilidade magnética
X (T') (b), no problema de sitio tinico, para vérios valores de n e Jx = 0.1.J,.
Nos gréficos c¢,d, vemos o ajuste da Eq. 4.27 aos dados numéricos. Todos os
graficos estao em uma escala log x log

Fonte: Elaborada pelo autor

A termodinamica singular aqui observada é caracteristica de uma fase de Griffiths
eletronica, que sabemos ocorrer no Si:P nas vizinhangas da transmissao (94,97,98). A
nao dependéncia deste expoente com Jx ou n concorda com resultados ja publicados
(107-109). Podemos, entretanto, arrazoar uma explicagdo melhor para essa invariancia de
a com n. Em primeiro lugar, é importante notar que, para n > n. = 0.0175, estamos na
fase metalica. Nessa fase, todos os Tk deveriam ser nao-nulos, ja que nao ha gap no metal
(J5. =0, Eq. 2.56). Entretanto, em virtude da forte desordem presente em nosso sistema e
também em virtude de efeitos de tamanho finito, o sistema herda, desde que estejamos
proximos a transigao, certo cardter isolante na fase metalica: alguns Ty serao nulos (spins
livres) mesmo para n > n.. Ora, partindo da Eq. 2.51 e passando-a para um formalismo
integral (116), obtemos, tomando Fr < —D (isolante)

-2 D72 dwp (w)|

T2 i (Fr) = 5o e U_D/z S EF] 1 x D, (4.28)
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para qualquer p(w) continua em +D, onde p é a densidade de estados local e D é a
largura de banda. Deste modo, ja que existe essa heranca do comportamento isolante nas
vizinhancas da transicao, sempre existira um valor Jj, abaixo do qual o efeito o Kondo

nao ocorre, e esse valor Jj sera proporcional a largura de banda D.

Ora, o resultado que obtemos no caso limpo e que expressa que Tk varia expo-
nencialmente com Jx (Eq. 2.59) é uma boa aproximacao para a dependéncia de um com
outro para p(w) # 0 qualquer. Se tomarmos p(w) = (p(w)) =1/D e Jx = J§ =D, a
dependéncia com D (e, portanto, com a concentragao n : Fig. 28b) desaparece. Se Tk
passa a nao depender de n, entao sua distribuicdo P (T ) passa pelo mesmo processo,
sugerindo um do porqué de « parecer depender pouco de n. Se observarmos a fracao de
spins livres como fungao de Jx /D (Fig. 28a), percebemos que as curvas relativas aos n
préximos & transigdo sdo todas muito parecidas (Fig. 28a ). Isso demonstra que, de fato, o
Ji efetivo que a temperatura Kondo “enxerga” escala com a largura de bandas D, em

concordancia com a explicagao prévia.

(e}
1 =700 2.0
I (a) 1" ot (b)
x 08 = 1.8 Fie
&~ 310" E [ 14
Sy 0.6 § 3 __16 2
e El02k Q 007008 0,035 0.04
g - | HETY FEETE FERTE FERTE b, VT i,
kS 0.4 0 010203040506 T 14
T 02 Jx /D
< 1.2
LT"S—' 0 e | I I I
0 0.2 04 06 08 I 1.8009 0.012 0.015 0.018 0.021
o Ji/D b

Figura 28 — Fragdo de momentos livres como fun¢ao do acoplamento Kondo e variagdao da
largura de bandas com a concentragao n. Em a), vemos o colapso das curvas
(exceto para valores altos de n. Em b), vemos que a desordem cai e a largura
de bandas cresce com n.

Fonte: Elaborada pelo autor

Tendo obtido estes resultados, desnovelamos dois dos mecanismos por tras da
dependéncia singular que nosso sistema tem com 7" em baixas temperaturas: a formacao
de singletos aleatérios em virtude da retirada hierarquica de singletos e a distribuicao
larga de temperaturas Kondo. Apesar dos dois fenémenos terem a ver com a desordem
forte do sistema, o mecanismo fisico por tras de cada um ¢é diverso. Na préxima secao,

analisaremos o que ocorre quando combinamos essas duas coisas.

4.3.2 Modelo completo

Para levar em conta tanto a formacgao de singletos quanto a blindagem Kondo
promovida por um banho desordenado, resolvemos a Eq. 4.13, relativa ao modelo Kondo-

Heisenberg de dois sitios. No panorama de nosso modelo, podemos discernir duas solugoes
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que dependem das raizes T [((2 ) (1), 1 = a,b da Eq.4.13: a solugao nao-Kondo ou tipo singleto
aleatério, onde A = J,;/2 e Tl(f) (I) = 0, e a solu¢ao Kondo, A =~ J,;/2 e Tl(f) (1) # 0.
Podemos ir de um regime para o outro variando o acoplamento Kondo Jg. Na Fig. 29 |
podemos observar a variagao, com Jy;, das temperaturas Kondo obtidas via solugao da
Eq. 4.13. Quando J, é pequeno, as temperaturas Kondo distribuir-se-ao em uma grande
gama de valores. Conforme aumentamos J,;, a gama de valores possiveis para T[((2 ) diminui.
Se Jk for suficientemente pequeno, existird um valor JS, acima do qual nao existirao
T [((2 ) 2 0 - isso equivale a dizer que todos os spins submetidos a tal interacao formarao
singletos aleatérios (na figura Fig. 29a,c), a linha vermelha pontilhada representa esse
valor critico). Esse valor critico JS, independe de n ou do tamanho L da rede (Fig. 29)
, porque os valores possiveis de J,;, independem dessas quantidades - essa dependéncia
nao aparece na fungdo @ (Ju), que descreve o peso relativo de cada um desses valores

possiveis.

