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Epigrafe

Toda a nossa ciéncia, comparada com a realidade, é primitiva

e infantil — e, no entanto, é a coisa mais preciosa que temos.

Albert Einstein
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Resumo

O objetivo deste trabalho é calcular propriedades de transporte de fios quanti-
cos com ordenamento magnético ou forte interacao spin-érbita. A motivacao
é combinar o transporte dependente do spin do elétron com as propriedades
Unicas dos sistemas unidimensionais, descritos pela classe de universalidade
dos liquidos de Luttinger. Aplicamos as técnicas de teoria de resposta linear
e grupo de renormalizagao para calcular a resisténcia associada a quatro me-
canismos. No primeiro problema, construimos uma teoria de ondas de spin
para flutuacoes em torno da configuragao estatica de uma parede de dominio
magnético e analisamos o efeito de espalhamento inelastico por magnons. A
propria anisotropia que fixa a largura da parede é responsavel por suprimir o
espalhamento inelastico em baixas temperaturas. No segundo, investigamos
o papel das interacoes eletronicas no espalhamento elastico em paredes de
dominio. Mostramos que esse sistema pode ser mapeado no problema de um
liquido de Luttinger polarizado com um termo de impureza que inverte o spin
do elétron. Em analogia com o problema de Kane-Fisher para uma impureza
nao magnética, obtemos um diagrama de fase em funcao dos parametros de
interagao. No terceiro problema, introduzimos um termo de acoplamento
mégnon-fonon e analisamos o espalhamento entre elétrons e magnons medi-
ado por fonons de alta energia. Finalmente, no quarto problema, considera-
mos o espalhamento por impurezas nao magnéticas na presenca de interacao
spin-6rbita. Para um escolha especial do nivel de Fermi, a resisténcia produ-

zida pode ser controlada por um campo magnético externo.
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Abstract

The purpose of this work is to calculate transport properties of quantum
wires with magnetic order or strong spin-orbit interaction. The motivation
is to combine electron spin-dependent transport with the unique properties
of one-dimensional systems, which are described by the universality class
of Luttinger liquids. We apply linear response theory and renormalization
group techniques to calculate the resistance associated with four mechanisms.
In the first problem, we construct a spin wave theory for fluctuations around
the static configuration of a magnetic domain wall and analyze the effect
of inelastic scattering off magnons. The very anisotropy that fixes the wall
width is shown to supress the inelastic scattering at low temperatures. In the
second one, we investigate the role played by electronic interactions on the
elastic scattering off domain walls. We show that the system can be mapped
onto a polarized Luttinger liquid with an impurity term that flips the electron
spin. Similarly to the Kane-Fisher problem for nonmagnetic impurities, we
obtain a phase diagram as a function of the interaction parameters. In the
third problem, we introduce a magnon-phonon coupling term and analyze the
scattering between electrons and magnons mediated by high energy phonons.
Finally, in the fourth problem, we consider the scattering off nonmagnetic
impurities in the presence of spin-orbit interaction. For a special choice of
the Fermi level, the resistance produced can be controlled by an external

magnetic field.
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Capitulo 1

Introducao

Sistemas unidimensionais oferecem um cenério interessante para o estudo de
sistemas fortemente correlacionados. A razao mais imediata é de ordem prag-
maética: a simplicidade do espaco de fase faz com que alguns desses sistemas
pertencam & rara categoria de problemas soliveis. Por exemplo, toda uma
familia de modelos unidimensionais com interagao de curto alcance, incluindo
o modelo de Heisenberg isotropico e o modelo de Hubbard em 1D, pode ser
tratada exatamente pelo ansatz de Bethe [1]. Embora a generalizacao dos
resultados nao seja trivial, o estudo desses modelos costuma apontar rumos
para andlises em dimensoes superiores. Além disso, grande parte do interesse
por sistemas unidimensionais é motivado por questoes fundamentais. Esses
sistemas exibem alguns dos fenomenos mais surpreendentes na area de siste-
mas fortemente correlacionados, como as excitacoes fracionarias em cadeias
de spin 1/2 e a separagao spin-carga em sistemas de elétrons interagentes [2].
A bem da verdade, a Fisica em baixas dimensoes é muito mais do que um
protétipo do mundo tridimensional.

Em particular, o caso unidimensional ¢ o caso extremo quando se consi-
dera o papel das flutuacoes quanticas. Em dimensoes baixas, as flutuacoes
quanticas sao mais importantes e mesmo um nimero pequeno delas pode

desfazer ordens de longo alcance. Isso é evidente, em especial, na teoria de



CAPITULO 1. INTRODUCAO 2

transicoes de fase. De maneira geral, a estabilidade de uma fase ordenada é
ameacada pela reducao da dimensao do espago [3]. No modelo de Ising, por
exemplo, a magnetizacao expontanea a temperatura finita s6 acontece em di-
mensao d > 1; do mesmo modo, a condensacao de Bose-Einstein s6 é possivel
em dimensao d > 2. Toda a drasticidade das flutuagoes em 1D é revelada
pelo teorema de Landau [4] que proibe a existéncia de ordem de longo alcance
verdadeira a temperatura finita em sistemas unidimensionais com interagao
de curto alcance. A razao disso é que a estabilidade de uma fase depende
da disputa entre ordem e desordem. Por um lado, a divisao do sistema em
diferentes regides, dentro das quais o parametro de ordem assume um valor
fixo, é desfavoravel do ponto de vista da energia por causa da formagao de
paredes de dominio. Por outro lado, a mesma divisao é favoravel do ponto de
vista da entropia porque aumenta o ntmero de configuracoes microscopicas
possiveis. No caso unidimensional, onde o custo energético de uma parede é a
ligacao entre poucos dtomos, a tendéncia dominante de aumento da entropia
obriga o sistema a se dividir em varias regioes com ordem de curto alcance.

A mesma simplicidade do espaco de fase que torna possiveis algumas solu-
coes exatas exclui a aplicacao de esquemas bem estabelecidos em dimensoes
superiores. Um exemplo é a teoria de liquidos de Fermi de Landau [5], em
que o modelo de elétrons interagentes em 3D é construido perturbativamente
a partir do gas de elétrons. Nessa teoria, as excitagoes de baixa energia
correspondem a quase particulas fermionicas com alguns parametros (como
a massa) renormalizados em comparagdo com o elétron despido. A teoria
de Landau descreve satisfatoriamente a maioria dos metais tridimensionais,
mas o caso unidimensional parece rebelar-se contra esse esquema tebrico. Os
problemas se manifestam, entre outras formas, na auséncia de um poélo de
quase particula devido & anulagdo do peso espectral [6]. Essa ndo é apenas
uma dificuldade técnica, mas um sinal de que o gas de elétrons nao é um
bom ponto de partida e que as excitagoes no sistema de elétrons unidimensi-

onais tém carater essencialmente diferente. Na verdade, a ruptura da teoria
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de liquidos de Fermi em 1D assinala a emergéncia de uma nova classe de
universalidade.

A natureza das excitacoes de baixa energia em 1D foi revelada pela téc-
nica de bosonizacao [6, 7, 8, 9, 10]. Essa técnica permite mapear os graus de
liberdade dos elétrons em um modelo efetivo bosénico. O aspecto especial
para essa identificacao é a topologia da superficie de Fermi em 1D, definida
por apenas dois pontos disjuntos (figura 1.1). Em baixas energias, é possi-
vel linearizar o espectro em torno dos pontos de Fermi e definir excitacoes
coerentes com energia e momento bem definidos. Essas sao as verdadeiras
excitacoes do sistema de elétrons unidimensionais e estao ligadas as flutua-
¢oes de densidade de carga e spin. No entanto, o que torna a bosonizacao
uma técnica poderosa é a possibilidade de tratar exatamente interagoes ele-
tronicas do tipo “para a frente”. Isso porque o efeito da interacao é apenas
renormalizar as velocidades das flutuacoes de densidade de carga e spin, que
permanecem nao interagentes. O modelo em questao é chamado de modelo
de Luttinger [11]. Embora seja deduzido para interagoes locais fracas, a con-
jectura de Haldane [12] estabelece que o modelo de Luttinger deve descrever
o setor de baixas energias de todos os sistemas unidimensionais sem gap,
definindo a classe de universalidade dos liquidos de Luttinger.

Com o advento da tecnologia de manufaturacao de materiais em escala
nanoscopica, os sistemas unidimensionais foram promovidos de problemas
de interesse académico para o status de sistemas fisicamente realizaveis. A
tecnologia atual é capaz de fabricar estruturas em que uma ou mais dimen-
soes sao confinadas de tal maneira que os graus de liberdade transversais
encontram-se congelados em temperaturas suficientemente baixas [13]. Em
um gés de elétrons bidimensional formado em heteroestruturas semicondu-
toras, o movimento dos elétrons pode ser restrito a uma Unica dimensao
por meio de constricoes, dando origem aos chamados fios quanticos. Outros
exemplos sao os nanotubos de carbono [14] e materiais (principalmente com-

postos orgéanicos) efetivamente unidimensionais devido & forte anisotropia e
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Figura 1.1: Estado fundamental do gas de elétrons em 1D e excitacao
particula-buraco em torno da superficie de Fermi.

a fraca ligacao entre as cadeias . Evidéncias de comportamento tipo liquido
de Luttinger nesses sistemas tém sido apresentadas [15, 16, 17].

Uma fonte de interesse por esses sistemas é o estudo de propriedades
de transporte. A crescente necessidade de miniaturizacao dos componentes
eletronicos tem motivado a incursao no universo de dispositivos de escala
mesoscopica. Em sistemas cujo tamanho é menor do que o livre caminho
médio dos elétrons, o cardter quantico dos ultimos nao pode ser ignorado
e as leis de transporte macroscopico nao sao mais véalidas. Um fenémeno
caracteristico do transporte mesoscoOpico ¢ a quantizacao da condutancia ob-
servada na transmissao balistica através de nanocontatos e constricoes em
semicondutores [18]. O formalismo de Landauer-Biittiker demonstra que a
condutancia a temperatura zero é quantizada na forma G = nGy, onde n é
o namero de canais de propagacao e Gy = e¢?/h =~ (25, GkQ)_l é 0 quantum
de condutancia [19]. Para um sistema estritamente unidimensional, n = 2,
o nimero de canais de spin. Além disso, segundo o modelo de Luttinger, o
quantum de condutancia de um sistema unidimensional deve ser modificado
para Gy = Ke?/h, onde K é um parametro que depende da interagao eletro-

nica (K = 1 no caso ndo interagente). No entanto, parece ser dificil verificar
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essa previsao experimentalmente porque mostrou-se que a condutancia em
baixas freqiiéncias é dominada pelos contatos efetivamente nao interagentes
[20].

Fora do regime balistico, o espalhamento por impurezas ou possiveis exci-
tacoes da rede diminui a probabilidade de transmissao e, conseqiientemente,
a condutancia do sistema. Também nesse caso os sistemas unidimensionais
se distinguem dos anélogos em dimensdes superiores pelos efeitos peculiares
das interacoes eletronicas em 1D. Uma das assinaturas do comportamento
de liquido de Luttinger é, inclusive, a dependéncia da condutancia através
de uma impureza com a temperatura. Kane e Fisher [21] mostraram que,
ao contrario do que acontece com liquidos de Fermi, a condutancia escala
como uma lei de poténcia com um expoente nao universal que depende dos
parametros de interacao. Para interacao repulsiva entre os elétrons, o espa-
lhamento na barreira diverge quando a temperatura diminui. A temperatura
zero, mesmo uma barreira fraca é capaz de refletir os elétrons completamente
e o sistema é um isolante ideal. Esse resultado pode ser interpretado em ter-
mos do espalhamento singular dos elétrons nas oscilagoes de densidade de
carga induzidas pela presenca da impureza [22|. Para interagdo atrativa,
o fortalecimento das correlacoes supercondutoras da origem a transmissao
ideal em temperatura zero. A teoria também prevé leis de poténcia para o
tunelamento de elétrons para um liquido de Luttinger e o expoente da curva
de condutancia pode ser usado para extrair o parametro de interacao de um
liquido de Luttinger (figura 1.2).

Paralelamente ao estudo de sistemas correlacionados em baixas dimen-
soes, tem despontado o interesse por transporte eletrénico em estruturas
magnéticas. Uma das grandes promessas tecnologicas atuais ¢ o desenvolvi-
mento da chamada Spintronica, uma eletrénica que explora nao sb6 a carga
mas também o spin do elétron [24]. Como exemplo, as estruturas de multi-
camadas magnéticas oferecem a possibilidade de controlar correntes polari-

zadas modificando a orientagdo relativa da magnetizagdo nas camadas [25].
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Figura 1.2: Condutancia em funcao da temperatura para nanotubos metali-
cos, mostrando dependéncia de lei de poténcia caracteristica de um liquido
de Luttinger. As amostras dos graficos a e b distinguem-se pela técnica de
formacao dos contatos. As curvas tracejadas representam os dados corrigidos
considerando o efeito de “Coulomb blockade”. O ajuste das curvas fornece
G < T% com a ~ 0,33 e 0,38 para as duas amostras da esquerda (a) e
a ~ 0,6 para as duas amostras da direita (b). Figura extraida da referéncia
[23].

Essas estruturas exibem magnetorresisténcia gigante (GMR), uma depen-
déncia acentuada da resistividade com o campo magnético aplicado, e tém
aplicagoes potenciais em gravacao magnética e tecnologia de sensores mag-
néticos. Um efeito ainda maior, a magnetorresisténcia colossal (CMR), foi
medido em manganitas (compostos da forma L;_,A,MnOgs, onde L é um
lantanideo e A é um alcalino terroso) [26]. As manganitas sdo descritas pelo
modelo da rede de Kondo com constante de troca ferromagnética, em que
o mecanismo de dupla troca da origem ao ferromagnetismo abaixo de uma
temperatura critica. Entretanto, sabe-se atualmente que a dupla troca nao
explica a CMR observada e é preciso considerar também o forte acoplamento
com fonons na fase paramagnética [27].

Outra fonte de magnetorresisténcia é a presenca de paredes de domi-
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Figura 1.3: Saltos na resisténcia de um fio de Co de 35 nm de didmetro em
funcao do campo magnético aplicado. AR é medida a partir da resisténcia
do monodominio. Em (a), ocorre a nucleacao sucessiva de duas paredes de
dominio que sao removidas para H =~ 2,6 kOe. Em (b), a parede de dominio
presente em H = 0 é removida quando H ~ 1kOe. Figura extraida da
referéncia [28].

nio magnético. Experimentos de transporte em fios [28, 29| e nanocontatos
[30, 31, 32] magnéticos mostram saltos na resisténcia do sistema quando
ocorre nucleagdo ou remocgao de paredes de dominio (figura 1.3). Cabrera
e Falicov [33] foram os primeiros a calcular a contribuicdo de uma parede
de dominio de Bloch para a resisténcia de um metal ferromagnético. Eles
mostraram que as paredes estreitas, cuja largura A é comparavel com o com-
primento de onda de de Broglie dos elétrons de conducao, sao capazes de
espalhar significativamente os elétrons por causa da mudanga brusca na di-
recdo da magnetizacao local. Como as paredes sao removidas pela aplica-
¢ao de campos magnéticos, isso explicaria a magnetorresisténcia negativa de
alguns materiais. Embora as paredes de dominio no “bulk” sejam relativa-
mente suaves (A 2 10 nm), paredes de dimensdes atdomicas sao possiveis em
nanocontatos onde a largura é limitada pela geometria da constrigao [34].
Também em nanocontatos, verificou-se que, embora a condutancia em me-

tais ferromagnéticos seja quantizada em miultiplos (inclusive os impares) de



CAPITULO 1. INTRODUCAO 8

e?/h, a nucleagao de uma parede de dominio restaura os platos de condutan-
cia apenas em multiplos de 2¢?/h [35]. Isso ocorre porque o espalhamento
na parede produz um efeito aparente de recuperacao da degenerescéncia dos
canais de spin [36]. Quanto aos fios magnéticos, os resultados experimen-
tais mostraram-se dificeis de interpretar devido ao desafio de isolar os varios
mecanismos de magnetorresisténcia. Surgiram, inclusive, medidas de con-
tribui¢bes negativas para a magnetorresisténcia [37] e apontou-se que uma
parede de dominio poderia diminuir a resisténcia ao destruir os efeitos de
localizacao fraca [38]. Outra proposta foi a de que a parede produziria um
aumento indireto da resisténcia porque mistura os canais de spin, reforcando
assim o espalhamento por impurezas |39].

Uma questao pertinente é se o estudo de transporte em metais magnéticos
pode ser estendido para estruturas unidimensionais, uma vez que existem te-
oremas que proibem o ferromagnetismo (ordem magnética de longo alcance)
em modelos unidimensionais [40, 41]. Em primeiro lugar, cada um desses
teoremas baseia-se num conjunto de hipoteses especificas e nao se aplica a
todos os sistemas fisicos. Sabe-se, por exemplo, que a rede de Kondo a T = 0
¢ uma excecao porque apresenta uma fase ferromagnética em 1D [42]. Em se-
gundo lugar, a rede subjacente pode nao ser rigorosamente unidimensional,
de modo a viabilizar a ordem ferromagnética, e ainda assim o comporta-
mento unidimensional dos elétrons sera assegurado em baixas temperaturas
se as dimensoes transversais forem da ordem do comprimento de onda de
Fermi. Por dltimo, mesmo para sistemas estritamente unidimensionais com
interagao de curto alcance, mostrou-se que é possivel produzir ordem de longo
alcance como um estado fora do equilibrio. Em cadeias monoatémicas de Fe
ou Co depositadas sobre substrato ndo magnético [43, 44|, a intera¢do com
o substrato induz uma forte barreira de anisotropia que, apds a aplicacao de
um campo magnético, bloqueia os segmentos de spins numa mesma direcao
por um tempo de relaxacao maior do que o tempo experimental. Durante

esse tempo, o sistema exibe todas as propriedades de um legitimo material
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ferromagnético. Nessas cadeias observaram-se ainda paredes de dominio de
dimensoes atomicas [45] e ha evidéncias de comportamento de liquido de
Luttinger em cadeias andlogas com atomos nao magnéticos [46].

Materiais magnéticos nao sao o inico meio de explorar o spin do elétron
em propriedades de transporte. Outro fendmeno a servico da Spintrénica é o
acoplamento spin-6rbita que aparece em heteroestruturas semicondutoras em
decorréncia do campo elétrico que confina o gas de elétrons bidimensional.
No limite unidimensional, o termo de acoplamento (chamado de acoplamento
Rashba [47] no contexto de heteroestruturas) ¢ equivalente a um campo mag-
nético proporcional ao momento do elétron e da origem a subbandas de spin
separadas horizontalmente. Um aspecto interessante ¢ que a magnitude do
acoplamento Rashba pode ser controlada pelo campo elétrico (“gate”) apli-
cado [48]. Esse mecanismo constitui a base da proposta de um transistor de
spin feita por Datta e Das [49]. Embora em geral a presenga de impurezas
comprometa o funcionamento de um transistor de spin, uma proposta de um
transistor nao balistico foi apresentada [50]. Efeitos de interagao eletronica
em sistemas quase-unidimensionais com interagao spin-6rbita também tém
sido estudados recentemente [51, 52].

O objetivo deste trabalho é combinar o transporte em fios magnéticos com
as propriedades tnicas dos sistemas unidimensionais. Os elementos incluidos
nos modelos sdo varios (elétrons de condugao, paredes de dominio, magnons,
fonons, impurezas) e combinados de diferentes maneiras. Em todos os pro-
blemas tratados, concentramo-nos em calcular a resisténcia (ou corre¢io a
condutancia balistica) associada a cada mecanismo de espalhamento dos elé-
trons usando teoria de resposta linear. A organizacao da tese é a seguinte. No
capitulo 2, abordamos o espalhamento inelastico de elétrons pelas flutuacoes
magnéticas quantizadas sobre a configuracao de equilibrio de uma parede de
dominio magnético. No capitulo 3, estudamos os efeitos de interagao ele-
tronica sobre o transporte através de uma parede de dominio. No capitulo

4, propomos um mecanismo de espalhamento entre elétrons de condugao e
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magnons mediado por foénons de alta freqiiéncia quando os elétrons nao estao
acoplados diretamente a rede magnética. No capitulo 5, analisamos o espa-
lhamento por uma impureza nao magnética num fio quantico na presenca
de interacao spin-orbita. Finalmente, o capitulo 6 apresenta as conclusoes
gerais do trabalho. Para os calculos, adotamos o sistema natural h = kg = 1,

mas recuperamos as constantes em alguns resultados importantes.



Capitulo 2
Magnons em paredes de dominio

O espalhamento elastico dos elétrons de condugao em paredes de dominio
magnético ¢ apontado como o mecanismo responsavel pela magnetorresistén-
cia de fios e nanocontatos magnéticos. Esse efeito é especialmente relevante
quando a magnetizacao estdtica da rede gira numa distancia comparavel
com o comprimento de onda de Fermi [30, 33]. No entanto, o tratamento
quantico apropriado dos spins localizados exige que se considerem também
as flutuagoes sobre a configuracao de equilibrio da parede. Neste capitulo,
quantizamos os spins localizados usando uma representacao semiclassica de
operadores angulares que reproduz as relagoes de comutagao. Em seguida,
consideramos em primeira ordem as flutuacoes e encontramos a dispersao dos
méagnons. Finalmente, calculamos por teoria de perturbacao a contribuicao
do espalhamento inelastico por esses magnons para a resisténcia do sistema

nos limites de parede longa e parede estreita.

11
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2.1 Spins localizados: representacao angular dos

operadores

A interagao entre elétrons de orbitais localizados de fons magnéticos (de spin

S) pode ser descrita pelo modelo de Heisenberg

Hg=—Jy Y _S;-Sjt1, (2.1)
J

onde S; é o operador de spin no sitio j da rede e Jy é a integral de troca
que depende da superposicao de orbitais em sitios vizinhos. Se Jy > 0,
a interagdo favorece o alinhamento paralelo (ferromagnético) dos spins. Se
Jug < 0, a interagao favorece o alinhamento antiparalelo (antiferromagnético).
Vamos tratar o caso de uma cadeia com acoplamento ferromagnético entre
spins localizados.

A solucao do modelo de Heisenberg isotrépico em 1D pelo Ansatz de Bethe
[1] & bastante elaborada. Uma aproximagcao simples que permite acessar os
aspectos essenciais do modelo mesmo em dimensoes superiores ¢ a teoria de
ondas de spin [53, 54|. Essa teoria baseia-se em uma representagao bosonica
aproximada para os operadores de spin no limite de S grande. Os bosons
da teoria sao as flutuagoes de spin em torno do estado fundamental (ferro-
magnético), chamadas de magnons. Entretanto, paredes de dominio podem
ser formadas no estado ferromagnético classico por minimizacao da energia
magnetostatica ou por condi¢oes de contorno da magnetizacao. Estamos in-
teressados em construir uma teoria de ondas de spin sobre uma configuragao
estatica em que a direcao da magnetizacao gira descrevendo uma parede de
dominio.

No limite classico, a diregao de magnetizagao do spin no sitio j ¢ descrita

por um vetor da forma

S; =S¢ (sin b cos ¢;, sin b sin ¢, cos 6;) ,
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onde S, = /S (S+1) e 0; e ¢; sdo angulos polares em relagdo a um eixo z

fixo. Por analogia, escrevemos as componentes do operador de spin no sitio

J como
T SC : 1
Sy = 5 (sin; cos ¢; + cos ¢, sinb;) , (2.2)
SY = % (sin @, sin ¢; + sin ¢; sin6;) , (2.3)
S; = Sc.cosby, (2.4)

onde 0; e ¢; devem agora ser entendidos como observaveis que nao comutam
entre si (dai a simetrizacdo de S7 e S7). Para quantizar 0; e ¢;, devemos

reproduzir as relacoes de comutacao das componentes do operador S, quais

sejam
(57,87 = 6,57, (2.5)
[SY,57] = 6,57, (2.6)
[57,87] = 0,57, (2.7)

Vamos omitir por ora o indice j e calcular as relagoes de comutagao para

operadores no mesmo sitio. Temos, por exemplo,

2

[S*,S5%] = % {sin @ [cos ¢, cos O] + [cos ¢, cos ] sinH} .

Se [¢, cos 0] for uma constante, teremos

[S*, 5% = —%02 {sin @ sin ¢ [¢, cos O] + sin ¢ [p, cos O] sin 6} .

Nesse ponto, notamos que é possivel reproduzir a relacao de comutacgao (2.7)

impondo a relagao fundamental

?

[¢, cos 0] 5 (2.8)
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A Eq. (2.8) diz que ¢ e cos @ sdo variaveis canonicamente conjugadas. Essa
relacao é compativel com o espaco de fase usado no formalismo de integrais
de caminho para spin [55]. O limite classico corresponde a S — oco. Essa
mesma relagio reproduz a Eq. (2.6), mas a Eq. (2.5) parece mais dificil de

obter. Esta ultima é equivalente a
[S*,57] =257, (2.9)

onde, segundo as Egs. (2.2) e (2.3),
S*=S,+iS, =

% (sin@ e + e sin ) (2.10)

sao os operadores que levantam e abaixam a projecao do spin na dire¢ao z.

Da Eq. (2.8), segue que e~ ¢ o operador que translada cos@ de 1/S. e dai

, . 1
¢?cosfe” = cos@—g, (2.11)

. . . . 1\?
e?sinfe™ = €91 —cos2fe "’ = \/1 — (cos@ - g) . (2.12)

C

Assim, obtemos

[S+ S’] = S COSH—FS—gSinQ
) C 2

|\ (o= ) i (s ) |

A Eq. (2.13) pode ser expandida numa série em 1/S., fornecendo

1\? 1 1
+ 8 1=2 1+ (= % 92.14
[S*,57] SCCOSH{ +(Sc) 4sin49+0<5§>} (2.14)

Como acontece na representacao de Holstein-Primakoff [5], o comutador é
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exato no limite S — co. Note que no termo de ordem 1/S? a quantizagao
espacial implica (sinf) > 1/4/S e por isso a correcdo é sempre finita. E
possivel obter relacoes de comutacao exatas usando uma representagao um
pouco modificada, a representagao de Villain [56], mas a aproximagao acima é
suficiente para os nossos propositos. Recuperando o indice de sitio, a relacao

de comutacao fundamental é

i
[¢j,COS 9[} = g 5l (215)
Listamos a seguir outras relacoes tteis que podem ser demonstradas fa-
cilmente:
[6;,5i0 0] = —Si 551 cot 0, (2.16)
. 9 21

[¢7,sin°6,] = —g ;1 cosb;, (2.17)

1 1

L0 = ——0;——. 2.1

195,01 Se Msin 0; (2.18)

No limite continuo, escrevemos 6 = 6 (z) e ¢ = ¢ (x). Nesse caso, as

relacoes de comutacao ficam

00).cosb(@)] = g o —a) (2.19)

[6(z),sin*0(2')] = —2;? §(x — ') cosB(z), (2.20)
/ _ ia , 1

[¢(x),0(z)] = 5 5(x_$)sin0(:p)’ (2.21)

onde a é o parametro de rede da cadeia de spins.



CAPITULO 2. MAGNONS EM PAREDES DE DOMINIO 16

2.2 Configuracoes de equilibrio da parede

Para construir a teoria de ondas de spin, precisamos primeiro conhecer as
configuragoes de equilibrio de uma parede de dominio, ou seja, a magneti-
zagdo nao homogeénea S (x) que minimiza a energia do sistema. Usando a
definicao dos angulos polares, podemos escrever o acoplamento entre spins

vizinhos como

Sj . Sj+1 = Scz [sin Hj sin 9j+1 COS (¢j+1 — ¢J) -+ cos 9]' COS 9j+1] . (222)

Se a magnetizacao gira lentamente de um sitio para outro, podemos tomar o
limite continuo (0}, ¢;) — (0 (z),¢ (x)) e expandir a Eq. (2.22) até segunda
ordem em 0,0 e 0,¢. Com isso, o Hamiltoniano de Heisenberg (2.1) pode ser

reescrito na forma

JHSEa

Hg=—NJyS(S+1)+ /dx [(0.0)” +sin? 0 (0,0)] . (2:23)

O hamiltoniano classico (2.23) ndo possui dindmica. Para descrever as
configuracoes de equilibrio, precisamos promover 6 e ¢ a operadores segundo
a representacao semiclassica. Além disso, usamos uma versao simetrizada do
Hamiltoniano (2.23). Desse modo, a equacao de movimento para 6 é obtida

calculando

df (x)
dt

i— cosf(x) = —isinf(x) = [cosf(x), Hs] . (2.24)

dt

Usando a Eq. (2.23) e as relagdes de comutacdo (2.19), (2.20) e (2.21),

encontramos

Z_f = —JpS.a? (sin 0 026 + 2 cos 0 0,0 0,0) (2.25)
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A equacao de movimento para ¢ é obtida diretamente de

2
4@ _ ;o). Hs] = JuSud® M@

2
7 —cos 6 (0:0)°| . (2.26)

As solugoes estaticas (com 0=¢= 0) satisfazem

sinf 92¢ + 2cos0 0,0 0,90 = O, (2.27)
2
% —cosf (9,¢)° = 0. (2.28)

Por simplicidade, vamos considerar apenas paredes em que a magnetizacao
gira sobre um plano fixo. Nas paredes de Bloch, o spin gira no plano per-
pendicular ao plano de magnetizacao inicial, enquanto nas paredes de Néel o
spin gira no plano da magnetizacao [57]. Em ambos os casos, d,¢ = 0 e a Eq.
(2.28) se reduz a 9260 = 0. Se, por condigoes de contorno, a magnetizagao ¢
oposta nas duas extremidades do sistema (0 (—L/2) = 0, 6 (L/2) = m, nas

chamadas paredes de 180°), a solugao é
T. (2.29)

Nesse caso, a direcao de magnetizacao gira uniformemente e todo o sistema

constitui uma parede de dominio. A energia magnética do sistema é

w2 JgS (S +1) (a) | (2.30)

2 L

O resultado da Eq. (2.29) s6 faz sentido para sistemas finitos. E possi-
vel fixar uma parede de dominio no limite termodinamico introduzindo no

Hamiltoniano (2.1) o termo de anisotropia

Hya=—Ja) (52)*. (2.31)

J

Para J4 > 0, o termo H4 favorece o alinhamento na direcao z, que é um
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Figura 2.1: Parede de dominio de Bloch no sistema com anisotropia finita.

eixo facil para a magnetizagao [57]. Em termos dos operadores angulares, o
Hamiltoniano H = Hg + H4 é

JHSSCL

H=—-NJyS*+ /dx {(81,0)2 + sin? 6 (0,¢)* — 26 cos? 0}, (2.32)
onde 6 = Ja/Jga®. A equagao de movimento de 6 nao muda pela introdugao
de H4. J& a equagao de ¢ fica

2

020
o 2 x
dt Ji5ea Lin@

— cos 0 (D,0)° — 20 cos | . (2.33)

A solugao estatica com 0,¢ = 0 satisfaz
020 = § sin 26. (2.34)

E facil verificar que a solucdo da Eq. (2.34) com 6 (—L/2) =0e 6 (L/2) =7

é

T — X
A )

onde A = 1/\/% ¢ a largura da parede centrada em x,. Por simplicidade,

cos By(z) = — tanh (2.35)

escolhe-se xo = 0. Vamos nos referir a essa parede como parede de dominio de

Bloch (figura 2.1) [58]. Observe que, quanto maior a anisotropia J4, menor
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a largura da parede. A energia do sistema estatico nesse caso ¢

a

E,=—NJyS(S+1) = NJaS(S+1)+2JygS(S+1) X (2.36)
Outra relagao importante é
1 x 1 .
0,00 (z) = X seChX = 5 sin 0o (), (2.37)

que mostra que a derivada de 6y () é uma funcdo localizada de largura A.

2.3 Quantizacao dos modos normais

Vamos considerar a seguir pequenas flutuacoes dos spins sobre a configuragao

de equilibrio da parede. Expandimos

= Oy +¢, (2.38)
¢ = g+ — (2.39)

sin 90 ’
onde ¢g = cte, by (x) é a funcao definida pela Eq. (2.29) ou (2.35) e £ e 1 sdo
operadores. Da Eq. (2.21) obtemos a relagao de comutagao canonica

1a

[€(x), n(")] = 5 o(x — ). (2.40)

Tratamos primeiro o caso sem anisotropia (rotagdo uniforme). O Hamil-
toniano (2.23) fica

Ji S?
Hg = By + 12 ¢

[ e (@07 + @) - @0y 21
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E conveniente passar para o espaco de Fourier definindo

f(x) = ,/%Lzspem, (2.42)

- a T ipx
n(x) = MSCL;npeP’ (2.43)

(€52 1p] = 10k (2.44)

As flutuacoes ¢, e 1, atuam como coordenada e momento conjugados; além

onde &, e n, satisfazem

disso, o Hamiltoniano (2.41) é quadratico nessas variaveis

HS - EO + 2 E (p -« ) np/r,p + p2 _ 042 Spgp ) (245)
p

onde a = 9,0y = w/L. Por isso, definimos operadores de aniquilagao para

a, = \/% (gp + ZZ—ID , (2.46)

onde w, = |p| /4/p?* — &2 e os operadores satisfazem as relagoes de comutacao

cada modo normal

bosonicas

lag,a,] = [a,t,a;}zo, (2.47)
lak, af] = Gy (2.48)

Com isso, podemos escrever

Hg=Ey+» w(p) <a;ap + %) , (2.49)
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onde w (p) é a dispersao dos méagnons dada por

w (p) = JuS.a®|p| /p? — a?. (2.50)

Impondo condigoes de contorno periddicas para & (x) e ¢ (), os p’s permitidos
sdo p, = 2nm/L, com n inteiro. Como |p| > o = 7/L (exceto o modo
zero, que tem energia nula), garantimos que os mégnons tém energia nao
negativa. E interessante notar que as outras possiveis solucdes com o =
3w/L,5m/L,- -, que também satisfazem as condi¢oes de contorno, mas levam
a magnons com w (p) imaginaria, sao instaveis porque decaem para a de
energia Ey minima com o = w/L. Além disso, se tomarmos a = 0 no caso de
magnetizac¢do uniforme (sem parede de dominio) ou se considerarmos apenas
modos rapidos sobre a parede (p > «), recuperamos a dispersao quadratica
usual

w(p) = JuS.a*p*. (2.51)

Para o caso de anisotropia finita, usamos a mesma expansao das Egs.
(2.38) e (2.39) e encontramos

Hs+Hy = Eg+ IS, /dx {(0:6)° + V(2)€ + (0um)” + V(z)n*}, (2.52)
onde
V(z) = 20 cos 26y = % [tanh2 (;) — sech? (;)] : (2.53)

Para diagonalizar Hg + H 4, devemos procurar pela solucao do problema

de autovalor
(=02 + V(@) pp(x) = wypp(). (2.54)

A Eq. (2.54) tem a forma de uma equacdo de Schrodinger para méagnons
sujeitos ao potencial V' (z) (figura 2.2). As autofuncoes da Eq. (2.54) devem

ser ortogonais

/ 0z 9 ()0 (z) = B (2.55)
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Figura 2.2: Potencial que atua sobre os magnons na parede de dominio de
Bloch.