Podemos, dados estes valores, construir um diagrama de fases (Fig. 30), no qual
os pontos laranja representam os dados numéricos, enquanto a linha sélida expressa um
ajuste linear a estes. Para Jx pequeno, a solugdo RS (singletos aleatérios - nao-Kondo)
domina, independentemente das flutuacgoes locais na densidade de estados. Para valores
maiores do acoplamento Kondo Jg, as flutuagoes locais é que determinam se o sistema
estd na solucdo RS ou na solugao Kondo, algo reminiscente do Diagrama de Doniach
(Fig. 8). A coexisténcia de solugoes Kondo e nao-Kondo para valores fixos dos pardmetros

relevantes é também reminiscente de um modelo de dois fluidos (88,117). .
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Figura 29 — Valores da temperatura Kondo, no problema de dois sitios, como func¢ao do
acoplamento J,,. O valor critico de J,, independe de L e n .

Fonte: Elaborada pelo autor
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Figura 30 — Diagrama de fases do modelo Kondo-Heisenberg de dois sitios (Eq. 4.7) com
Jmax / Jo = e72. RS expressa "singletos aleatérios". Consideramos L = 40.

Fonte: Elaborada pelo autor

Ora, o fato importante aqui é o de que A ~ J,;/2 promove uma renormalizacao
na temperatura Kondo se comparamos com o caso J,, = 0. Abordagens mais robustas
(99,118) demonstraram que, em sitios nos quais ocorre a blindagem Kondo, devemos ter
A — 0: o sitio nao “vé” mais a acao da interagdo de Heisenberg J,;. Isso é equivalente a
dizer que nao ha renormalizagdo em Ty nos casos em que ha a blindagem Kondo: o valor
correto de Tk (i) ndo é o que vem da resolugao da Eq. 4.13, que chamamos de T 1<(2 ) (i),
e sim o que vem da solucdo de sitio Gnico (Eq. 2.55) para o mesmo sitio i. Nesse caso,
a equacao para dois sitios serve apenas ao nobre proposito de determinar, com base na
nulidade de T[((Q ), se um dado sitio estd na “fase” Kondo (e seu Tk deve ser o mesmo que
seria na auséncia de Jy) ou na “fase” singleto (caso no qual TI(? ) = 0). Deste modo, a
distribuicao correta das temperaturas Kondo no problema de dois sitios é a distribuicao
relativa aos Tk de todos os sitios que possuem T}ﬁ ) # 0. Podemos ver essa distribui¢ao na
Fig. 31 (a) e (c).

Para calcular a susceptibilidade x (7"), utilizamos uma abordagem semelhante

aquela usada no caso de sitio tnico.

x(T) = %Zﬁ (4.29)

i
onde somamos os Tk (i) de sitio tinico relativos a todos os sitios i que tem T\ (i) # 0. O
ajuste via lei de poténcias sugere, com explicagao andloga aquela dada no caso de sitio

tnico, uma heranga em x (7') do expoente a de P (Tx) = T;*.
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Dadas essas informagoes, construimos gréficos da distribuicao P (Tk) das tempe-
raturas Kondo (Fig. 31 a,b). A distribuicao foi construida analisando as solugoes T[(? ) (7)
das Eq. 4.13 dimero a dimero. Se Tl(f ) (i) # 0, adicionamos Tk (i) na distribuicao P (Tk).
Normalizamos Tk pelo valor tipico da distribuicdo. As linhas tracejadas correspondem
a ajustes tipo lei de poténcia, T® (ver Fig. 32), convenientes no regime de baixas tem-
peraturas. Dadas essas distribui¢oes, pudemos também construir o grafico de x (T) x T'
em uma escala log x log (Fig. 31 ¢,d). Tal susceptibilidade foi calculada com base na Eq.
4.29 . Fica claro que, em baixas temperaturas, y (7') o< 77, com o mesmo expoente «
de P (Tk) (linhas tracejadas). No mesmo gréfico, a linha ponto-trago corresponde & lei
de Curie, valida para T' grande. A regiao delimitada pelo retangulo é aquela na qual o
ajuste via lei de poténcias é mais adequado, e, com isso, notamos que em Jg = 0.25Jp,
a transigao do regime T~% para o regime Pauli (y ~ cte) se d4 ja em T ~ 102 Jy. Isso
acontece porque, como J,;, faz com que sitios de Tk pequeno se tornem singletos, chegamos
mais rapido em um regime onde todos os spins estao blindados (os que nao estariam no
caso de sitio unico terao se tornado singletos na presenga da interagdo de Heisenberg),
saturando a susceptibilidade a moda de um Liquido de Fermi. Deste modo, vemos vemos

uma assinatura tipo paramagneto de Pauli, x (T") = cte).
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Figura 31 — Distribuigao P (Tk) das temperatura Kondo (a, ¢) e susceptibilidade local
X (T') (b,d) no problema de dois sitios. Na primeira linha, temos Jx = 0.25.Jp,
e na segunda, Jx = 0.1Jp.

Fonte: Elaborada pelo autor
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Na Fig. 32, apresentamos o expoente o como func¢ao da dopagem n. Esse valor de
a foi obtido diretamente dos dados (via Eq. 4.22): para sitio inico, consideramos todos
os Tk # 0 e para dois sitios, consideramos as temperaturas Kondo Tk (i) de todos os
sitios i que nao singletam sob acdo de Jy,. E possivel perceber que a depende pouco de n,
especialmente no caso de dois sitios. Ao observar que o valor de o no problema de sitio
unico é maior do que aquele obtido no caso de dois sitios, percebemos que J,; age de modo
semelhante a um cutoff, que elimina todos os valores de Tk que sejam menores que um
determinado valor. Isso faz com que os Tk pequenos, que contribuiriam de modo mais

singular para P (Tk), sejam suprimidos.

Observando a mesma Fig. 32, percebemos que « é maior, no caso de dois sitios

9 M) b

para Jx = 0.25.Jy do que para Jx = 0.1Jy - quanto menor o valor de Jg, menos singular.

Ora, a fracao de singletos formados é muito maior para Jx menor: os valores pequenos de

Tk que levariam a uma grande divergéncia na lei de poténcias vao a zero em virtude de

Jap: 1850, efetivamente, torna a termodindmica do sistema menos singular. Esse é um dado
ab ; )

nao-trivial e que exige estudos posteriores.

E relevante, entdo, notar que o expoente « nio depende de n nem para o caso de
sitio inico nem no problema de dois sitios, permanecendo incélume ao longo da transigao.
Isso é condizente com os experimentos. Entretanto, seu valor ndo é universal, como sugerido
anteriormente (54,104), mas depende de Jg, em virtude da formagao de singletos que
é impactada por tal grandeza. Uma explicacao mais detalhada exige uma teoria mais
sofisticada. Entretanto, com este modelo, conseguimos analisar a importancia relativa
dos dois elementos-chave por tras desse comportamento singular: a blindagem Kondo e a
formacao de singletos, abrindo espaco para desenvolvimentos subsequentes que envolvam,
por exemplo, um lago de autoconsisténcia no espirito da Teoria Dinamica de Campo Médio
(39).
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Figura 32 — Expoente a da lei de poténcias como fun¢ao da concentragao n de impurezas,
para dois valores diferentes do acoplamento Kondo Jx. Usamos L = 40.

Fonte: Elaborada pelo autor
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4.4 Discussao

Nosso modelo, expresso pela Eq. 4.7, é uma implementag¢ao microscopica do com-
portamento tipo modelo de dois fluidos, tao relevante na compreensao do comportamento
singular de semicondutores dopados. Para o Si:P, cada fon de fésforo forma um estado
ligado cuja energia é 30meV menor do que a energia do fundo da banda de conducao do
silicio. Se adicionarmos um elétron extra a este estado ligado, a energia aumenta em U
(sendo U a repulsao de Coulomb), sendo que U é quase igual a energia de ligagao. Isso
sugere que, no lado isolante, os elétrons extra formam momentos magnéticos localizados.
Considerando que os valores de J,; sao distribuidos segundo uma distribuicao larga, a
desordem ¢ a escala dominante de energia, de sorte que a formagao de singletos aleatorios
surja como corolario. Se aumentarmos a densidade de impurezas, entramos na fase meta-
lica: esperaremos a blindagem dos momentos locais e a formacao de um liquido de Fermi
desordenado. Considerando que a desordem é forte, esperamos que uma fracao destes
momentos localizados sobreviva dentro do metal. Essa observagoes gerais nos levam a
utilizar a Eq. 4.7 como modelo minimo, pois ele combina duas fontes de comportamento
singular: a formacao de singletos aleatérios (a distribuicao de J,;) e a distribuicdo tipo
lei de poténcias da temperatura Kondo. Esses dois mecanismos em conjunto levam a um
comportamento termodindmico singular que persiste apés a transicdo metal-isolante. O
parametro mais importante é «, que é uma funcao suave dos parametros do modelo e é,
fisicamente, o expoente dessa lei de poténcias. Como J,, induz que os sitios mais singulares
formem singletos, o comportamento singular fica mais atenuado no problema de dois
sitios. Em ambos os casos, existe variacao pequena de oo com a concentragao de impurezas,
embora a dependéncia de a com o acoplamento Kondo Jg seja nao-desprezivel. Ora, «,
no nosso modelo, cai com Jg, algo bastante inusitado. Além disso, a fase de singletos
aleatérios nao vence completamente em n — 0, algo que é previsto pelos experimentos.
Isso nos mostra que talvez seja necessario introduzir uma dependéncia explicita de n em
Ji para podermos observar uma competicao verdadeira entre J,;, e Jx aos moldes de
Doniach. A escolha por um Jk fixo foi inspirada em trabalhos anteriores (31,54,113), mas

nao parece adequada na descricao do Si:P.