Conhecendo as fungoes ¢, (x), podemos expandir

fx) = \/S?ngpmx), (2.56)
n(@) = \/Szczn;%@) (2.57)

e reescrever o Hamiltoniano (2.52) em termos dos modos normais

JuS

2
cQ
Hs+ Hy = E, + 5 § w, {8, +nin, b (2.58)
p

Em seguida, definimos o operador de aniquilagao

ap = % (& +in}) (2.59)

para obter

1

H5+HA:E6+ZW(p) (aLap+§), (260)
p
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onde a dispersao dos magnons ¢é
w (p) = JuSca’w,,. (2.61)

As solugoes da equagao diferencial (2.54) sdo conhecidas (veja o apéndice

A ou a Ref. [59]). Ha um estado ligado com w;, = 0 dado por

1 T
xr) = ——=sech (—) , 2.62
que corresponde ao modo de translagdo livre da parede (conseqiiéncia da
invariancia translacional). H& também autoestados de espalhamento para

w;, >V (Foo) = \~2, cujas autofuncoes sao dadas por

1 T+itanh(z/)) /pA .
oy (z) = 7 i e’?, (2.63)

onde os p’s permitidos no sistema finito de comprimento L sao as raizes da

S 2nm 1 2pu/A
Pn="7"—7 tan (p% —x) (2.64)

equacao

Os autovalores sao da forma w;, = A2 4+ p?%, o que fornece a dispersao
w(p) = B, + JuS.a*p?, (2.65)

onde F, & o gap no espectro de mégnons decorrente da anisotropia

a

Eg:Jms*c(A

2
) — 2J,85.. (2.66)

O espectro de magnons sobre uma parede de dominio de Bloch foi descrito
originalmente na Ref. [60], onde foi aplicado ao estudo da ressonancia mag-
nética nuclear na parede.

Podemos enfim expressar os operadores de spin em primeira ordem nas
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flutuacoes. Para uma rotacdo no plano yz (perpendicular a direcdo x da
cadeia), 0y = 0y (x) e ¢o = /2. Obtemos

SEt = +iS,sinfy — S.n £ S, cos Oy, (2.67)
S* = S.cosby— S.sin €. (2.68)

2.4 Espalhamento elastico e inelastico

A interagao entre elétrons de conducao e uma rede de spins ferromagnéticos

é descrita pelo modelo

H = ZE}CCLUC,CU — JK Z Sl . Clao__)aﬁciﬁ — JH Z Sj . Sj—i—la (269)
ko

a3 i

onde ¢, é o operador de aniquilacao dos elétrons de momento k e spin o,
Cio € operador de aniquilagao dos elétrons no sitio ¢ com spin «, Jg é o
acoplamento Kondo, & é vetor cujas componentes sao as matrizes de Pauli e
Jg > 0 é o acoplamento de troca entre os spins localizados. Os operadores

de criacao e aniquilacao dos elétrons satisfazem as relacoes de anticomutacao

{Chor o} = {clprcl} =0, (2.70)
{Ckcﬂ C;r)a’} = 6kp5cra/ (271)
e analogamente para c;,. Para elétrons na rede, ¢, = —2tcos (ka), onde t é

o parametro de “hopping”. O Hamiltoniano em questao é as vezes chamado
de modelo de Kondo-Heisenberg. Vamos considerar elétrons livres e adotar
a dispersao quadratica e, = k?/2m, onde m é a massa do elétron. Além
disso, adotaremos a representagao semiclassica das Eqs. (2.67) e (2.68) para
os operadores de spin. Queremos, com isso, obter um termo de espalhamento
elétron-mégnon em primeira ordem nas flutuagoes. Como esse processo deve

envolver a emissao ou absorcao de um mégnon, ele nao conserva a energia do
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elétron e o espalhamento é dito inelastico. Para o caso da parede de Bloch,
fica implicito que adicionamos ao Hamiltoniano (2.69) o termo de anisotropia
(2.31).

O sistema de elétrons e magnons sem interacao mutua é descrito pelo

Hamiltoniano

Hy = Z excl e + Zw (p) ala,. (2.72)
k P

A interacao entre os dois subsistemas vem do acoplamento Kondo na Eq.

(2.69), que no limite continuo pode ser escrito como
Hy = —JK/de (z) - YT (2) 69 (2), (2.73)

onde 1), (z) é operador de campo dos elétrons e Y5y = > as ¢l5aﬁ¢g-
Seguindo a Ref. [30], aplicamos uma transformagcao de calibre que alinha

o spin dos elétrons de condugdo com a diregdo da magnetizagao local S (x)

definida pelo angulo polar 6 (). Essa transformacao equivale a uma rotacao

de 6 (x) em torno do eixo x e é realizada pelo operador unitério

. i i
U = exp {z/dw&(x) s (m)} = exp {5 /de(x) [wiwl +wI¢T] } :
(2.74)
onde denotamos por s (z) = 1 ¢ () 3 () o operador densidade de spin dos

elétrons de conducao. As componentes do operador de spin transformado
s = U'sU sao

xT

st = s,
s¥ = cosfs? +sinfs?,
s? = —sinfs? + cosfs”.

Usando (2.67) e (2.68), temos que a transformacio do Hamiltoniano (2.69)
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conduz a

H= Z ekgclacka + H, + Z w (p) a;ap + Hjpe + cte, (2.75)

ko p

onde €, = e, —0Jg S, ¢ anova dispersao das bandas de spin nao degeneradas.
O indice de spin ¢ = + ou | (0 = — ou |) refere-se a elétrons com spin
paralelo (antiparalelo) & dire¢do da magnetizagao local. Com a separagio

das bandas, a superficie de Fermi define dois vetores de onda: kp; para a

banda 0 = + e kp| para a banda o0 = —, tais que
k2 k2
= _A=E4A 2.76
€ Im m + 9 ( )

onde A = JgS. H, é o termo de espalhamento elastico na parede, dado por

11
Yom L
k

q 1
(- 5) Auchygoacat 37 3 AvAoprack e 277
p

q

onde
A, = /dxe_iqxﬁx90 (x) (2.78)

¢ o parametro pequeno do espalhamento. Para a parede de Bloch (Eq.
(2.37)), A, = m/ cosh (mg\/2). Observe que A, diminui com o aumento da
largura A da parede. Um célculo de resposta linear (perturbagdo em torno
do limite adiabatico) fornece a resisténcia devida ao espalhamento elastico

numa parede de dominio de Bloch [30]

h 72 CQ
0=———=F (N, 2.79
Ra= 5T rem PG (2.79)
onde L .
F1 — Kp|
== 2.80
¢ kpy + kg ( )

é uma medida da diferenca na densidade de estados entre spins majoritarios
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k+q ! k+q

Figura 2.3: Espalhamento elétron-magnon.

€ minoritarios e

1 1

1
F(, N\ == + ,
(6 3) 2 |cosh? mkpX  cosh? wCkp\

(2.81)

com kp = (kpy + kr|) /2. Por causa da fun¢ao F' (¢, \), R, cai rapidamente
para kpA 2 1.
O termo de espalhamento inelastico (primeira ordem nas flutuagoes) é

dado por

, 2aS..
Hiper = —iJk\f 7 ZMpq (CquckTap — c,t;JqucklaT_p) : (2.82)

kpq

onde definimos o fator

M,

dx e "p, (7). (2.83)

1
"= VL
Os processos elementares descritos por (2.82) sdo mostrados na figura 2.3. No
primeiro processo, um elétron que entra com momento k e spin “down” emite
um mégnon de momento —p e sai com momento k+q e spin “up”. No segundo,
um elétron de momento £ e spin “up” absorve um magnon de momento p e sai
com momento k+ ¢ e spin “down”. Como o méagnon carrega spin —1 (diminui
de 1 a projecao do spin localizado), o spin total é conservado. Note que o
momento total s6 é conservado conservado se M, o d,,, mas essa condigao

depende das autofungoes ¢, dos magnons e nao é verdade em geral. Para o
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caso da parede com rotacao uniforme, as autofungdes sdo ondas planas (veja
as Eqs. (2.42) e (2.43)) e por isso M,, = 0,,. Curiosamente, o momento
também é conservado no caso da parede de Bloch, em que os mégnons estao
sujeitos ao potencial da Eq. (2.53). Neste caso podemos provar (veja o

apéndice B) que no limite termodinamico

517‘1

My, = —2 .
PE 144 /pA

(2.84)

2.5 Contribuicao inelastica para a resistividade

Além do espalhamento elastico na parede de dominio, encontramos outra
fonte de resisténcia elétrica para o sistema, que é o termo de espalhamento
inelastico da Eq. (2.82). A correcao da condutividade devida a este termo
pode ser calculada usando teoria de resposta linear. O procedimento tradi-

cional ¢ aplicar a formula de Kubo [61]

o (W) = lim = ((J;J))

n—0t+t W

(2.85)
que expressa a condutividade elétrica o (w) em termos da fungao de correlagao

retardada corrente-corrente

i e 1(w+1i
D=7 [ @00 0,70, (280
onde n — 0 e J (t) = €. (0) e ' & o operador corrente total na versio

de Heisenberg
e
J(t) = — > kel (t) e, (t). (2.87)
ko

Entretanto, quando o sistema nao perturbado é um condutor perfeito (com
condutividade infinita), o calculo dos diagramas de ordem mais baixa na per-

turbacao costuma apresentar divergéncias indesejadas. Para contornar esse
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problema, faz-se necessario ressomar os diagramas introduzindo as chama-
das correcoes de vértice. Ao invés de adotar esse procedimento, preferimos
aplicar o formalismo de fung¢ao memoria ou férmula de Mori, que é analogo
a transferir o célculo dos propagadores para o calculo da auto-energia. Esse
formalismo fornece uma formula para a resistividade em termos da correlacao

forca-forca

- () (), ()] e

onde n = 2kp /7 é a densidade eletronica média e J = —i[.J, H] é a derivada
temporal do operador corrente. Para uma dedugao completa da Eq. (2.88),
consulte a Ref. [62]. Um teste imediato dessa formula é que, no caso do
sistema nao perturbado, a corrente total é uma constante de movimento
([J, H] = 0) e, conseqiientemente, a resistividade ¢ nula.

Vamos calcular a resistividade devida ao espalhamento inelastico de mag-
nons a temperatura finita. Um fato importante é que a fungao de correlacao

retardada na Eq. (2.88) pode ser obtida da fun¢do de correlacao térmica

<<J; J>>M — —% /0 gt e <TTJ(T)J(0)>, (2.89)

onde 8 =T~! ¢ o inverso da temperatura, w; = 2I7/3, 1 = 0, £1,£2, ..., sdo
as freqiiéncias de Matsubara bosonicas e T, denota o ordenamento temporal
com relacao ao tempo imaginario 7. Conhecendo-se a correlagao térmica, a
correlacao retardada é obtida pela continuagao analitica iw; — w + in.
Como o Hamiltoniano (2.75) foi transformado pela transformagdo de
gauge (2.74), devemos usar da mesma forma a versao transformada do ope-

rador corrente, dada por

- e 1
J = - ; (k‘ che, + Y7 Z ch£+q0ch> . (2.90)
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Entretanto, j& que queremos apenas a resistividade devida ao espalhamento

inelastico, desprezamos termos em A, e calculamos

2a
J = =ilJ, Hinel] = \/ S.L Z qM, Ck+qukT@p B CLqTCklaT—p) :

(2.91)
Substituindo a Eq. (2.91) na Eq. (2.89), obtemos
.7 _ 2a twyT
<<‘]’J>>M TSI (m) My / dre
X {Gktq1 (T) Git ( 7)D
Ghtqr (T) Gry (= ) (T)} : (2.92)
onde Gy, (T) = — <TTc;m (1) cl, (0)> é a funcao de Green térmica dos elétrons

nao interagentes (Ref. [5]) e D, (1) = — (Tra, (1) af, (0)) ¢ a fun¢do de Green

dos magnons, que pode também ser escrita como
D, (1) =—0(7) [np (wy) + 1] e — 0 (—7)np (w,) e )T (2.93)

onde w, =w (p) e

1
- <a;ap> P

é a distribuicdo de Bose-Einstein. As integrais da Eq. (2.92) correspondem

(2.94)

aos diagramas de Feynman da figura 2.4. H& um diagrama de emissao de
um magnon (magnon emitido em ¢ = 0 que se propaga para o futuro) e um
diagrama de absor¢ao de um mégnon (emitido em ¢t = 7 e propagando-se
para o passado).

A transformada de Fourier em freqiiéncia é definida por

=T Dyme ™", (2.95)
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k+q 1 k+q |

(@) (b)

Figura 2.4: Diagramas para calculo da resposta linear. (a) Emissdo de még-
non. (b) Absor¢ao de méagnon.

onde as w,, sao freqiiéncias bosonicas. Invertendo a Eq. (2.95), temos

1 +08 ) 1
Dy = —/ dre“m™"D, (1) = ——. (2.96)

2 ) 5 W, — Wp
Do mesmo modo, para os elétrons, temos

1
;= —) 2.97
G Wi — €k (2.97)
onde w; = (2j+1)7/B, j = 0,£1,%2,..., sao freqiiéncias de Matsubara
fermionicas e as energias €, sao medidas a partir do potencial quimico.

Integrando sobre 7 na Eq. (2.92), obtemos

<<J,J>> = %(%)quﬂ]ﬁpq’?jﬂx
¢ kpq

wy

X Y (Grrqgst-miGrit Do (2.98)
jm
+ Gktqjt1-m,1Gkj) Dpm) - (2.99)

Para calcular as somas de Matsubara, usamos (Ref. [5])

, Res (z;) 2j+1)7
TZF (iw;) = Z g 0 baraw; = — 5 (2.100)
j

2
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) Res (z;) 2mm
sz:F (iwm) = — Z o @ barawn = 5 (2.101)

onde z; sa0 os polos de F'(z). Obtemos assim

(), = a5 )Zq M (e (61) = i (s

v npg (—W (P)) —NpB (EkT - ek-i-qi)
€k — Ektql T Wp + i
+ [nr (er) = nr (€kiqr)]

€] — €k4q7 — Wp + iwl
onde .

¢ a distribuicao de Fermi-Dirac. Nesse ponto, usamos a continuacao analitica

para a funcdo de correlacao retardada iw; — w + in e obtemos para C' =
w+in

2ma

eA\?
C = -5 <E> > @ My {Inr (err) = np (eriq))]
¢ kpq

X [np (—wp) — nB (k1 — €rtq))] O (€x1 — Ehpq) + wWp + W)

+[nr (er) — 1F (€ktqt)] 05 (k) — €xtqr) — np (Wp)]
) (Ekl — €ktqt — Wp + w)} . (2104)
Usando a Eq. (2.88), obtemos no limite w — 0
21a 8n3
p(T) = S L2 ( > Zq ‘ P¢1’ [ wp]

X {0 (€err = €hyqr +w (P)) [ (€x1) — 1F (€4q))]
— 0 (e} — €xrqr — w () [nF (k)) — nr (k1)) }, (2.105)
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onde
ﬁeﬁwl)

wp N [eﬁwp o 1]2’

_ anB
Ow

(2.106)

que é ~ [Be P e cai rapidamente para w, > T. Usando a condigio de

conservacao de momento M,, = M,,0,, e tomando o limite termodinamico,
reescrevemos a Eq. (2.105) como

p(T) = 2:5 (%)2/dk/dpp2\Mpp!2[ Onp ]

X {0 (err — €rspy +wp) [nr (€rt) — 1r (k) )]

— O (ek) — €nspr — wp) [nr (€r)) — np (Enap)]} - (2.107)

Os fatores da forma ng (¢;) —np (¢5) na Eq. (2.107) podem ser escritos como

nrp (€) [1—np (e)] —nr (ef) [1 —nr (6)],

que reconhecemos como a diferenca entre a taxa de transicao de 7 para f e a
taxa de transicao no sentido contrario, cada uma delas proporcional a ocu-
pacao do estado inicial e a desocupacao do estado final. Note também que as
funcoes delta de Dirac expressam a conservacao de energia total no espalha-
mento. Podemos usé-las para eliminar a integragao no momento eletronico
k. Obtemos

ma [ A\ ong
p(T) = 27 S, (%) /dp\p\ (—%) .