O fato de termos encontrado solu¢des nao-Kondo dentro do metal pode ter con-
sequéncias intrigantes. Suponhamos que esse comportamento sobreviva numa versao
auto-consistente da Eq. 4.7. Neste caso, a presenca desses momentos locais violaria o
teorema de Luttinger, haja vista que esses momentos locais nao contribuiriam para a super-
ficie de Fermi (119-121). Isso, naturalmente, indica um comportamento tipo nao-liquido
de Fermi (111). Ademais, se P (T ) permanecer singular na solugao autoconsistente, pode-
riamos afirmar que a presenca de momentos locais na transicao metal-isolante altera sua

classe de universalidade, com consequéncias importantes nos expoentes criticos (107, 108).
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5 CONCLUSOES E PERSPECTIVAS

5.1 Modelo de Heisenberg J, — J; classico e desordenado

No que se refere ao estudo do modelo de Heisenberg .J; — J5 classico e desordenado,
concluimos, por meio do uso de argumentos de simetria, minimiza¢ao numérica e simulagoes
de Monte Carlo, que, para J, > 0.5.J; (regime frustrado), a ordem de longo alcance é
instavel perante qualquer densidade finita de desordem nos sitios ou nas ligacoes. Isso se
da em virtude de efeitos de campo aleatério. No limite de baixas temperaturas e baixa
densidade de impurezas, o sistema é um vidro de spin com dominios na ordem de voértices
(tanto maiores quanto menor for a desordem). Este trabalho rendeu um artigo, publicado
em 2021 na Physical Review B (62).

Dado isso, podemos elencar, a respeito deste trabalho, alguns pontos relevantes:

5.1.1 A equivaléncia entre desordem nos sitios e desordem nas ligagoes

Se considerassemos uma Unica vacancia e comparassemos seu efeito com aquele
provocado pela auséncia de uma ligacao, perceberiamos que cada uma delas seleciona
energeticamente um estado diferente. Entretanto, em uma concentracao finita de defeitos,
as duas coisas se equivalem. Se tomarmos vacancias que sejam primeiras-vizinhas, o efeito
¢é exatamente igual aquele provocado por uma ligacao faltante. Se tomarmos duas ligacoes
faltantes em um mesmo sitio (uma na dire¢do = e outra na diregao y), o efeito é similar
ao provocado por uma vacancia. Como, em uma concentracao finita de sitios ou ligacoes
faltantes, sempre havera uma concentragao finita de vacancias primeiras-vizinhas e sitios
com duas ligagoes nao-colineares faltantes, os dois tipos de desordem sao equivalentes,
sendo ambas capazes de destruir a ordem quiral por meio da textura de spin dipolar por
elas gerada. As ordens colineares também nao sobrevivem, em virtude do mecanismo de

campo aleatério (Imry-Ma).

Se compararmos esses resultados com aqueles obtidos em outros trabalhos, perce-
bemos que, em um modelo relacionado (122) ja havia sido demonstrada numericamente a
equivaléncia entre desordem nos sitios e desordem nas ligagoes. Ademais, esse trabalho
estende os resultados da Ref.(82), demonstrando que ordens quirais também podem ser

destruidas por desordem nos sitios, nao s6 por desordem nas ligagoes .

5.1.2 Efeitos quanticos

No que se refere a transicao de fases em T finito, observamos que a mesma é

impedida pela desordem. Ora, nas vizinhancas de uma transicao a T finito, ndo esperamos
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que efeitos quanticos facam qualquer diferenca - o resultado obtido, entao, vale também

no caso quantico.

Lembremo-nos, entao, de que, para T' > 0, a fase consiste em dominios de ordem
de listras separados por uma parede de dominio com ordem de vértices. A ordem de listras
subsiste nesses dominios em virtude do mecanismo de ordem por desordem (63,64,123,124).
Conforme a temperatura baixa, o mecanismo também enfraquece, o que gera dominios de
listras cada vez menores e paredes de dominio cada vez maiores. Em 7" = 0, s6 restam as
paredes de dominio: um vidro de vortices*. As flutuagoes quanticas sao analogas, no que
se refere ao mecanismo de ordem por desordem, as flutuagoes que emergem em virtude da
temperatura, pelo menos no regime em que J, > J; - neste caso, os dominios de listras
subsistem mesmo a T = 0, diminuindo o valor local do parametro de ordem de vortices, na
média. Tais resultados sao relevantes para uma multidao de materiais, como KMoOPO,4Cl,
RbMoOPO,Cl (125), Li;VOSiOy, LiaVOGeOy (126,127) , abVO (POy),, com ab = BaCd,
SrZn, BaZn, Pboou PbZn (128-130). Todos eles podem ser modelados pelo Hamiltoniano

modelo, entendendo que a desordem tem como origem possiveis substitui¢oes quimicas.

Se tomarmos, entretanto, Jo ~ 0.5J7, ou seja, ao redor do ponto no qual classica-
mente ocorre a transi¢ao Néel - Néel interpenetrante (ou Néel-listras a T' > 0), estudos
demonstram a destrui¢do da ordem de longo alcance (131-135) . O efeito da desordem

nessas fases, no modelo quantico, tém recebido bastante atencao nos ultimos tempos

(136-139).

5.2 Modelo Kondo-Heisenberg de dois sitios em uma matriz desordenada

Motivados pela termodinamica singular que semicondutores dopados apresentam
em baixas temperaturas, investigamos o modelo Kondo-Heisenberg de dois sitios (Eq.
4.7). A banda de impureza foi modelada por meio da distribuigdo de uma quantidade nN
(n < 1) de impurezas em uma rede ctibica de lado L, com L? = N. Os elétrons do nosso
sistema podem saltar de uma impureza para a outra com uma energia ganha proporcional
a uma constante de hopping exponencialmente suprimida com a distancia entre elas. Para
uma concentragao n. de impurezas, o sistema apresenta uma transicado metal-isolante
de Anderson. Trabalhamos em semipreenchimento, para assim reproduzir a fisica dos
semicondutores dopados. Acoplamos, entdao, um par de impurezas localizadas ao banho
eletronico - essas impurezas interagem antiferromagneticamente com o banho e entre si.
Para tratar o problema, usamos uma abordagem de AN grande. Feito isso, pudemos obter
dois tipos de solucao. A primeira é a solucao nao-Kondo (Tf({2 ) = 0), na qual as impurezas

desacoplam do banho e formam, juntas, um singleto. Essa solu¢ao captura corretamente o

*  Teremos vortices nos mais diversos planos - a ordem néo serd coplanar. Se fosse coplanar e se

os dominios fossem conexos, o sistema estaria na fase de vortices propriamente dita, ndo em
um vidro de vértices.
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comportamento tipo singleto aleatério que é tao relevante na descrigao da fase isolante (89).
A segunda solugao é a solugdo Kondo <Tl(<2 ) > 0), que descreve a blindagem promovida
pelo banho nas impurezas e que da origem a um liquido de Fermi nao-homogéneo. Ora, em
virtude da distribuigao aleatéria das impurezas pela rede, a escala de energia kgTk (i) que
define o momento no qual essa blindagem ocorre é fortemente dependente do sitio: desse
modo, as temperatura Kondo Tk (i) que definem essa escala de energia sdo distribuidas de
acordo com uma distribuigao larga P (Tk), que obedece uma lei de poténcias para valores
pequenos de Tx: P (Tx) oc Ti®. As solugoes podem coexisitir, de modo que esse modelo
captura o chamado comportamento de dois fluidos (88,117). Prossigamos, entao, com as

conclusoes

5.2.1 Conclusoes parciais

Este modelo busca descrever, de algum modo, a competicao entre o acoplamento
entre os momentos magnéticos localizados (que da origem a singletos aleatérios) e o
acoplamento entre os momentos localizados e o banho (que dé origem a blindagem Kondo).
Ambos mecanismos podem ser compreendidos como agentes na geracao de respostas
termodinamicas singulares, o que esta de acordo com o que dizem os experimentos.
Dentro desse nosso cenario, percebemos que a divergéncia observada na susceptibilidade
magnética (x (1) o« T~%) no problema de sitio inico acaba permanecendo no caso de
dois sitios, com « ficando menos singular neste caso. Isso se d4 porque os sitios que
possuem temperatura Kondo menor tem maior probabilidade de formar singletos - esses
sitios, entao, nao contribuirao na susceptibilidade, sendo que estes seriam justamente os
sitios que contribuiriam de forma mais divergente na auséncia do acoplamento entre as
impurezas. Esse expoente o parece, nas vizinhancas da concentracao critica relativa a
transicao metal-isolante, ndo depender da concentracao n, embora dependa de Jx de modo

relevante.

Com base neste trabalho, pudemos adquirir um entendimento muito mais claro da
fisica contida neste modelo minimo de Kondo-Heisenberg, cujo objetivo é a descricao de
semicondutores dopados. Também adquirimos um entendimento mais profundo a respeito
da aproximacao de N grande que foi utilizada para a obtencao das equacoes de campo

médio, as quais sdo como que o coracao do trabalho.

Este trabalho, entretanto, nao esté ainda concluido. Ele serd continuado pelo grupo

de pesquisa do qual participo e os devidos créditos serao dados em publicacoes futuras.