X [np (k1) = nr (€k4p1) — NF (€ks)) + 10F (€ypp1)] 5(2.108)

onde definimos

oA~ E

ki(p) = —g (1—2ma*JyS.) — w, (2.109)
oA~ E

ka(p) = =5 (1+2ma*Jus.) + w. (2.110)
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Aproximando para o limite de baixas temperaturas para os elétrons (7' < €p),
substituimos ng (¢) — 6 (—¢). Mudando a variavel de integracao de p para
w=w, = E,+ JyS.a*p* (Eq. (2.65)), temos

m N 9 onpg
P = ST (n—) /E dw|M (w)l (‘%)

X [0 (w—wp)0(wy —w)+6(w—wy)b (wf —w)](2.111)

-1

.a JHSC
1 — . 2.112
—H)\\/ w—Eg\ ( )

As quatro freqiiéncias que limitam os intervalos de integragao sao wli =

w (pf) ews =w (in) com

onde, segundo a Eq. (2.84),

2 2m 2
_ 2¢p + E, + 2ma®JyS. (2A — E,
(pl) (1—2ma2JHSC)2 o g H ( g)
Am2a2 ON — E 2mkE
ikFTkFl | 4 dm?a JuSe ( o) +2mE, , (2.113)
m k?’l
2 2m 2
_ 2¢p — E, +2ma*JgS. (2A — E
(p2 ) (1 n 2ma2JHSC)2 [ F g9 H ( g)
> 4m2a2 2A — E,) — 2mFE
N FQT Fl\/l—i- m2a?Jy S, ( = 9) Mty . (2.114)
m F1

Obviamente, o resultado perturbativo s6 é valido no limite de acoplamento
fraco entre elétrons e magnons, ou seja, A < ep, Jy. Vamos supor também

que By < ep. Nesse limite,

2N - E
prmps A - B0 (a%) = PR Bl o) )
26F VF
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onde vp = kp/m é a velocidade de Fermi média. Definimos a partir dai a

2A - F
Wy = W <p0 = q) . (2116)
U

escala de energia

Também no limite A < €p, Jy, os outros dois momentos sao

2 2meF
RS O (A
b1 1—27rL0L2JHSC+ (),
2+/2
pi o~ S+ 0(8)

1+ 2ma?JyS,

Se 2ma?JyS. < 1, temos que p;” =~ py ~ 2kr+0O (A). Esses sdo os magnons
envolvidos nos processos de “backscattering” entre bandas de spins opostos.
A integral (2.111) pode ser resolvida prontamente no limite descrito e

fornece

p(1) (é) {IM (wo)? [ (7) = i (3]

+ | M (w (2kp)))? [np (wy) —ng (w])]}- (2.117)

No limite de baixas temperaturas, podemos desprezar o espalhamento por
mégnons de momento grande (~ 2kr) em comparac¢ao com os de momento
pequeno py < 2kp. Por isso, vamos omitir os termos em w; e wy. Além

disso, temos

2Ima 2A4
Wy —wy = (2ma ‘]Egs') +0 (A%, (2.118)
F

Entao, a Eq. (2.117) pode ser reescrita como

) ~ 2 Lm [M (wo)|* (2ma®JiSo)* AS [ Ong
PRIy 16k% J S? € Ow

(2.119)

wo

Podemos identificar dois limites na Eq. (2.119).

(7) anisotropia baixa, parede de dominio longa
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No limite E; — 0 (A — 00), temos py ~ 2A /vp. Esse momento equivale
ao momento transferido para o elétron no espalhamento de +kp para +kp|
na superficie de Fermi, pois segundo a Eq. (2.76)

2A

F

Além disso, a energia do magnon fica

2A\? AN?
wo = JuS.a* <—) ~ (—) Ju, (2.121)

(% €r

que é uma escala de energia muito baixa. Assim, podemos considerar o
limite wy < T K €p. Dessa forma, encontramos que a resistividade cresce

linearmente com a temperatura

N27T1

o) =B o () oo (2122)

Finalmente, a resisténcia devida ao espalhamento inelastico pode ser escrita
como (recuperando as constantes para a dimensao correta)

-1
hL 1+(@> ] 2 el (2.123)

Rinel ~ 5
e a

h 871152

Observe que R;,. ¢ uma grandeza extensiva, porque a probabilidade de espa-
lhamento é proporcional ao nimero de spins localizados. Comparando com
a resisténcia devida ao espalhamento elastico da Eq. (2.79) para ( < 1 e
F ((,N) = 1/2, teremos Ry, 2 Rey se

2
kT > %JHS (S+1). (2.124)

Portanto, no regime de paredes longas o espalhamento inelastico pode tornar-

se relevante para temperaturas altas e fios longos.
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(ii) anisotropia alta, parede de dominio estreita

No caso de gap E, < Jg (A 2 a), po # 2A/vr porque parte da energia
do elétron espalhado vai para o magnon emitido e o espalhamento nao ocorre
exatamente sobre a superficie de Fermi. No limite de baixas temperaturas
A < T < E,, obtemos

-1
h L poN\ 2| (kra)'Tn E,
el N —— |14 [ B2 A - . (212
Rt ™ 535 [ +( h) ] 2T o PP\ TR, (2.125)

Portanto, o gap no espectro de magnons associado a anisotropia (a mesma
que fixa a largura da parede de dominio) suprime o espalhamento inelastico
em baixas temperaturas. Isso mostra que, no limite de paredes de Bloch
estreitas, o espalhamento elastico predomina na determinacao da resisténcia

do sistema e a aproximacao de parede estatica é razoavel.
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Capitulo 3

Elétrons interagentes e paredes de

dominio

No capitulo anterior, vimos que existe uma resisténcia finita associada a pre-
senca de uma parede de dominio magnético. A origem dessa resisténcia é o
espalhamento dos elétrons de conducao quando ha uma mudanca brusca na
dire¢do da magnetizacao local. Esse efeito é observado em medidas de mag-
netorresisténcia de fios magnéticos, onde a nucleacao de paredes de dominio
é acompanhada por saltos na resisténcia. Embora nenhum dos experimentos
realizados até o momento tenha atingido o limite estritamente unidimensio-
nal, seria interessante procurar por efeitos relacionados com as propriedades
de transporte tinicas dos sistemas unidimensionais.

O modelo de Luttinger prevé que a interacao eletronica tem efeitos cru-
ciais sobre as propriedades de transporte de sistemas unidimensionais. Um
exemplo disso é o transporte de um liquido de Luttinger através de uma
impureza nao magnética, conhecido como problema de Kane-Fisher [21]. A
temperatura zero, a transmissao através da impureza é perfeita se houver
interacao atrativa entre os elétrons e nula se houver interacao repulsiva, por
menor que seja a amplitude de espalhamento.

Assim como uma impureza, uma parede de dominio quebra a invariancia

39
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translacional de um liquido de Luttinger. Por isso, é pertinente perguntar
como a interacao eletronica em 1D altera o transporte através da parede.
Neste capitulo, mostramos que a parede de dominio ¢ o andlogo magnético
do problema de Kane-Fisher. Primeiro, discutimos suscintamente a técnica
de bosonizacao e o modelo de Luttinger. Em seguida, escrevemos a versao
bosonizada do Hamiltoniano de elétrons interagentes acoplados a uma parede
de dominio estatica. A teoria de campo efetiva é o modelo de Luttinger com
velocidades diferentes para excitacoes com spin “up” ou “down”. Uma andlise
de grupo de renormalizacao para o termo de espalhamento na parede conduz
a um diagrama de fases para a condutancia de carga e spin em funcgao dos
parametros de interacao. Como o termo de espalhamento ¢ dado por um
operador que inverte o spin do elétron, o diagrama de fases encontrado difere
do problema de Kane-Fisher usual. Por fim, calculamos por teoria de pertur-
bacao a resistividade a freqiiéncia e temperatura finitas. Encontramos leis
de poténcia cujos expoentes confirmam a dependéncia prevista pelo grupo de

renormalizacao. Os resultados apresentados neste capitulo estao publicados
na Ref. [64].

3.1 Modelo de Luttinger

As interacoes eletronicas do tipo “para a frente” podem ser tratadas de ma-
neira exata (ndo perturbativa) em 1D através da técnica de bosonizagdo. Essa
técnica mapeia o problema fermionico interagente num problema de bdsons
livres. Daremos a seguir apenas um breve resumo dos principais resulta-
dos. Uma exposigdo mais detalhada pode ser encontrada nas Refs. [10, 63].

Considere o modelo “tight-binding” para elétrons numa rede com N sitios

Hy = —t Z C}JCH_LU + H.c. (3.1)
jo
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O Hamiltoniano H, é diagonalizado no espago de momento e assume a forma

Hy = -2t cos (ka)cf,cp,. (3.2)
ko

onde

(3.3)

Da Eq. (3.2), vemos que os estados eletronicos sao autoestados de momento
com energia €, = —2tcos (ka). O estado fundamental do sistema é gerado
preenchendo os estados eletronicos até a energia de Fermi ep = —2t cos kpa,
como ilustra a figura 1.1.

O ponto de partida para a bosonizacao é argumentar que, no limite de
baixas energias (T < €r), podemos restringir o espaco de Hilbert aos estados
proximos da superficie de Fermi, mantendo apenas as excitagoes de compri-
mentos de onda longos (3> k'). Nesse limite, podemos trocar o modelo na

rede por uma teoria de campo que emprega o operador de campo fermionico

1 .
W, (x) = ﬁ Zk: e e, (3.4)

o qual satisfaz as relacoes de anticomutacao

{to (@), 00 ()} = {0 (2), 0] (1)} =0, (3.5)
{0 (2), 05, ()} = bo0d(z—y). (3.6)
Para isso, linearizamos a dispersao ¢, em torno de k = £k, definindo dois
ramos:
er +vp (k—kr) se k = kp (ramo R)
€ ~ (3.7)
er —vp (k+ kr) se k = —kp (ramo L)
onde 5
vp = ok (3.8)

N
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é a velocidade de Fermi. Definimos os momentos medidos a partir da super-
ficie de Fermi como p = k—kp no ramo Re p = — (k + kp) no ramo L. Com
isso, a energia do sistema nao interagente medida a partir do nivel de Fermi

é descrita pelo Hamiltoniano

Hy = vap L g Cpro 1, (3.9)

rpo

onde :: denota o ordenamento normal dos operadores com relacao ao estado
fundamental (operadores de aniquilagdo a direita dos de criacdo), r = +
ou R, L ¢é o indice de ramo e ¢, ¢ operador de aniquilagao de elétrons de
momento p e spin ¢ no ramo r. Observe que assumimos que p se estende
de —oo a 400 (mar de Dirac), o que nao altera a Fisica de baixas energias.

Expandindo a Eq. (3.4) em torno de £kp, podemos escrever

Vo (x) = e, L (2) + e FrTy_ (), (3.10)
onde .
Vo () = NG zk: e e (3.11)

A dispersao linear da Eq. (3.9) em termos desses novos operadores de campo

fica

Hy = —ivFZ/daEr : wig(x)ﬁxwm(x) D (3.12)

A bosonizagao baseia-se numa identidade entre o operador de campo fer-
miodnico e a exponencial de um campo bosonico auxiliar, cujos modos normais
sao as excitacoes particula-buraco do sistema. O operador bosonico que ani-

quila a excitacdo de momento ¢ > 0 no ramo r da banda de spin ¢ é definido

27
dyro = > 4/ L—qcz_wcm. (3.13)
k

Pode-se demonstrar, com o devido cuidado de tomar o ordenamento nor-

Ccomo
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mal dos operadores, que esses operadores satisfazem relagoes de comutacao

bosonicas
[dqWﬂ dq’r’a/] = [d:r]r0'7 dq 'r'o’ ] = 07 (314)
[dqu; dZ’T’O'/] - 5(1(1/ (Smn/ 50—01 . (315)

O operador de campo bosonico correspondente é definido como

QST‘O' Z —aq/2 qra zrqx d};ra —zrqa:} ’ (316)

q>0

1

onde ™" ~ kr é um “cutoff” de momento que regulariza o ultravioleta. E

conveniente definir também os campos duais

I ks
b5 = 7B (3.17)
_Potbis
0, = 73 , (3.18)
que sao tais que
[¢U(x)7 ayea’ (y)] = i500/(5(l’ - y) (319)

Observe que I, = 0,0, ¢ momento canonicamente conjugado a ¢,. O campo

¢, estéa associado as flutuagoes de densidade de elétrons com spin o na forma

po () =298 (2) ¥y (2) 1= + —= Outo (), (3.20)

1
NZS
onde n, é a densidade média de elétrons com spin o (n, = kpr/m no gas de
elétrons nao polarizado).

A formula de Mandelstam [9] expressa o operadores de campo fermionico

como funcao dos campos bosonicos

1 27

N Foyexp |ir—N,ox — i/7 (0,(z) — r¢,(1))] , (3.21)

Uro() = -
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onde F,, é o fator de Klein que retira um elétron do mar de Fermi [10] e
N, é o operador niimero de elétrons no ramo r com spin ¢. Em termos dos
operadores bosonicos, o Hamiltoniano nao interagente (3.9) pode ser escrito

Hy = Z%F/dx [ (0,0,(2))% < + : (Ouo())? 1]

= Z v |q] d;mdqm + cte, (3.22)

q>0,r,0

onde :: denota o ordenamento normal em relacao ao vacuo bosonico. Isso
mostra que o espectro de baixas energias do sistema de elétrons é equiva-
lente ao de um sistema de bosons livres com dispersao linear w (q) = vr |q|.

Coleman |9] sintetizou a estranheza desse resultado afirmando que

“That these theories are equivalent in any sense seems too
preposterous to believe. Is there no way of telling fermions from
bosons? The answer is no, there is not — if one can measure only
a restricted set of local fields, and if the particles are massless,

and if the world is two-dimensional.”

De fato, no mundo “bidimensional” (uma dimensao espacial e uma temporal),
todas as correlacoes de operadores fermiodnicos, que determinam as respostas
mensuraveis do sistema, podem ser reproduzidas calculando correlagoes de
exponenciais bosonicas, segundo a identidade (3.21). Isso s6 acontece porque
as excitagoes particula-buraco, que sao bdsons que se propagam coerente-
mente com velocidade vg, esgotam o espectro do sistema unidimensional.

A energia de interacao entre os elétrons pode ser incluida por meio do

operador de dois corpos

V= % > / drdy v} (x) ¥l (W) V (@ = y) o (4) Yo (2), (3.23)

ool
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onde V (x —y) é o potencial de interagdo. Uma simplificagdo é adotar a

interagao localizada V (x — y) = g0 (z — y), obtendo

mt—Z/dx gH 2 7@,,0 } (3.24)

onde distinguimos as constantes de acoplamento entre elétrons com mesmo
spin (||) e spins opostos (L). De todos os termos gerados pela expansdo
da Eq. (3.23) nos ramos R e L segundo a Eq. (3.10), tomamos apenas as

interagoes do tipo “para a frente” (com pequena transferéncia de momento)

Hiny = Hp + Hy, (3.25)

H2 - Z / dx {g2H p+7‘7 pfzo' + gQJ- p+,0’ pf,fo'} 9 (326)
Hy = Z/ g4H )+ % Pro pr,—a} , (3.27)

onde p,, () =: YI_(2) s (z) : € 0s g’s medem a intensidade das interagoes.

E conveniente definir os campos bosonicos de carga e spin

e
ngS - \/§ 9 (328)
0. b £, (3.29)

7277

que também satisfazem relacoes de comutagao bosonicas

[¢u(x)7 ayeu’ (y)] = iéuy’é(x - y)a (330)

onde v = ¢,s. Os campos ¢, e ¢, estao associados as flutuacoes de densidade
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de carga e spin na forma

2

2
ps = pr—p=ns+ \/;&,«ﬁs, (3.32)

onde n.s = ny £ n|. Definindo ainda as constantes

Gic = Gi + 9giL, (3.33)
9is = Gi| — 9iL, (3.34)

para i = 2,4, encontramos que o Hamiltoniano interagente H = Hy+ Hy+ Hy

¢ diagonal nos operadores bosonicos de carga e spin

He % [k @) s @] 6a)

v
v=c,s

Os bosons de carga e spin que diagonalizam H propagam-se com velocidades

e[ 2] (2] 0

™

Além das velocidades, o modelo da Eq. (3.35) — que recebe o nome de modelo

de Luttinger — depende dos parametros de interacao

2 v v
K, — \/ mr ¥ Gav — Gov (3.37)
27T,UF + 9av + Gov

Portanto, na linguagem bosonica a inclusao da interacao elétron-elétron ape-
nas renormaliza as energias dos bdsons de carga e spin, que sao as excitacoes
naturais do sistema. Observe que o Hamiltoniano (3.35) ¢ separavel nos
graus de liberdade de carga e spin, que por isso tém dinamica independente.

Esse fendmeno é conhecido como separacao spin-carga. Os valores dos pa-
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rametros K. e K, dependem do tipo de interacao. O ponto nao interagente
(giH = ¢;1 = 0) corresponde a K, = K, = 1. Se o sistema possui simetria
SU(2) (simetria de rotagao do spin), as constantes de acoplamento indepen-
dem do spin (g; = gi. = gis = 0). Nesse caso, K, = 1 sempre e o setor de
spin é nao interagente. Se a interagao é repulsiva (g, > 0), temos da Eq.
(3.37) que K, < 1. Caso contrario, se a interacao ¢ atrativa (g;; < 0), temos
K.>1.

3.2 Bosonizacao do Hamiltoniano elétrons -+

parede

O problema de elétrons interagentes acoplados a uma parede de dominio

magnético é descrito pelo Hamiltoniano

H = Z €xCl Cre — Ji Z Si - clde, + Hiny, (3.38)

ko 7

onde usamos ¢, = k?/2m para dispersio quadratica. No limite continuo,
descrevemos uma parede de dominio estatica em que a magnetizagao gira no
plano yz por S () = Scosf (z)z—Ssinf (z)y. Para uma parede de dominio
de Bloch centrada em = = 0, adotamos cos 6 (x) = — tanh (x/\) e sinf (x) =
sech (z/X). Hin € 0 termo de interacao eletronica dado, a principio, pela Eq.
(3.24). Entretanto, em um sistema magnetizado a polarizacao do spin exige
que se considerem constantes diferentes para as interagoes entre elétrons com
mesmo spin “up” ou “down”. Por isso, g deve ser substituido pelas constantes
g1 € g, para as duas diregoes definidas pelo campo magnético |65]. Num
sistema que contém uma parede de dominio, a aproximacao de ordem zero é

assumir que as constantes de interacao sao diferentes para as densidades de
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spin na dire¢ao fixada pela magnetizacao local

Hipn = /dx {%pi + %pi + gmApv} , (3.39)
onde
1+5-é(x)

prv (2) =¥ (2) 5 ¢ (@) (3.40)

e é(r) =cosf(x)z+sinf (z)y é o vetor unitario na direcao de S (x). Essa
definicao deve ser exata no limite de paredes muito longas.