5.2.2 Perspectivas de continuacao

Dentro da proposta de nosso trabalho (uma descrigdo nao-autoconsistente de semi-
condutores dopados baseada no modelo Kondo-Heisenberg de dois sitios na aproximagao de

N grande), podem-se realizar algumas melhorias, de modo a tornar a descrigdo mais exata.
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Uma delas seria tomar uma descrigao mais verossimil da susceptibilidade no problema
de dois sitios. A Eq. 4.29 utilizada para calcular x (T') é ideal para T" > Tk > J,, e para
Ju > T > Tk (caso no qual a susceptibilidade do sitio é nula). Entretanto, se tivermos
T > Ju > Tk, a blindagem Kondo nao ocorre: ela nao pode sequer ter qualquer relevancia,
de modo que cada spin deve se comportar como um momento livre, contribuindo com
um x; (T) = 1/T, a la Curie. Ora, isso acrescentaria ao nosso problema um termo que
nao é diretamente dependente de P (T ), o que poderia mudar ou introduzir variagdes
no expoente o de x (T'), fazendo com que ele difira do « da distribui¢do de temperaturas
Kondo. Entretanto, é primeiro necessario definir qual temperatura Kondo deve ser utilizada

nas comparagoes com Jy;: T ou TI(? )9
Um segundo ponto seria o de usar um critério tipo Stoner

para definirmos quais impurezas podem ter nelas um momento local. Aqui, p é a densidade
de estados no nivel da impureza e Er é a energia de Fermi. O motivo pelo qual isso pode
ser relevante é porque introduz um critério simples, dependente de n e U, para sabermos
(dentro de uma perspectiva que descreva algo semelhante a uma fase de Griffiths eletrénica)
que sitios permanecem metalicos e que sitios se tornam isolantes apds, em um modelo
Tight-Binding desordenado, ligarmos a interacao de Coulomb U. Ora, se n for pequeno,
a chance de termos um sitio isolado, distante dos outros, é maior, de modo que, para
U finito, é provavel que este sitio forme um momento local. Com n maior, esses sitios
isolados diminuem em quantidade (ja que o total de impurezas aumenta), de modo que a
probabilidade de encontrarmos momentos localizados também cai. Em outras palavras,
a razao entre o nimero de momentos locais e o total de impurezas ird diminuir com
n, de modo que, ao introduzir este mecanismo, acrescentariamos ao ja presente efeito
relativo a blindagem dos momentos também este outro fendomeno: a diminuicao da fracao
de momentos com n. Isso introduziria no modelo uma maior tendéncia metalica, o que
é algo fisicamente sensivel conforme crescemos n para além da transicdo metal-isolante
de Anderson. Isso poderia diminuir a singularidade no metal (n > n.), eliminando uma
tendéncia nao-fisica, presente no modelo, que é a consideragao de que, no metal, todos os
sitios podem se tornar singletos. Sitios isolados seriam “sitios raros” e poderiam, eles sim,
formar momentos localizados, de modo que pares formados entre sitios isolados poderiam
entrar na competicdo entre o mecanismo que forma singletos e o mecanismo de blindagem
Kondo.

Uma terceira adicao possivel seria acrescentar alguma dependéncia de n em Jg,
para possibilitar a visualizagao, dentro do contexto deste modelo, de uma verdadeira

competicao entre J,, e Jg, a la Doniach.

Concluidos esses passos, provavelmente teremos material suficiente para a submissao

de um trabalho e poderiamos, como passo seguinte, resolver o modelo de Kondo-Heisenberg
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em uma rede Kondo, no espirito da Teoria Dindmica de Campo Médio (DMFT) num
formalismo de aglomerado (140-142).T Para esse problema, o aglomerado minimo deve
ser formado por dois sitios: no caso, o dimero formado pelo par mais préximo de sitios,
como feito neste trabalho. Algo interessante nessa abordagem é que, em virtude da falta
de invariancia translacional do sistema, nao preciariamos modificar o Hamiltoniano para
reestabelecer a simetria translacional (ela nem existe!). Escolher um dimero como célula
fundamental do sistema é til ndo s6 para podermos descrever a formagao de singletos
aleatérios no lado isolante (e no lado metdlico, préximo a transigdo), mas também para
irmos além das limitagoes observadas nos tratamentos da rede Kondo via DMFT de sitio
unico, a saber: uma enorme superestimacao do nimero de momentos locais na fase metalica
(94,143, 144). Esses momentos localizados serdo fortemente afetados pelas corregdes spin-
spin intradimero, levando a supressao do comportamento singular no metal e produzindo a
fisica correta na fase isolante. Nesse formalismo, poderiamos obter uma descricdo acurada
do diagrama de fases como um todo, dando assim um passo relevante no entendimento da

transicao metal-isolante em semicondutores dopados.

T Esse formalismo foi, inclusive, estudado por mim no doutorado, embora tenha dito dificuldades
em implementa-lo no modelo de Hubbard: a quantidade de bdsons escravos se torna muito
alta neste modelo (81), tornando o problema muito desajeitado de se lidar.
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APENDICE A - O MECANISMO DE ORDEM POR DESORDEM (CASO
TERMICO)

Consideremos o modelo J; — Jy classico antiferromagnético na rede quadrada

H=7Y.85-8+J4hY S8, (A.1)
() ()

Consideremos, entao, um ordenamento que se dé apenas no plano xz. Assim, podemos

escrever os spins com base apenas no angulo azimutal
S; = (57,5, 57) = S (sinb;,0,cosb;), (A.2)
possibilitando que reescrevamos o Hamiltoniano

H=J1) 5%cos(0;—0;)+Jo > S*cos(6; —0;). (A.3)