Como fizemos na secao 2.4, efetuamos a transformacao de gauge que
alinha os spins dos elétrons de conducao com o campo magnético dos spins
localizados. Transformando o Hamiltoniano (3.38) pelo operador unitario da
Eq. (2.74), obtemos

ﬁ = Z Gka-CLUCkU + I:I'L'nt + Hu” (341)
ko

onde €, = €, — oA (0 = £ ou T,|) expressa a quebra da degenerescéncia
de spin para elétrons polarizados em +é&, H, é o termo de espalhamento na

parede de dominio da Eq. (2.77) e ﬁmt é o termo de interacao transformado

- g g
Hipy = /dx {%p% + %Pf +9J_prl}- (3.42)

Observe que as densidades de spin se transformam pela transformacao de

gauge na forma

PAN = PAy = UTPA,VU = P11 (3.43)

A estratégia é bosonizar a parte livre do Hamiltoniano (3.41) e tratar H,,
como uma perturbacao do modelo de Luttinger. Para isso, procedemos como
descrito na secao anterior. A diferenca é que, por causa da polarizacao do
spin dos elétrons, temos kpy # kp| e é preciso linearizar a dispersao na Eq.

(3.41) com duas velocidades de Fermi vp; e vp (figura 3.1)



CAPITULO 3. ELETRONS INTERAGENTES E PAREDES DE DOMINIO 49

Figura 3.1: Linearizagao da dispersao com velocidades de Fermi diferentes
para spin up (esquerda) e down (direita).

€ko — VUFo (l{? F kFO’) . (344)

Bosonizando a parte nao interagente de fI, obtemos

o= 3 erocl,cin = S22 [ e {1 (0.0 4 @00} (349

ko
Definimos a velocidade de Fermi média e a diferenca de velocidades ¢ como

vp = w (3.46)
_ Ym T YR (3.47)
VEq + VF|
Observe que essa defini¢do de ¢ coincide com a da Eq. (2.80) no caso de

dispersao quadratica. Temos entao que

Ve — UR (1 -+ O'C) . (348)
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Escrevendo em termos dos campos de carga e spin, obtemos

Hy = Z %/dw {: (0,0,)° : + : (0u00)° 3

v=c,s

+ Cop / dz {0,000, + 0¢.0phs} . (3.49)

Podemos da mesma forma separar a parte interagente H;,; nos ramos R e L

considerando acoplamentos diferentes g;; e g;; como na Eq. (3.42)

Hy = /diﬂ {921p+10-1 + Gorpr10—1 + G21 (py1p-1 + p-1p+1)} 5 (3.50)

1
Hy = §Z/dw {941 (0r1)* + 911 (pr1)* + gas pripr - (3.51)

Bosonizando os termos das Eqgs. (3.50) e (3.51) e agrupando com a parte nao

interagente Hj,, obtemos o modelo de Luttinger para elétrons polarizados

Hp, = Z %/dl’ {Kl/ (81’91/)2 + Kiy (aﬂc¢l/)2}

v=c,s

+ /dx {€010,0.0.05 + Cv20,0.0: P4}, (3.52)

onde as velocidades v., e os parametros de interacao K., sao dados pelas
Egs. (3.36) e (3.37) tomando g;; = (gi; + gi) /2 e as velocidades v; e vy sd0
definidas por

gar — 94 + g21 — 92

- 3.53

U1 VF + omC , ( )
gar — 94 — g21 + 92

= . 3.54

Vs vp + ome (3.54)

Para polariza¢oes ndo muito altas, podemos tomar g;; — ¢;; x ¢ (Ref. [65]),
de modo que vy e vy sao aproximadamente independentes de (.

O Hamiltoniano (3.52) mostra que o campo magnético dos spins localiza-
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dos introduz espalhamento entre as excitagoes de carga e spin, que nao sao
mais os modos normais do sistema. Em outras palavras, o termo de ordem
¢ quebra a simetria de separacgao spin-carga do liquido de Luttinger. Entre-
tanto, Hy ainda é quadrético nos campos bosonicos e pode ser diagonalizado
por uma transformagao candnica, como faremos na secao 3.3.

Para bosonizar H,, reescrevemos a Eq. (2.77) em termos do operador de

campo fermionico
Hy =~ / dx 0,00 40,0, + Hee. + 0 (A2) (3.55)

onde pretendemos considerar apenas o espalhamento em primeira ordem na

parede. Para separar os operadores nos ramos R e L usamos

Vo () = o0, (z) + e ot (). (3.56)

Mantemos somente os termos de espalhamento que nao envolvem derivadas
dos campos (0s quais sdo proporcionais as flutuagoes e por isso irrelevantes

para a nossa analise). Com isso, obtemos H,, = Hqgjf) + Hfub) com

kr_o ;
oy = ZT4F / dz 0,00 e "kt W o+ Hee.,  (3.57)

m

kr_o A
HY = =3 :7"4F / dx 0,0 e Pyl w4+ He. (3.58)
m '

A funcao 0,6, (x) localiza o termo de espalhamento na vizinhanga do centro

da parede (z = 0) e pode ser decomposta em modos normais invertendo a
Eq. (2.78)

1 .
Oubo (x) = 7 > A (3.59)
q
Os termos mais relevantes para o espalhamento originam-se dos modos A4,

da parede que cancelam a oscilagao nos integrandos das Eqs. (3.57) e (3.58).

Por isso, vamos manter somente os modos Ay, na Eq. (3.57) e Ay, na Eq.
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(3.58). Esse procedimento corresponde a desprezar a variacdo dos campos
na escala de comprimento da parede e é exato para o caso de uma parede lo-

calizada 0,0y () = 76 (z). Assim, os termos de espalhamento se simplificam

para
N _ rkp_oAockp t
HP = > o [ (0¥ (0)+ He], (3.60)
® rkp—oAokp 4
Hw - Z 4m [wra (0) wfr,fa (O> + HC} 5 (361)

onde supusemos, por simplicidade, que A, = A, = A7, o que ¢ verdade
para 0,0y simétrica, como na parede de Bloch. Usando entao a formula de
Mandelstam (Eq. (3.21), omitindo os fatores de Klein), obtemos as formas

bosonizadas dos termos de espalhamento

H = kel g [\/%95 (0)] sin [\/ﬁaﬁs (0)] , (3.62)

mmno
HY = % sin [\/%95 (0)} sin [@gbc (0)] . (3.63)

Observe que os termos de espalhamento H&f ) e Hq(lf’ ) dependem somente
dos campos bosonicos na origem. A amplitude de espalhamento diminui com
o aumento da largura da parede por causa do fator A,. O termo HY cor-
responde aos processos de espalhamento para a frente, com pequena transfe-
réncia de momento |q| ~ 2¢kp e com inversdo do spin do elétron. O segundo
termo refere-se a processos de espalhamento para tras (“backscattering”) com
transferéncia de momento |g| ~ 2kr e também com inversao do spin. Deve-se
esperar que este Gltimo contribua mais para a resisténcia da parede de domi-
nio, pois faz com que elétrons que se propagam num sentido sejam refletidos

no sentido contrario quando colidem com a parede de dominio.
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3.3 Diagonalizacao do Hamiltoniano livre

Antes de analisar o efeito dos termos de espalhamento na parede de dominio,
vamos encontrar os modos normais do liquido de Luttinger polarizado des-
crito pelo Hamiltoniano (3.52). Esse Hamiltoniano é quadratico nos campos
bosonicos e pode ser diagonalizado por uma transformagao canonica para

novos campos ¢, . e .. .. Definindo os vetores dos campos bosonicos

() el

podemos escrever o Hamiltoniano (3.52) como

1

Hir =3 / dz {0,0A0,0 + 0,6B, ¢} , (3.64)

onde definimos as matrizes

A= < velte  Gur > , (3.65)

Cvl UsKs
B= ( v/ Ke G2 ) . (3.66)
CU2 US/KS

Nosso objetivo ¢ diagonalizar as matrizes A e B simultaneamente. Os au-
tovalores obtidos devem corresponder as velocidades das excitacoes naturais
do sistema. O liquido de Luttinger s6 é estavel se essas velocidades forem
positivas. Isso conduz a condigao
VcUs

2,2

v
U, < 5
VeUs G2vy

(3.67)

Essa condicao limita a regiao no espago de parametros (K., K;) em que nossa
analise é aplicavel. Fora dessa regiao, a polarizacao do gas de elétrons é forte

o suficiente para que uma das velocidades se anule e se forme um gap na
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excitacao do tipo spin.

As transformacoes efetuadas para diagonalizar a Eq. (3.64) devem pre-
servar uma rela¢do de comutacao canoénica como a da Eq. (3.30) entre os
campos 0 e ¢. As transformacoes mais simples que satisfazem essa condicao
sdo combinagoes de rotagoes que ndo misturam 6 com ¢ (grupo SO(2)) e
reescalamentos (canonicos) dos campos. Comegamos executando a rotacao

das matrizes A e B por um angulo ¢ por meio da matriz

o ( cosy singp ) ' (3.68)

—singp cosp

A rotacao R deve ser tal que, seguida do reescalamento

A:(ﬁ . ) (3.69)

tenhamos

A'R'ARA™! = AR'BRA. (3.70)

Isso conduz as relacoes

| veKecos o — Cursin2p + v, K sin” ¢ (3.71)
7= cos?  — (U sin 2 + 4= sin’ ¢ '
v, K, cos? o + (v sin 2¢ + v K, sin? ¢
o=y | B : ee? (3.72)
7 cos @ + Cugsin 2 + 7% sin®
gt — 2Cvy cos2¢ + (VK. — vsK;) sin 280. (3.73)

2(v9 cos 2 + (I”(—‘C — }}—) sin 2¢p

A condicao (3.67) garante que k e p sdo ambos reais. Como ru é periddico de
periodo 7/2, podemos determinar ¢ no intervalo [—m /4,7 /4] impondo que
as trés equacoes sao satisfeitas simultaneamente. Encontrando ¢, obtemos x
e p imediatamente das Eqgs. (3.71) e (3.72).
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Podemos finalmente diagonalizar A e B por uma segunda rotacao S,
obtendo
A= S'AT'R'ARA™'S = S'AR'BRAS. (3.74)

O Hamiltoniano (3.64) assume a forma
1 A / ' A /
H = / dz {axe A0,0' + 9,6 A@ng}

- > %/dw{(ﬁz%)z +(2:01) (3.75)

v=c,s

onde as velocidades v/, sdo os autovalores de A e os velhos vetores de campos

bosonicos sao expressos em termos dos novos como

= 1%, (3.76)
¢ = T, (3.77)

onde T = RA™'S e T® = RAS = [(T%) ']".

E interessante notar que ha uma curva especial no espaco de parametros
(K., Ky), definida pela equagdo K.Kg = v;/v,. Sobre essa curva o Hamiltoni-
ano (3.52) possui a simetria extra \/v16. — /0205, \/V20. — —\/v16, e pode
ser diagonalizado efetuando apenas um reescalamento dos campos bosonicos.
Basta verificar que as Eqs. (3.71), (3.72) e (3.73) sdo satisfeitas para ¢ = 0,
k=K. e u= K, =v/v.K, Neste caso, as transformacdes T% e T? sao

dadas simplesmente por
vK. 0 _
T¢ = ( : ) — (%) (3.78)

e as velocidades das excitacoes naturais sao

/ Ve + Vs Ve — Uy 2
Ves = —5 + 5 + CCvyvs. (3.79)
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Observe que essa curva inclui o ponto nao interagente K, = Ky =1 e v; =

Vo = VUF.

3.4 Grupo de Renormalizacao

Queremos calcular as propriedades de transporte de carga e spin do modelo
de Luttinger (3.52) perturbado pelos termos de espalhamento na parede de
dominio HY e HY (Egs. (3.62) e (3.63)). Infelizmente, o fato de que
esses termos nao sao quadraticos nos campos bosonicos torna dificil encontrar
uma soluc¢ao exata como a que emergiu na inclusao do termo de interacao
eletronica H;,y.

Por outro lado, embora solucoes exatas sejam sempre atraentes, o que
mais interessa do ponto de vista de uma teoria de campo em Matéria Con-
densada é descrever as propriedades do sistema em baixas temperaturas. Em
outras palavras, as propriedades fisicas de interesse dependem apenas do se-
tor de baixas energias da teoria. Quando restringimos o modelo a esse setor,
pode acontecer que o espalhamento de elétrons na parede de dominio en-

cerrado em Hff )

e Hfuf ) se torne bastante expressivo. Do mesmo modo, é
possivel que essas perturbacoes dependam essencialmente de excitagoes de
altas energias e seus efeitos nao se facam sentir em baixas energias.

O grupo de renormalizacao (RG) busca descrever como se alteram os pa-
rametros de um modelo fisico quando se efetuam transformacgoes que remo-
vem os graus de liberdade de altas energias |66, 67|. A trajetoria do modelo
no espaco de parametros sob uma seqiiéncia dessas transformacoes define
o chamado fluxo do grupo de renormalizacao e converge no sentido de um
modelo efetivo que contém apenas as flutuagoes de longos comprimentos de
onda. Para alguns valores especificos dos parametros, as transformacoes do
grupo de renormalizacao deixam o modelo invariante; nesse caso, o modelo
é chamado de ponto fixo.

No problema do liquido de Luttinger acoplado a uma parede de dominio,
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os parametros de interesse sao as amplitudes de espalhamento dos termos
HY ¢ HY. Se uma dessas amplitudes cresce sob acao do grupo de renorma-
lizacao, o termo correspondente torna-se mais importante e afasta o modelo
do comportamento de liquido de Luttinger com condutancia ideal. Nesse
caso, o operador é dito relevante. Se a amplitude vai a zero, o operador é
dito irrelevante e pode ser ignorado na teoria efetiva para baixas energias. Ha
ainda a possibilidade de que o operador nao mude sob a acao do grupo de re-
normalizagao; esse é o caso dos operadores marginais. Esse caso exige que se
leve a analise até ordens mais altas e apresenta comportamento intermediario
entre os modelos com perturbacao relevante e irrelevante.

Vamos aplicar o método do grupo de renormalizagao para analisar o Ha-
miltoniano H = Hy; + g+ g, Como os termos de espalhamento sao
localizados na posi¢ao da parede, comegamos escrevendo uma acao efetiva
que depende somente dos campos bosonicos em z = 0. Em seguida, integra-
mos os graus de liberdade de alta energia para obter as equacgoes de fluxo do
grupo de renormalizacao. Vamos encontrar que a relevancia dos operadores
é determinada principalmente pelos parametros de interacao K. e K, com

uma correcao de ordem (? devido & mistura dos modos de carga e spin.

3.4.1 Acao livre efetiva

As mesmas transformacoes 7% e T que diagonalizam o Hamiltoniano livre
Hy;, misturam os campos 6 e ¢ nos termos de espalhamento. O termo HY

da Eq. (3.63), por exemplo, fica
H® = ~sin \/27T(T20192—|—T2929;)} sin [\/27T(Tﬁ¢’c w1een], (3.80)

onde v = CkpAay,/mma. Por isso, precisamos de uma acao efetiva para o
modelo de Luttinger (3.75) em funcao dos dois campos conjugados 6 e ¢ para
cada setor v = ¢, s.

Vamos usar o formalismo de integrais de caminho [2] para integrar os
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graus de liberdade de x # 0 e obter a acao efetiva desejada. O propagador
para um campo escalar ¢ (a generalizagdo para dois campos é imediata) é

dado por

Ty = /Dgzﬁ/DH exp {z’/dmdt [gﬁH—H(qﬁ, H)} } (3.81)

onde IT = 0,0 é o momento conjugado a ¢, H é a densidade do Hamiltoniano
e a integracao ¢ tomada sobre todas as configuracoes possiveis dos campos.
Em tempo imaginirio 7 = it, 0 < 7 < (3, podemos escrever a funcao de

particao

Zo = / Do / DO exp { / dedr [i0-6.0,0 — H (6, e)]} | (3.82)
O Hamiltoniano livre (3.75) para cada par de campos duais tem a forma

H(,0) = 5 [(8:0)" + (8:0)] - (3.83)

| <

Para integrar ¢ (x,7) e 0 (x, 7) para x # 0, introduzimos os campos auxiliares
AV (1) e A?) () de tal modo que

Zy = / Dey / DAW / Db, / DA?) / D¢ / DO exp(S), (3.84)

onde
S = / dzdr [i0,¢ 0.0 — H (6,0) — A (¢ — ¢o) —iA? (0 — 6p)], (3.85)

com ¢o (1) = ¢(r=0,7) e Oy(7) = 0 (x =0,7). Em seguida, tomamos as

transformadas de Fourier dos campos

| g .
b = 53 / M ey, (3.86)



CAPITULO 3. ELETRONS INTERAGENTES E PAREDES DE DOMINIO 59

0(z,7) = 52 / U ozg-ionr,,, (3.87)
A (1) = Eze*iwm;, (3.88)

1 .
)\(2) (7-) — B Z e_ZWnTA;Q)’ (389)

onde w, sao as freqiiéncias de Matsubara bosonicas, e reescrevemos a Eq.

(3.85) no espago de Fourier

Z / { (a0 + Oanb—g. )

1qwy,
N q

[¢qn9—q n+9qn¢ q, n]

+ A0 g+ iXDO )

+ % > {iAD oy +iAND0 ) (3.90)

Para diagonalizar a parte quadratica nos campos duais, é conveniente fazer

a mudanca de variavel para os campos & e n definidos por

_ &4
¢ = 73 (3.91)
g — =1 (3.92)

s

Obtemos

1 dgq
= _Bz/zw{2<vqﬂwn)£qn€ an
_l’_

5 T (0g — iwn) Ngn—g.n

(A A (A =AY
e V- § gt 2 —q,—n
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1
+ = iNVeo _n +iXDgy 1. 3.93
ﬁ ; { ) ) } ( )

Podemos eliminar o acoplamento de £ e n com os campos auxiliares na Eq.

(3.93) transladando para os novos campos ¢ e 7j definidos por

- A AP
n n + l . )
& & V2 0@ +iwng
A=A
Nan = Tlgn +1 V2 o g —iweq

(3.94)

(3.95)

S = __Z/ Uq+an>€qn£—q —n

+§(vq iWn) TgnT)—g,—n

AP+ A D A2
4q (vq + iwy,)

O )0 — AR
)

+

4q (vq — iw,

+ % D AN G0, 0+ 000} (3.96)

Integramos entao os campos f e 1) e obtemos

Zy = / Déy / DAW / Db, / DA?) exp {5}, (3.97)

AW + %)
Z / { 4q (vq + iwp,)

uw—A>@“ A
4q (vq — iwy,)
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1

+ = iNDo _n +iXD0y 1. 3.98

ﬁ ; { ) } } ( )

Integramos o momento ¢ na Eq. (3.98) calculando o residuo nos polos ¢ = 0

e ¢ = +iw, /v; obtemos

+ —iaVge_, — ¢A7<3>907_n} . (3.99)

2)

AP = MY = 2iwn| Gon, (3.100)

AP = AP = 2i|wn] fon, (3.101)
§ = -1y ;[;u);(lm;@);@)}

I} ~ 4w, U™ 7" nooon

+ |wn| [¢0n¢0,—n + QOneO,—n]} . (3102)

Finalmente, integrando também os campos auxiliares 2D e 5\(2), encontramos

Zo= [ Don [ Doy exp {5577 60,001} (3.103)

onde a acao efetiva em funcao dos campos na origem é

Se? [, 6] = % > |wnl (Sondo,—n + Oonbo—n) - (3.104)

A acdo (3.104) pode ser escrita como SE7 [pg, 6] = SET (0] + ST [0); ¢
simplesmente a soma das agoes escritas em termos de ¢y ou de 6y como usadas
na Ref. [21].
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3.4.2 Equacgoes de fluxo e diagrama de fases

O propagador associado ao Hamiltoniano livre (3.75), mais as perturbagoes

devido ao espalhamento na parede de dominio, é

7 = / [T D0 Db, exp{—So — Si}, (3.105)

v=c,s
onde a agao livre Sy é diagonal nos campos conjugados ¢;,, e 6, e, analoga-

mente & Eq. (3.104), assume a forma
1
So [¢,0] = B Z |wnl (G0, (wn) B, (—wn) + G5, (W) b5, (—wn)] - (3.106)

Vamos analisar primeiro o termo de “backscattering” da Eq. (3.80) porque,

como vamos descobrir, este é o termo mais relevante. A acao S associada é
Sy = ’y/dT sin [\/ 277003)} sin [\/ 27T¢oci| : (3.107)

onde s e ¢p. s30 combinagoes lineares dos modos normais 6, como escre-
vemos na Eq. (3.80).

Suponhamos uma perturbagao fraca (7 < ep) para obter o fluxo de v
quando se removem graus de liberdade do sistema. Para deixar claro o que
significa baixa energia, precisamos definir um “cutoff” A tal que o modelo
inclui somente freqiiéncias w menores do que A. Assim, o setor de baixas
energias de interesse é aquele restrito as excitagoes com energia |w| < A. No
caso de excitacgoes particula-buraco em torno da superficie de Fermi, uma
escolha natural para A é A ~ ep. Uma transformagcao infinitesimal do grupo
de renormaliza¢do deve remover os graus de liberdade com A < |w| < A,
onde A" = A — dA faz o papel de um novo “cutoff” menor do que “cutoff”
original A (figura 3.2).

A decomposi¢ao em modos de Fourier de ¢/, (7) permite separar as partes

“lentas” (freqiiéncia baixa |w| < A’) e “rapidas” (freqiiéncia alta A’ < |w| <
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“A-K 0 KA g

Figura 3.2: Esquema do grupo de renormalizacao. Os modos de freqiiéncia
w, ' < |w| < A, sdo integrados para definir um novo “cutoff” A’ = A — dA.

A). No limite continuo de freqiiéncias (3 — o0),
dw / wWwT dw WT
o () = / S b @ e+ [ S (w)e
A &T
= OV ( ) + ¢OV (T) ) (3108)

onde A denota a integragdo no intervalo A’ < |w| < A. A separagdo em

modos lentos e rapidos também é possivel na agao livre (3.106)
So [0, 6] = So [¢] + So 0] = S5 [0] + 55 [0] + S5 [6] + S5 [0] . (3.109)

Conseqiientemente, podemos integrar os modos rapidos na Eq. (3.105) fa-

zendo

= / [[ Dot Dot e 50115510 (e=5ulefly (3.110)

onde

o511, 9] /HD¢/>D9/> =S5 [8]-55 0] ,—S1[6.0] (3.111)
Em primeira ordem de 7, podemos aproximar

(e7 5~ 1—(S1[9,0]). . (3.112)

Calculamos entao a média de Sy sobre os modos rapidos. Primeiro separamos

a dependéncia na parte rapida

(S0, 0]). = y/dr <sin [\/%005] sin [\/ﬁ%c} >>
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= / dr Y nn/enVEI e VAT ) (3.113)

n,n'=+
onde

C — <m\/§9066

n l\/ﬂ¢>0>0>
>

_ / DO DO 55 M niv/ 2 (T405 4755057
Oc S

/D¢ ng /> *S> 9]+n Z\/%(T11¢6?+T12¢,0>9) (3114)

As integrais de caminho na Eq. (3.114) podem ser calculadas pelo método

integrais gaussianas. Par I exern m
de integrais gaussianas. Para 6., por exemplo, temos

d
57 100~ nivarThog = [ 55 (el ()6 (@) +

V2T el (w)} . (3.115)

Fazendo a translacao

0 ) = 05 () — 15 [ (3.116)

. 0 \2
Sy 00) — niV2n T 0 = /dw{|w|9 (w) 02 (_w)+7T(T21) }
A

2
2 dA
i

obtemos

= S0+ 5 (22) (3.117)

Integrando o campo 6 e fazendo o mesmo para os demais campos, obtemos

c—ep{-3[mrraprr @ as] T ey
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Podemos assim reescrever (3.113) como
(51[®,0]). = ’}//dT sin [\/ 27n93<} sin [\/27?(}55} e Pt (3.119)
onde d¢ = dA/A = dIn A é um parametro adimensional e

D = = |(T4)? + (Th)* + (TH)* + (T1)?] (3.120)

N —

¢ a chamada dimensao do operador.

A acdo 57 da Eq. (3.119) contém agora apenas freqiiéncias w com |w| <
A’. Para obter um modelo equivalente ao da Eq. (3.105), mas com amplitude
~ renormalizada, precisamos recuperar o “cutoff” original fazendo A’ — A.
Isso equivale a reescalar o tempo imaginario para 77 = 7(1 —dl), o que

fornece

7= / [ Doipogs e Site-s5ele-si 00, (3.121)
com a acao efetiva
(S1[0,0]). = 7’/d7" sin [\/ 27r0(i} sin [\/ 27Tgb§c] : (3.122)

onde
o~ Dt
Ti—a’

Logo, a equacao que descreve o fluxo do grupo de renormalizagao de ~ é

!/

f>/

(3.123)

dry
— =(1-D)~. 3.124
T )Y (3.124)
Queremos expressar a dimensao D em funcao dos parametros do modelo
de Luttinger (3.52). Notamos primeiro que a expressao (3.120) pode ser

escrita na forma

D— % [THT#)],, + % (T, (3.125)



CAPITULO 3. ELETRONS INTERAGENTES E PAREDES DE DOMINIO 66

Usando a definigao de T? e T¢ segundo as Eqgs. (3.76) e (3.77), vemos que D
nao depende da segunda rotacao S e se reduz a

1 1 1
D:§ K cos @ + —sin%p + — cos ¢ + psin e . (3.126)
K f

A dimensao D depende implicitamente da diferenca de velocidades ( através
do angulo de rotacao . Considere primeiro o limite ( — 0. Nesse limite, as
excitacoes de carga e spin sao os modos normais do Hamiltoniano. Nao hé

necessidade da rotacao R (pois temos ¢ = 0) e as transformacdes 7% e T¢

T = < \/? \;%) = (7%~ (3.127)

sao dadas por

Nesse caso, obtemos
1 1
D=- (KC + —) . (3.128)

Para ( # 0, devemos encontrar D resolvendo as Eqgs. (3.71), (3.72) e (3.73).
Para ¢ pequeno, podemos pensar em expandir a Eq. (3.126) em torno de

¢ = 0. Encontramos

(KCKSUQ - Ul) C
(K. — Ks) (ve + US).

p(() = (3.129)
Essa expressao so é valida para K, # K,. Para K. = K, e ( — 0, hd uma
descontinuidade no angulo de rotacao ¢: as Egs. (3.71), (3.72) e (3.73) sao

satisfeitas para ¢ = 7 /4. A correcao de ordem mais baixa em ( é

T (K2vy+v1) (ve — vs) €
=+— - . 3.130
14 4 8K v.v4 ( )
A correcdao em D para ¢ pequeno é de ordem (2, na forma
1 1 1 [0°D
D=- (K +—)+=|== 240 (¢h. 3.131
2( +Ks>+2(a<2>czog+ ) (8131)
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Calculando (02D /0¢?), pela Eq. (3.126), obtemos

K.+ K[! (K. Kgvy — v7)
2 4K . K?v.0, (v, + 08)2
X [K K (K Kgva + 1) v + 2 (KZKZvs — 1) vevs

—(K:Kgv +v1)v?] . (3.132)

D —

A Eq. (3.132) aplica-se a ¢ dado tanto pela Eq. (3.129) quanto pela Eq.
(3.130). Isso porque, apesar da descontinuidade de ¢ em K. = K, a dimen-
sao D, que é a grandeza com significado fisico, ¢ bem comportada. Observe
que a corre¢ao de ordem (2 anula-se para K.K, = v;/vs. De fato, o cancela-
mento acontece em todas as ordens de ( porque essa é a condicao que define
a curva especial em que Hjj ¢ diagonalizado pelo reescalamento simples da
Eq. (3.78). Logo, sobre a curva K.K; = v1/vy a dimensao do operador de
espalhamento independe de ¢ e é dada por D = (K. + K;!) /2.

A Eq. (3.132) no limite ¢ — 0 difere da dimensao encontrada no caso
de uma impureza ndo magnética [21], para a qual Dy, = (K.+ Kj) /2.
Essa diferenca deve ser atribuida ao espalhamento com inversao do spin,
evidenciado na Eq. (3.55). Em contraste, uma impureza nao magnética

acopla-se com a densidade de carga dos elétrons através da perturbacao
Huny =Y [ 2V @) 0} (@), () (3.133)

Em termos dos campos bosonicos,

2V;

Hipp = WZ:‘F cos[V 27, (0)] cos[v2m ¢, (0)], (3.134)

onde Vai, é o modo 2kr do potencial localizado V (z). Comparando com
o termo HY da Eq. (3.63), vemos que este difere de H;,,, porque depende
do campo dual 6, e nao de ¢,. Por isso, a dimensao D ¢ obtida de D,
trocando Ky — 1/Kj.
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Voltamos & Eq. (3.124) para determinar o diagrama de fases do sistema
em funcao dos parametros de interacao. Essa equacao diz como renormalizar
a amplitude de espalhamento v quando se removem os modos rapidos do
problema. Se D > 1 (ou K, + K;' > 2 no limite ( — 0), v flui para zero a
medida que se reduz o “cutoff” A. Nesse caso, o operador (3.80) ¢ irrelevante.
O ponto fixo é o modelo de Luttinger da Eq. (3.75) com v = 0 e transmissao
total de carga e spin através da parede de dominio. Esse comportamento é
favorecido para interacoes atrativas, pois, quanto mais atrativa a interacao,
maior o parametro K.. Se D < 1 (ou K, + K;' < 2 no limite ( — 0),
situagao favorecida no caso de interagdes repulsivas (menor K.), v cresce
sob o fluxo do RG. Nesse caso, o operador (3.80) é relevante e o fluxo do
RG leva o modelo para o limite de acoplamento forte (y = o00). O ponto
fixo em questao corresponde a dois liquidos de Luttinger semi-infinitos com
spins polarizados em direcoes opostas: spin “up” para x < 0 e spin “down”
para x > 0. A parede de dominio pode ser tratada nesse limite como um
termo de “hopping” perturbativo que inverte o spin do elétron no processo

de tunelamento
H = 4] (07) 001, (07) + H.c., (3.135)

onde 1 (12) é o operador de campo dos elétrons situados no lado esquerdo
(direito) da parede. Esse termo aparece no problema de uma impureza mag-
nética num liquido de Luttinger [68]. A dimensao do operador (3.135) é
obtida fazendo K, — 1/K, e K; — 1/K, no resultado de espalhamento
fraco. A equagao de fluxo para o parametro de “hopping” desprezando a

polarizacao do liquido de Luttinger (limite { — 0) é

dt 1 /1
—=1—-=(—=—+K,)|t 3.136
Conseqiientemente, o termo de “hopping” (3.135) tende a ser irrelevante para

interagoes repulsivas (K, < 1). Logo, o espalhamento na parede cresce para
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Figura 3.3: Fluxo do grupo de renormalizacao. A amplitude de espalhamento
v cresce se D < 1 e vai a zero se D > 1.

interacoes repulsivas também no limite de acoplamento forte e o ponto fixo
com v = oo ¢ um isolante perfeito de carga e spin (figura 3.3). Separando
as fases de liquido de Luttinger e isolante perfeito, existe um curva marginal
definida pela condicio D = 1. Essa curva inclui o ponto nao interagente
(1,1), em que o espalhamento pela parede de dominio produz uma resisténcia
finita, como vimos na Eq. (2.79). A linha continua na figura 3.4 representa a
curva marginal no limite ¢ — 0 (dada por K.+ K;' = 2). A linha tracejada
é a curva marginal calculada numericamente (via Eq. (3.126)) para ¢ = 0,4
e V. = vy = v = vy = vp. Vemos que a correcao para ( finito é pequena
na vizinhanca do ponto nao interagente, mas cresce rapidamente perto das
curvas que limitam a estabilidade das excitagoes, definidas pela Eq. (3.67)
(curva pontilhada na figura 3.4). Na fronteira inferior (K. K, = (*v}/v.vs),
K.K, ~ (? < 1; 0 coeficiente de ¢? na Eq. (3.132) fica ~ (K.K,) ™" e é sempre
positivo. Na fronteira superior (K.K, = v.v,/C?v3), KK, ~ 1/¢? > 15 0
coeficiente de (? fica ~ (KCKS)2 e também é sempre positivo. Assim, o efeito
do campo magnético é “espremer” a curva marginal entre as fronteiras de
estabilidade do liquido de Luttinger.

Por fim, vamos analisar o termo de espalhamento HY da Eq. (3.62).
A equacado de fluxo pode ser obtida de maneira analoga ao procedimento

aplicado para HY. Definindo § = kpAsck, /mma como a amplitude de espa-
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2.5

isolante de
carga e spin
LL

Figura 3.4: Diagrama de fases de um liquido de Luttinger acoplado a uma
parede de dominio, mostrando as curvas marginais (D = 1) para ( = 0
(linha continua) e ¢ = 0,4 com todas as velocidades iguais (linha tracejada).
A esquerda e acima da curva marginal, o sistema é um isolante perfeito de
carga e spin. A linha pontilhada é a fronteira inferior de estabilidade do
liquido de Luttinger para ( = 0, 4.

lhamento correspondente, uma simples inspecao da dependéncia do termo da

Eq. (3.62) com os campos bosonicos leva & equacao de fluxo no limite ¢ — 0

do 1 1
L PR P am

Observe que H&f) ¢ marginal para K, = 1. Este caso inclui o ponto nao
interagente, em que o espalhamento por esse termo é finito. No entanto,
como o campo magnético ¢ # 0 quebra a simetria SU(2), o caso interagente
mais geral é K, # 1, em que o operador Hq(l,f)é irrelevante. De fato, para a
correspondéncia com o modelo de Hubbard com campo magnético, devemos
tomar K, ~ 1+[21In (¢™)] " (Ref. [65]). Note, alis, que essa correcao devida
a dependéncia implicita de K, com ¢ domina sobre a correcao quadratica

da Eq. (3.132). Embora a dimensao que aparece na Eq. (3.137) também
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tenha uma correcio de ordem (2, a correcio é pequena na vizinhanca do

), Portanto,

ponto nao interagente e nao deve modificar a irrelevancia de HY
. b L.
o termo de “backscattering” J2r permanece como o tnico termo relevante

para determinar o diagrama de fases da figura 3.4.

3.5 CAlculo perturbativo da resistividade

A anélise do grupo de renormalizacao permitiu determinar o diagrama de
fases da condutancia do estado fundamental do sistema de elétrons inte-
ragentes acoplados a uma parede de dominio. A 7" = 0, ha uma fase de
isolante perfeito com condutancia nula e uma fase com condutancia perfeita
G = 2K.e*/h (igual a condutancia de carga do liquido de Luttinger). En-
tretanto, para confirmar experimentalmente o comportamento de liquido de
Luttinger, é importante obter a dependéncia da resisténcia elétrica com a
freqiiéncia da perturbacao ou com a temperatura. O objetivo desta segao é
calcular a resistividade para freqiiéncia e temperatura finitas, usando a for-
mula de Mori da Eq. (2.88). Encontramos que a resistividade varia como
uma lei de poténcia com expoente v = 2(D — 1), onde D é a dimensao

calculada na secao anterior.