(ig) ((i5))
Consideremos o caso Jy > 0.5.J1: nesse caso, o sistema estara, em 7' = 0, na ordem em que
existem duas redes Néel interpenetrantes. Nesse caso, os primeiros vizinhos tem angulo
Aij qualquer entre si, e os segundos vizinhos, um angulo m. Na presenca de flutuacoes

térmicas, consideramos uma pequena variacao € nos angulos azimutais

Qj — 9]' + €5, (A5)

o que faz com que tenhamos, tomando cos (7 + z) ~ —1 + 2%/2

2 S — €€

H:leSQCOS(HZ—QJ—€Z+€])+JQZSQ [—1+W26%17 (A6)

(i) ((i5))

o que nos leva, usando condigoes de simetria, a
H = —2J252 + Jl Z €;€; COS ((91 - 9]) + JQ Z {612 + €i€j} . (A7)
(ig) ((i5))

Depois, tomamos a transformada de Fourier dos €
€ = L D eqe’” (A.8)

VN T

e, tomando ¢; — 0; = ¢, chegamos a

H=-2J,5%+ Z J1 |6q\2 [cos (q,) — cos (gy)] cos (@) + J; Z |6q|2 [4 — 4 cos (g,) cos (gy)] -
! ! (A.9)
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Na préatica, isso quer dizer que podemos escrever o Hamiltoniano da seguinte forma, onde
Ey = —2J,5?

1
H:E0+§qu|eq|2 (A.10)
q
wq = 2J1 cos (¢) [cos (gz) — cos (gy)] + 4J2 [1 — cos (¢z) cos (gy)] - (A.11)
Com esse Hamiltoniano, podemos escrever a funcao de particao Z
1 — €, 2(.d
Z = W/dfl ...deye B{Z‘J al q} e PE0 (A.12)
(2m)

e assim, a energia livre fica, com F, = e~ #F0
k
F:—@TMZ:R+§}§me0. (A.13)
q

Ora: dadas duas configuragoes possiveis, a probabilidade do sistema estar na configuragao
de energia mais alta é muito baixa, pois P o e #F. Desse modo, para encontrarmos a
configuracao mais provavel apos as flutuagoes térmicas, precisamos encontrar os pontos de
minimo de FF. O modo mais conveniente de fazer isso é passar da soma para a integral
(0F = F — Fy)

0F = Z kQBTln (wq) o /dqxdqy In {2J; cos (¢) [cos (¢;) — cos (gq,)] +4J2 [1 — cos (g,) cos (¢,)]},
! (A.14)

e plotar o grafico, no qual vemos que os minimos de energia ocorrem para ¢ = ¢; —0; =0 e
7. Desse modo, as flutuagoes térmicas selecionam (dado o vinculo que impde ordenamento
antiferromagnético entre segundos vizinhos) as fases de listras, cujos vetores de ordenamento
sdo Q = (m,0) e Q = (0, pi). Flutuagoes quanticas, calculadas via ondas de spin, selecionam

também esses mesmos estados.

a) | (0) el
Jp =095 | P 507005 T
PR -.. :]}- ------- ... J1 -
- ) - - m = /0.16_ - -
h{ ””— \\\\\ J/(LX’/,,’— —\\\\ [iq J2"075
Sl A <] w P . 1o -
02 T T T
3}4
ARY
J2 —0.BD
J1
—1.0 —0.5 0.0 0.5 1.0 —1.0 —0.5 0.5 1.0

0.0
¢/ ¢/
Figura 33 — §F como funcdo do dngulo entre primeiros vizinhos. E possivel ver que os
minimos de energia ocorrem para ¢ = 6; — 0, = 0 e 7, de modo que essa
condi¢ao, em conjunto com o vinculo de antialinhamento entre segundos

vizinhos, nos diz que a fase de listras é selecionada por flutuacoes tanto
térmicas (a) quanto quanticas (b).

Fonte: Elaborada pelo autor
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APENDICE B - MODELO DE KONDO-HEISENBERG EM UMA REDE
QUADRADA

A moda de prolegomeno, resolvemos, antes de passar para uma densidade de
estados desordenada, o modelo de Kondo-Heisenberg em uma rede quadrada (Eq. 4.13).
Escolhemos como dimero um par de impurezas ligadas por um acoplamento .J, tomado
aqui independente da distancia. Esse dimero é qualquer, ja que a rede quadrada possui
invariancia translacional. Os resultados aqui obtidos valem também para uma impureza,

ja que podemos ir do modelo de Kondo-Heisenberg para o modelo Kondo tomando A = 0.

Conseguimos observar o comportamento exponencial fazendo um fit logaritmico
de Tk /t em funcao de t/Jk (Fig. B). Isso pdde ser observado tanto com A = 0 quando
com A # 0. Em A =0, J§ = 0: sempre* existird uma temperatura Kondo tal que, abaixo
dela, o sistema esteja blindado em virtude do acoplamento com o banho. Em A # 0, o
acoplamento com o banho precisa sobrepujar o acoplamento impureza-impureza, de modo

que Ji nao pode mais ser arbitrariamente pequeno.