3.5.1 Freqiiéncia finita

Queremos obter uma expressao para a resistividade devida ao espalhamento
na parede de dominio associada ao termo Hq(ub) da Eq. (3.80), que é o termo
mais relevante, em funcao da freqiiéncia.

O operador corrente para o liquido de Luttinger da Eq. (3.52) pode ser
obtido a partir da equacgao de continuidade da carga. A densidade de carga
é

pe(z) =elpr (z) + p, (x)] = nee + e\/g&pgbc. (3.138)
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A equacao de movimento

Pe (17) = - [pc (JI) ) HLL]

pode ser reescrita na forma de uma equacao de continuidade para a densidade

de carga

Ope  0Oje
— 1
e 0, (3.139)

onde j. () é a densidade de corrente de carga '

Je () = —6\/2[%&(%9,: (@) + Cupdyb; ()] (3.140)

Por causa da diferenca de velocidade entre as excitagoes de spin “up” e “down”,
a corrente de carga depende nao s6 do campo dual de carga 6., como acontece
normalmente, mas também do campo de spin 6,. Calculamos entao j, (z) =
—i[je (z), H] para H = Hy +HY e integramos sobre 2 para obter o operador

J. = [dz j. (). Omitindo os termos integraveis (que sio constantes), temos

. krA
J, = —oev i, A G [\/27r05 (0)} cos [\/27?(/50 (o)} . (3.141)
mmo
Para calcular a resistividade pela formula de Mori, precisamos do valor
esperado
. kpAg, \”
(L0 d0) = acaprz (Lrlee)
mmao

X <sin [\/%93 (O,t)] cos [\/%@ (O,t)}
X sin [\/%05 (0, 0)} Cos [\/ﬁqﬁc (0, 0)] > . (3.142)

/
c,s?

Como 65 e ¢. devem ser escritos em termos de 6, e ¢/ ., calculamos pri-

'Note que esta representacio bosonizada foi construida sobre o Hamiltoniano ji trans-
formado pela transformacio de gauge (2.74). Por isso, néo é preciso transformar de novo
o operador corrente como fizemos na Eq. (2.90).
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meiro as correlacoes de exponenciais bosonicas <eima9;($’t)eﬂma%(o’o)> e
ei\/ﬂb¢’y(w»t)eﬂmb%(ovo)> coma=Tjeb= TZ‘? A decomposicio do campo
dual ¢/, em modos normais, analogamente as Eqs. (3.16) e (3.18), é

aq/2 )
0, (z,t) =1 Z [dgreiram—en (@t _ gt emitrar—wn(@t] = (3143)

q’l"l/

onde dg,, sao os operadores de aniquilagao das excitagoes mistas carga-spin
com freqiiéncia w, (q) = v),q. As correlacbes de exponenciais bosonicas no
estado fundamental sao calculadas facilmente tomando o ordenamento nor-
mal dos operadores [10]. Podemos separar a parte de criacao da parte de
aniquilacao

0, =0"+60", (3.144)

onde

0 (z,t) = —@Z eiram—wrt) (3.145)
14 ? /— qrz/ 9
r,q>0

9~ t — c 4 . i(rqm—qut). 3.146
14 ("'E ) ? T;O \/2q_L q € ( )

O comutador dessas partes é constante
0, (x,t),0,” (0,0)] = —ln { V2 + (o —ivlt) 2] . (3.147)

Usando entao a relagao conhecida

eATE = AeBelA B2 (3.148)
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se [[A, B], A] = [[A, B], B] = 0, podemos escrever

a?
oiV2mal, (z,t) ,£iv2mad], (00)  _ (2ma/L)
:F
[27” Vi +ivt)2 + ;1:2]
% ez\/ﬂa@{, (x,t)eii\/ﬂaé,’, (0,0) : (3149)

a2

onde : : denota o ordenamento normal bosonico. Tomando a média no estado

fundamental, obtemos

2
. , . , 2 L)*
<62\/ﬂa9u(x,t)e:t2\/%a9u(0,0)> _ (2ma/L) . (3.150)
[%’K/(a + vlt) 2 + 22
Notamos porém que, para o sinal — na Eq. (3.150),

<€i\/ga9,’/(x,t)ei\/ﬂa9,/j(0,0)> ~ L72a2 =0

no limite termodinamico. Por isso, a tnica correlacao que vamos manter é

a?

<ei\/§a9;(x,t)€4\/ﬂa9;(o,o)> _ 'oz (3.151)
V(e +ivt) 2 + 22
Em particular, para campos no mesmo ponto z = 0 temos
a2
<ei‘/ﬁa%(t)e’ima9/”(o)> = —a, . (3.152)
o+t
Da mesma maneira, encontramos para os campos ¢,
b2
<eimb¢5(t)e’imb%(o)> = —a. : (3.153)
a+ vt

Além disso, as correlagoes entre €/, e ¢/, no mesmo ponto sao nulas. Aplicando
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as Eqgs. (3.152) e (3.153) na Eq. (3.142), obtemos

¢ )2 0 \2
<J *) J <O)> = VK] ChrAskp ? « (T11)°+(T31)
c c crrc mmo o+ Z’Uét
« (T1¢2)2+(T292)2
[ ] ' (3.154)

a +vlt

Como é permitido tomar o« — 0 no denominador das correlagoes (o > 0
apenas indica a posi¢ao do polo em relacdo ao eixo real na integragao em t),

reescalamos o — v/, .« separadamente em cada termo e escrevemos

<Jc (1) J. (0)> _ (%)2 (2)2@” (@+it)?,  (3.155)

s v
Onde P \2 0 \2 P \2 0 \2
T2+ (T51)° 0\ (T15)°+(1355)
poon L) TR W) B (3.156)

2
Vg

Substituindo a Eq. (3.155) na Eq. (4.48), obtemos

((909)) =1 (5522 ()7

onde [ é a integral

I / " dt ettt { ! ! } (3.157)
= [ _— . .
0 (a+it)*" (o —it)*”

Definimos o expoente

v=2(D—1) (3.158)
e integramos a Eq. (3.157) por partes para obter

L w
14w

+oo
/ dt T (a4 it) T 4 (@ —it) T ) (3.159)
0
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Segundo a Ref. [69], a integral acima pode ser escrita no limite & — 0 como

w 1— e—iﬂ'l/
= ri—-v)y——. 3.160
A —0 (3.160)

1

Com isso, a funcao de correlagao retardada fica

((FY) = o (el ) 2y

- - i 2
% ( I/) 6—z7ry/2 e (7”// ) .

3.161
1+v v/2 ( )

Substituindo na férmula de Mori (Eq. (2.88)), encontramos

p_eTE ™ 1+v 2 TV )

_2m1 (mUCKC(AQkF>2 ria-v) cos <7TV> sin (7v/2) (%)”‘ (3.162)
No limite nao interagente v — 0, recuperamos o primeiro termo da resisténcia
da Ref. [30| para ( < 1 (veja a Eq. (2.79))

h w2 C2
oo =L - T 24 '
R p(v=0) e? 4 2cosh? (mkp))

(3.163)

O outro termo da Eq. (2.79) corresponde ao espalhamento por o da Eq.
(3.62), que é marginal se K, = 1, mas irrelevante se K, # 1.

A Eq. (3.162) concorda com a analise de RG da secdo 3.4. Para v > 0
(D > 1), a resisténcia R = pL vai a zero quando w — 0. Isso significa
que, para w = 0, o sistema é um condutor perfeito: os elétrons nao sao
espalhados na parede de dominio, mesmo em paredes bem estreitas. Para v <
0 (D < 1), a resisténcia diverge quando w — 0 e o sistema comporta-se como
um isolante. Na verdade, esperamos que esse comportamento seja valido
até freqiiéncias da ordem de w* = vp/L, porque abaixo dessa freqiiéncia a

condutancia passa a ser dominada pelos contatos nao interagentes [20]. No
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limite ( — 0, podemos escrever simplesmente
p X WKt K =2, (3.164)

Assim, para Ky ~ 1, D < 1 é verificado para K, < 1. Como discutimos
antes, interacoes repulsivas tendem a promover o comportamento isolante de
maneira analoga ao que acontece no espalhamento por uma impureza nao
magnética.

Esse resultado pode ser interpretado em termos do espalhamento singular
dos elétrons, em analogia com o célculo da Ref. [22] para uma impureza nao
magnética. Uma parede de dominio é uma inomogeneidade (um gradiente de
magnetizacdo localizado) que se acopla com o spin dos elétrons de condugao.
Conseqiientemente, ela induz oscilagoes de Friedel com freqiiéncia 2kr na
densidade de spin [70], que tém alcance bastante longo em 1D (decaem como
z71). Como os elétrons interagem entre si, o espalhamento efetivo é dado
pelo espalhamento na parede “vestida” com o potencial Hartree-Fock das
oscilagoes de densidade de spin (figura 3.5). De maneira analoga ao que
acontece no espalhamento por uma impureza nao magnética, a correcao no
coeficiente de reflexao diverge para elétrons que incidem com momento kg.
Como resultado, os elétrons sao totalmente refletidos pela parede e o sistema

é um isolante perfeito.

3.5.2 Temperatura finita

A Eq. (3.162) diz que a resistividade p depende da escala de energia da
perturbagdo (no caso, a freqiiéncia w) como uma lei de poténcia de expo-
ente v = 2(D —1). Se o problema de freqiiéncia finita for trocado pelo
de freqiiéncia zero a temperatura finita, as excitacoes do sistema serao ex-
ploradas dentro da escala de energia fixada pela temperatura T. Por isso,
deve-se esperar uma dependéncia semelhante para a resistividade em funcao

da temperatura.
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Figura 3.5: Espalhamento singular dos elétrons pelas ondas de densidade de
spin induzidas por uma parede de dominio.

Para calcular a resistividade p (T'), precisamos das correlagoes das expo-
nenciais bosonicas (3.152) e (3.153) a temperatura finita. Usamos a formu-

lacao de integral de caminho em tempo imaginario 7 = it para escrever
<ez‘\/ﬂb¢{,(r)€—i\/ﬂb¢§,(0)> _ / D, e=Soldil VIO~ (3.165)
onde, segundo a Eq. (3.106),
$016) = 5 3 bl 6, (0n) 6, (). (3.166)

E conveniente reescrever a acao em termos do campo P, dado pela translagao

T )

2 |wn|

D, (wy) =@, (wyn) — (e —1). (3.167)
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O argumento da exponencial na Eq. (3.165) fica

So164] — VI8, (7) — &, (0] = S0 [, + = 3" ™ (1~ coswnr).

. , . , 1 b?
<ezmb¢v(7)6_zmb¢”(o)> = exp {—— Z ™ (1 — cos wnT)} ) (3.169)
w

Precisamos calcular a soma

ﬁ Z 1— |(::)S|wn —  Re {Z ensn [1 B qumﬂ/ﬁ} } ’ (3.17())

n=1

onde ¢ — 07 é um parametro de regularizacao adimensional. Para conectar

com a correlagdo a T'= 0 na Eq. (3.153), devemos fixar

2T

Bu,

E =

(3.171)
Com isso, temos

I —cosw,m
ﬁ Z o] = b m{ } (3.172)

Substituindo a Eq. (3.172) na Eq. (3.169) e tomando 7ma/fv!, < 1, encon-

tramos

sinh g UL

sinh - (o + iv],7)

—b?
™

B,

(o + 0], 7) (3.173)

b2
<€imb¢;<r>ew«/ﬁb¢;w>> - <m> sinh

B,

Podemos agora calcular a funcdo de correlacdo térmica da Eq. (2.89).
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Substituindo a Eq. (3.173) na Eq. (2.89) e reescalando o — v/, v, obtemos

()., = 5 (*52) () (™

3 ' . —2D
x/ dr e*'” sinhE (o +i7) (3.174)
0
Integrando por partes, obtemos
. 1 [(ev. K .CAg 2 /a\?P san2D-1)
), = () (2 2
<< iw, L ( T I} v i
B :
></ dr e "F (1/3), (3.175)
0
onde definimos a funcao
F(x)= / da’ |sinh (e + iwa’)| 2", (3.176)
0

com ¢ — 0%. Observe que o termo €™ F’ (7/6)]5 que aparece na integracao
por partes cancela exatamente o termo de ordem zero em w <<J, J>> na
Eq. (2.88) e por isso foi omitido. Em seguida, fazemos a mudancga de varioavel
u = 7/ e substituimos na Eq. (2.88). Tomando o limite w — 0, obtemos

finalmente

2r 1 (mu K .C Aok, 2 (a2 PV ot
_orl T F(u). 1
P="3 L( 2/0 du F (u) (3.177)

™ Bu
Logo, a dependéncia de p com a temperatura é dada por

p(T) oc T*P=Y = 77, (3.178)

que é uma lei de poténcia com o mesmo expoente da Eq. (3.162). Portanto,

num sistema unidimensional, a interacao eletronica leva a uma magnetorre-
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Figura 3.6: Magnetorresisténcia de parede de dominio em funcao da tempera-
tura. Para T — 0, a resisténcia vai a zero se D > 1 (favorecido por interagoes
atrativas) e diverge se D < 1 (favorecido por interagoes repulsivas).

sisténcia de parede de dominio dependente da temperatura. Para D > 1, a
resisténcia é uma funcao crescente da temperatura e anula-se para T — 0. A
temperatura zero o sistema é um condutor perfeito. Para D < 1, a resistén-
cia é uma fungdo decrescente da temperatura e diverge para 7" — 0 (figura
3.6). No limite ¢ — 0, temos

p(T) x TRAKS =2,

Novamente, o comportamento isolante é favorecido para interacoes repulsi-
vas. Nesse caso, espera-se que a resisténcia cresca com a reducao da tempe-
ratura até a temperatura de corte T* = hvp/kpL. Esse resultado é relevante
tendo em vista a busca por materiais que exibam uma magnetorresisténcia
elevada. Em principio, a aplicacao de campos magnéticos possibilita inserir
ou remover uma parede de dominio do sistema e, assim, alternar entre um

isolante perfeito e um liquido de Luttinger com condutancia ideal.
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Capitulo 4
Fonons e magnons

Uma das fontes mais importantes de resisténcia elétrica num metal é o espa-
lhamento dos elétrons de condugao por vibracoes da rede. Em trés dimensoes,
a formula de Bloch [71] prevé uma dependéncia em T° para a resistividade
devida a féonons em baixas temperaturas. Em metais unidimensionais, onde
a superficie de Fermi é constituida simplesmente por dois pontos disjuntos,
os Unicos fonons capazes de alterar a corrente eletronica em baixas tempera-
turas sao os de momento g & 2kr. Esse processo de espalhamento inelastico
depende da ocupacgao de fonons de momento grande. Por isso, a resistividade

—TA/T, onde a temperatura de

resultante segue uma lei de Arrhenius p ~ e
ativacao ¢ T4 = w (2kp), a energia do féonon de momento 2kp. Para fonons
acusticos, com dispersao linear w,. (k) = vk, a energia de ativagao pode ser
menor do que 10 K para densidades eletronicas suficientemente baixas [72].
Para fonons 6pticos, no entanto, a energia tipica w,, (k) = 2 = cte costuma
suprimir o espalhamento em baixas temperaturas. Por exemplo, uma esti-
mativa para a energia de um fénon 6tico num nanotubo de carbono metalico
é hQ =~ 0.2 eV~ 2400K [73].

Um acoplamento forte com fénons tem sido apontado como peca funda-
mental para entender a magnetorresisténcia colossal observada em manga-

nitas. Desde que se verificou que o modelo de dupla troca nao podia, por

83
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si 5O, explicar os resultados experimentais [27], o efeito é entendido como
uma transicao entre uma fase metalica ferromagnética e uma fase isolante
desordenada com forte acoplamento Jahn-Teller. A existéncia de uma tran-
sicdo magnética associada a ativacao da interacao elétron-fonon sugere uma
importante conjuncao entre modos magnéticos e féonons nesses compostos.
Inspirados por esse fato, analisamos um modelo em que os fénons as-
sumem o papel de mediadores da interacao entre elétrons de conducao e
magnons num fio magnético. No modelo em questao, tomamos Jg = 0, des-
prezando o acoplamento Kondo entre elétrons de conducao e spins localiza-
dos. Em contrapartida, introduzimos um termo de interacao entre magnons
e fonons opticos através da dependéncia da constante de troca na separa-
¢ao interatdmica. Integramos os graus de liberdade dos fénons para obter
um modelo efetivo em baixas energias contendo um termo de espalhamento
elétron-mégnon. Por fim, calculamos perturbativamente o efeito desse termo
sobre a resistividade do sistema. Encontramos que o processo é ativado numa

escala de energia definida pelo magnon de momento kp.

4.1 Acoplamento elétron-fénon

Queremos incluir no modelo a vibracao dos fons da rede em torno de suas
posicoes de equilibrio. Para isso, considere que cada ion move-se como um os-
cilador harmonico independente devido ao potencial criado por seus vizinhos.