Podemos, entao, analisar os diagramas de fases (Fig. B) de J§,/t como funcao
de A/t, em T = 0. Percebemos que J. é maior na medida em que a energia de Fermi é
menor, levando em conta apenas densidades de estado inferiores a Er = 0, onde Ep é
a energia de Fermi. Quanto mais préximo do semipreenchimento, maior a densidade de
portadores, o que faz com que cresca o acoplamento efetivo entre o banho e a impureza
(j& que mais elétrons do banho estao se acoplando com a mesma). Isso diminui J.: o que
quer dizer dizer que um Jx menor ¢é suficiente para acoplar a impureza com o banho,
blindando-a. Entretanto, se Jx < J., a interacao J = 2A entre as impurezas faz com que

elas se acoplem, dando origem a uma fase de singletos aleatorios.

*  Isso néo vale para o caso desordenado
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Figura 34 —

0 N ' ' J/2=0000 W
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Representagao grafica do log (T /t) como fungao de t/Jx, para diversos valores
de A = J/2. Percebemos que J, aumenta com J. As linhas verticais coloridas
demonstram onde se encontra Jf,, com as cores das linhas se relacionando com
os A expressos na legenda. A inclinacao da reta também varia suavemente,
tornando-se mais acentuada conforme J cresce.

Fonte: Elaborada pelo autor
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Na figura da esquerda, temos o diagrama de fases para diversos valores de
energia de Fermi. Traduzindo em termos de preenchimento de banda, temos
Er = —0.2 equivalente a 47.5% de preenchimento, EFr = —0.5 equivalente a
43.75%, Er = —1.0 equivalente a 37.5% e, por fim, Fr = —2.0 equivalente a
25% de preenchimento. Temos uma fase Kondo acima de cada curva e uma
fase singleto abaixo das mesmas. No grafico da direita, tomamos A = 0.1
, Er = —0.5 e L = 64 e visualizamos como o valor de JX muda conforme
variamos a distancia entre os dois sitios do dimero. Percebemos que o valor de
J. oscila: sdo as chamadas oscila¢oes de Friedel. Contudo, J. permanece finito
para grandes distancias, ja que J é constante nesse modelo. Essa invariancia
de J com a distancia é nao-fisica, de modo que este modelo na rede quadrada,
no qual J nao cai com a distancia, s6 é valido quando as duas impurezas
acopladas estao préximas entre si.

Fonte: Elaborada pelo autor
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APENDICE C - CALCULO DA FUNCAO DE GREEN DO MODELO DE
ANDERSON COM U = 0 VIA EQUACOES DE MOVIMENTO

Seja o Hamiltoniano de Anderson

H =Y exchytro+ > Brfifs+ Y [Vichofo + Vi flews| + UL F 11 (C1)

k,o o ko

e tomemos U = 0 nele: isso o transforma no chamado modelo de Fano-Anderson. A
eliminacao de U faz com que o Hamiltoniano resultante tenha apenas termos quadraticos,

o que nos permite calcular sua fungao de Green pelo método das equagoes de movimento
(w+is— H)G" (w) =1, (C.2)

onde I é a matriz identidade de dimensao pertinente e s — 01. Para trabalharmos com

essa expressao, precisamos tomar os elementos de matriz convenientes. De modo geral,

temos
(a|(+is— H)G" (w) =T]a) =1
<a (w+is—H) [Z la’) (a'| + %: b <b’\] GT (w) a> =1
deaa/Gaa/ + Zz’séaa/Gaa/ — Z (a|H|d"y Gaar — %: (a|H|V) Gyq =1, (C.3)

para elementos de matriz diagonais, e

(b

(a|(w+is— H) G (w) =T,

(w+is— H) [Z la’y (d'| + %: ') (b’]] GT (w)

b) =0

a> =0 (C.4)

Zwéba/Ga/a + Z ’iS(Sba/Ga/a/ - Z <b ‘H‘ CLI> Ga/a — Z <b ‘H‘ bl> Gb/a = 0, (C5)
a’ a’ a’ b
para elementos de matriz fora da diagonal. Tomemos, entao, |a) = |f) e |b) = |k) e

calculemos os elementos de matriz. Assim, obtemos

A%
[W—Fis—ﬁf]fo:l‘i‘Z( Tk
k

w+is—eg) T
1

Grr = C.6
= wtis—ep—Aw) (C-6)
onde definimos a fung¢do de hibridizacao
Vil
Aw=Y (1)

— (w+is —eg)
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A fisica desse modelo é bastante rica. Dada a funcao de Green G, podemos calcular a
funcao de Green de Matsubara correspondente, G, para calcularmos a energia livre da
impureza

F=—kpT x Tr[-G" (w)], (C.8)
F=—kgT» In(—iw, —is+ Ey + A (wy)), (C.9)

com os graus de liberdade do banho jé inseridos na funcao A (z).

Quando usamos o formalismo de bdsons escravos no modelo de Anderson com
U — oo ou no modelo Kondo, mapeamos o sistema em um modelo cuja funcao de
Green é muito semelhante a Eq. C.6, o que nos permite entendermos estes sistemas mais

complicados por analogia com o que se sabe a respeito do modelo de Fano-Anderson.