Esse sistema ¢é descrito pelo modelo de Einstein

P 1
Hyp =) (ﬁ - §MQ2Q§) : (4.1)

J

onde 2 é a freqiiéncia da oscilagao, M é a masssa do fon e ); e P; sao,

respectivamente, a coordenada e o momento do ion no sitio 7, com

Qi Pj] = idij. (4.2)
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Definimos o operador de aniquilacao

bj = \/@ (Q] + z%) (4.3)

que destroi um fonon 6Optico (nao dispersivo) de freqiiéncia € no sitio j.
Podemos definir também o operador de aniquilagao no espago de momento

b, por
1 y
bj = \/_N Z leabq. (44)
q

Tanto b; como b, satisfazem relacoes de comutacao bosonicas como as das
Eqgs. (2.47) e (2.48). O Hamiltoniano (4.1) pode ser escrito na forma

Hy, = QZ <bTb + ) (4.5)

ou ainda

QQ
-3 [ M 00, (46)

onde definimos

—— b, by +b-,y b

g . [ MSQ
P,q = \/_N Z efqulpi =1 T (b,q — bg) . (48)

Os fons de uma rede cristalina criam um potencial peridédico que age
sobre os elétrons itinerantes. Por isso, as vibracoes da rede afetam a dina-
mica eletronica através da chamada interacao elétron-fonon [5]. Considere o

potencial unidimensional que atua sobre um elétron no sitio ¢

(z:) = Z Vizi = Xj), (4.9)
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onde X; = ja + ); é a posi¢ao do fon. Para pequenas vibragoes, podemos
tratar a Eq. (4.9) como uma expansao em ;. O termo de ordem zero da
origem a teoria de bandas eletronicas [54]. O termo de primeira ordem nas

oscilacoes é da forma
VO (z;) = Q;VV (x; — ja), (4.10)
J
ou em segunda quantizacao

V= ZZQJ-CZUCW (1|VV (z — ja)|i). (4.11)

Uma simplificacao extra ¢ tomar a interacao apenas entre o elétron e o ion

no mesmo sitio, adotando
(i |VV (z — ja)|i) = gdij, (4.12)

onde g ¢ uma constante de acoplamento. Isso d& origem ao acoplamento

Holstein [74] da coordenada do fon com a densidade eletronica

He ph=g Z c}acngj. (4.13)
jo

Em termos dos operadores de criagao e aniquilacao, temos

Hepy = \/LN > i goCho (bq + bT_q) , (4.14)

kqo

onde § = g/v/2MQ. O Hamiltoniano na forma (4.14) mostra que os processos
lineares da interagao elétron-fonon sao absorcao de um fénon de momento ¢
e emissao de um fonon de momento —¢. Em ambos os casos, o elétron que
entra com momento k é espalhado com momento k+¢. Na troca de momento

entre elétron e rede, o momento total é conservado.
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4.2 Interacao magnon-fonon

A magnitude da interacao de troca entre spins localizados depende da sobre-
posicao de orbitais situados em sitios vizinhos e por isso ¢ uma funcao da
separacao entre os fons. Essa dependéncia d& origem ao termo de interacao

magnon-fonon [75]. Considere o modelo de Heisenberg ferromagnético
Hg=—Y J;S; S, (4.15)
J

onde J; = J (|X;41 — Xj|) > 0. Para pequenos deslocamentos Q; = X, — ja

a partir do equilibrio, podemos expandir
Jj ~ JH + T (Qj+1 — QJ) s (416)

onde T = [dJ/dU]Qj:()- O termo de ordem zero nos deslocamentos da ori-
gem ao Hamiltoniano de Heisenberg da Eq. (2.1). O termo Y acopla os

deslocamentos dos ions aos spins localizados

Huag-pn = =T (Qs11 = Q) S; - Sy (4.17)
;

No limite continuo (comprimentos de onda longos), podemos aproximar

o
Qi —Q; ~ aa_ff, (4.18)
S, S~ 8 {1 - % [(axe)Q +sin” 0 (axd)f] } , (4.19)

onde 0 e ¢ sao os angulos polares usados no capitulo 2 para descrever a

configuracao de equilibrio dos spins. Quantizando os modos magnéticos como
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anteriormente e omitindo os termos contantes, escrevemos

T S2a? oQ
Honag—ph = — / da == [(0:€)" +V (2) € + (9:0)° + V (2) (7], (4.20)
onde & e ( sao as flutuagbes magnéticas definidas nas Eqs. (2.38) e (2.39) e
V (x) = 0 para magnetiza¢ao uniforme ou V (z) = 2§ cos 26, (x) (Eq. (2.53))
para a parede de dominio de Bloch.

Para reescrever H,,,,_,» N0 espaco de momentos, usamos a expansao

Q (z) (4.21)

_ \/2}\4_92(1:\6/% (b +01,)

Do mesmo modo, as flutuacoes magnéticas podem ser decompostas de acordo
com as Eqgs. (2.56) e (2.57)

£(z) = \/% > (@) (@ +a,), (4.22)
(@) = =iyfgg T (m-al,) (423)

onde lembramos que ¢, (z) sdo as fun¢des de onda ortonormais dos mégnons

(ondas planas no caso de magnetizacao uniforme). Com isso, obtemos

. TSCCLS + i
Hinag—ph = ZW %pq (p+ q) apyqap (bq + b—q) : (4.24)

O termo H,,q9—pn descreve os processos de absor¢ao e emissao de um fonon
por um magnon. Observe que, como o ntimero de magnons é conservado, o

espalhamento méagnon-féonon conserva tanto spin quanto momento.
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4.3 Interacao efetiva elétron-magnon

Estamos interessados no modelo
H = He + Hpog + Hpp + Hep—pn + Hppag—ph- (4.25)

Os trés primeiros descrevem a dinamica livre de elétrons, magnons e féonons,

respectivamente, e sao dados por

Hy = ) €0l (4.26)
ko

Hyoy = pra;ap, (4.27)
p

Hy = > Qblb,. (4.28)
q

Os dois ultimos termos da Eq. (4.25) referem-se as interagoes dos fonons

com os elétrons e com os mégnons, que escrevemos como

g i
Heph = —= Z ChtqoCho@as (4.29)
N kqo
1S.a?
Hmag—ph = 1 /—c qu (p + q) aLJrqa’pQQ' (430)
N pq

No limite de acoplamento fraco e frequéncia €2 alta, podemos eliminar
os graus de liberdade dos fénons e ficar com uma teoria efetiva que inclui
interagao elétron-magnon mediada pelos fonons. Isso é feito naturalmente
através do formalismo de integrais de caminho de Feynman. Consideramos

a funcao de particao
7 = / DeDe*Da Da*DQ e~ oleeI=Solaa™]=So[Q=Sine (4.31)

onde Sy [c, ¢*] e Sy [a, a*] sdo as agoes livres para elétrons e magnons, respec-
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tivamente, com a integragdo tomada sobre os estados coerentes (fermionicos
ou bosoénicos, conforme o caso) e Sy [Q] é a acdo livre para fonons, dada em

tempo imaginario por

B 2
S0 =3 [ dr | 50,000, ()+ 50 (1@ (7). 43

A interacao entre os subsistemas é descrita pela parte interagente
B
S =3 / dr Ay () Qy (7). (4.33)
0
q

onde definimos

Aa(7) =83 g () e (1) + =2 S (04 0) 05, (7)1 (7).

p

(4.34)
Notamos que Sj,; ¢ linear em @),, o que significa que pode ser absorvida na
acao quadratica Sy [@] por uma translagdo conveniente do campo @),. Para

isso, usamos a transformada de Fourier dos campos

Qu(1) = TY Qgue ™, (4.35)

Ag(r) = Ty Age™, (4.36)
onde w,, = 2n7 /3 sdo frequéncias de Matsubara bosonicas e

. YS.a? X
Am =9 Z T Z Ctq,jChgitn + W Z T Z qp(p+q) Aptq,mpm—+n;
ko 7 p m
(4.37)

com w; = 27+ 1)7/3 e w,, = 2mn/F frequéncias fermionicas e bosonicas
i = (2 q ,
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respectivamente. Desse modo, obtemos

A
s = D0 o]

A_g-n ApA_g—n
g—n : — : . (4.38
8 [Q VP 92)] TR ol A
Podemos entao transladar a integracao em @)y, definindo
- Agn

e integrar os fonons para obter a acao efetiva

Q7 wn —-q, — n)
T . 4.40
Z Z oM wQ + 02) (4.40)

A acao 0S5 é uma perturbacao a ac¢ao livre de elétrons e magnons. Pode-
mos distinguir trés termos na expansio da Eq. (4.40). O termo de ordem g?
representa a interagao elétron-elétron mediada por fonons, que se torna atra-
tiva no limite w — 0 e é responsavel pela instabilidade supercondutora em
dimensoes superiores. Em 1D, onde nao existe ordem de longo alcance ver-
dadeira para interagdes de curto alcance e simetria continua (no caso, U(1)),
vamos assumir que essa interacao é irrelevante e apenas renormaliza algu-
mas quantidades. De fato, o problema de elétrons interagindo com fonons
de momento pequeno pode ser diagonalizado exatamente na representacao
bosonica; verifica-se nesse caso que a interacao elétron-fonon apenas modifica
a dispersao para excitagoes mistas carga-fonon com energia da ordem de €2
[76]. O efeito de fonons de momento 2kp, por outro lado, foi tratado por Voit
e Schulz na Ref. |[77|, onde se mostrou que no limite de acoplamento fraco o
tnico efeito é a renormalizacao dos parametros do liquido de Luttinger. Ja o
termo de ordem Y? representa uma interacdo entre méagnons. Como aqui o

interesse maior € no transporte eletrénico, vamos desprezar esse termo como
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correcoes de ordem superior no propagador do méagnon. Queremos nos con-
centrar no termo de ordem Yg, que é justamente a interacao elétron-magnon

mediada por fonons e é dado por

_T8eg0” G~ pa PP+ 9)
2MN w2 4 Q2

kpqo jmn

5Selfmag
* *
X Ck—q,5,0 Ck,j—n,0 CpyqmAp,m~+n - (441)

Desprezando o efeito de interacao retardada, aproximamos para o limite es-

tatico w, ~ 0 (w, K Q) e reescrevemos

iYS.ga® [P
5Sel—mag dr Z bq (p + Q)

2MO2N J, o~

X Chgo (T) Cho (T) anyy (T) ap (7). (4.42)

Voltando para o formalismo Hamiltoniano, essa acao corresponde ao operador

A
V= —i7 E pq(p+q) a4cL_q7Jck7gaL+qap, (4.43)
kpqo
onde rs
cd
= ) 4.44
2M Q)2 ( )

O processo elementar de espalhamento descrito por V' é ilustrado na figura
4.1.

4.4 Calculo perturbativo da resistividade

Vamos tratar o termo V na Eq. (4.43) como uma perturbagao e calcular

o efeito sobre a resistividade do sistema usando a formula de Mori da Eq.
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k—q p+q
q /ﬂ/
\k\
k \p

Figura 4.1: Espalhamento entre elétron (linha continua) e magnon (linha
tracejada) mediado por fonon optico (linha ondulada).

(2.88). Usando a Eq. (4.43), obtemos

- , e
J=—i[J,V]= —7 Z W (p,q) clfqyackga;ﬂap, (4.45)

kpqo

onde W (p,q) = pg® (p + q) a* é a amplitude de espalhamento. Vamos calcu-

lar a funcdo de correlacdo a temperatura finita da Eq. (2.89). Temos

<TTJ(T)J<0)> - (%)2Z|W(P,Q)|2

% (Tl (7) o (7) cl, (0) 1 (0))

X (Trthey () @y (7) 0l (0) apag (0)) . (4.46)

Os valores esperados podem ser decompostos como produtos de funcoes de

Green na forma

<TTJ(T)J(O)> - 2(%>QZIW(p,q>|2 X

kpq

X G (1) Gy () Dy (1) Dy (1), (4.47)

onde G (1) = <TTcL(7 (T) Cho (0)> e D, (1) = <TTcL7 (T) Cho (0)> sao as fun-
¢oes de Green térmicas de elétrons e magnons, respectivamente. Em resposta

linear, isso equivale a calcular o diagrama da figura 4.2. Passando para o es-
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Figura 4.2: Diagrama para calculo de resposta linear.

paco de freqiiéncias e integrando sobre o tempo imaginario, obtemos

(i, = (%) St

kpgq
X T3 Z gk:jgk—q,j—n—lppmpp—i-q,m-‘rn7 (448)
jmn
com
G — ! (4.49)
ko iw; — €y '
1
Dy = —. (4.50)
Wy, — Wp

Em seguida, efetuamos as somas sobre as freqiiéncias de Matsubara usando
as relages (2.100) e (2.101). Obtemos

o 9 e\ 2
(), - B () D
iwy L m kpa ek—ek,q—wﬁq—i—wp—i—zwl

x [nr (ex) = nr (ex—q)] [nB (Wp) — NB (Wpiq)]

X [np (Wprg — wp) — np (€& — €1—4)] - (4.51)
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Para obter a correlacao retardada, fazemos iw; — w + in, com n — 0. A

parte imaginéaria fica

w((0)),,, = () Swwor

X [nr (ex) — nr (€x—g)] [ (Wp) — 1B (Wpig)]
X [np (wp+q - wp) —np (€, — Equ)]

X 0 (€ — €p—g — Wpiq +Wp + W) . (4.52)

No limite w — 0, temos da Eq. (2.88)

p = 2_7;<%) ;IW(p,Q)Iz[nF(Ek)—"F(Ek—q)]

X [ng (wp) — np (Wptq)] {a;_j} st

X 0 (Ek — €k—q — Wptq + wp) . (453)

Em baixas energias (T < TF), a diferenca entre as ocupagoes np (€;) —
np (€x—q) restringe os estados eletronicos aqueles situados sobre a superficie

de Fermi

np(er) = np (k) = (€h—q =€) 0 (& = €r)

- %(ek_q—ek) 16 (k — kr) + 0 (k + kp)] (4.54)
e com 1Sso
2 AN S 0 P (k= k) 0k + )
% _Onp (w, — )2 _Onp
Ow Wp o S Ow Wp—Wp+q

X 0 (€ — €h—g — Wpiq + Wp) - (4.55)
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A altima funcdo delta de Dirac na Eq. (4.55) expressa a conservacio de

energia no espalhamento e permite determinar o momento p (k, q)
_ H q m
ek—ekq:wp+q—wp:>pza{k—§(1+ﬁ>}, (4.56)

onde usamos que €, = k?/2m e w, = p*/2u, com p~t = 2J5S.a*. Podemos

entao definir

R | YR R

m m 2 2

tal que W (k,q) = W (—k, —¢). Usando ainda que

0 (€k = €k—q — Wptq T Wp) = %5 (p—p), (4.58)
temos
A\’ W (k,q)|
Am2kp \ ne |q| ow |,

X (w0 — warg)? {_%pr 16 (k — k) 46 (k + k)] . (4.59)

Integrando sobre k, podemos escrever

o omp (A 2/+°°dq\W(q)|2
P 22kp \ ne 0 q
(9nB
x [—%} . (wp = Wpta)” {—%

, (4.60)

onde agora W (q) = W (kp,q) e p= £ [kF — 4 <1 + %ﬂ
Em baixas temperaturas, a fun¢ao (—dng/0w) decai rapidamente com w.

Por isso, o integrando da Eq. (4.60) s6 é finito quando

Wy — Wprq = 0= q (¢ — 2kp) = 0. (4.61)
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Notamos porém que a amplitude de espalhamento é nula para ¢ = 0. Logo,
para T' < w (kr) podemos aproximar o integrando na vizinhancga de ¢ = 2kp

e p = —kp. Definimos a variavel de integracao

ke

o7 (g~ 2k) (4.62)

2= Wp — Wpyq N

e a Eq. (4.60) se reduz a

m2u (AN |W (2kp)|* [ Onp oo onp
~ — — dz2* |—-—=|. (4
P 212k, (ne) 2kp [ Ow }w(,@) /OO = { 0z } (4.63)

A integral em z pode ser calculada facilmente

+o00 +00 2
/ dz 2 [— anB} = 452/ dx xx = 2%62. (4.64)
_ 0

o 0z er —1

Substituindo X\ dado pela Eq. (4.44), |[W (2kp)| = 4 (kpa)* e n = 2kp /T,

obtemos

71 (TSega?\? mmp (kpa)® T w (kg)
7wl L _ , 4.65
= e ( 02 ) 12M?  ep P T (4.65)
Finalmente, a resisténcia R = Lp é dada por
7 L (YS.ga*\* 7mp (kpa)® T w (kg)
R=—— — - . 4.66
e? a ( Q2 ) 12M2?  ep P T (4.66)

Podemos ainda expressar esse resultado como correcao a condutancia do fio.
No caso unidimensional, h& apenas dois canais de propagacao para o elétron

(dois canais de spin) e a condutéancia é

Go =— =Ry = . (467)

ou Ry = 7/e* no sistema natural em que h = 1. Somando a corregao O R
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Figura 4.3: Espalhamento indireto entre um elétron de momento kr e um
magnon de momento —kp. O magnon é repelido pela regiao com maior
densidade de ions e maior Jg.

devida ao espalhamento elétron-magnon mediado por fonons, obtemos a cor-

recao equivalente na condutancia na forma G = Gy + 6G com

3G = (4.68)

2*L (YS.ga*\* wmp (kpa)® kT o [0 ()
hoa \ RO 602 e VT TkpT |

Hé alguns comentérios a fazer sobre o resultado da Eq. (4.68). Primeiro,
notamos que a correcao 0G é extensiva e portanto cresce com o tamanho
do fio magnético. Segundo, como este ¢ um calculo perturbativo, o resul-
tado é valido no limite de acoplamento fraco (|Y|S.a) (ga) < k€2, o que é
compativel com a hipdtese de fonons dpticos de frequéncia alta. Por dltimo,
a dependéncia de 0G com a temperatura é tipica de um processo com gap
de energia igual a hw (kp) = Jy S, (kpa)®. Essa é a energia necessaria para
criar um magnon de momento p = —kp, que colide um elétron de momento

k = kr situado na superficie de Fermi. O elétron é entao espalhado para tréas,
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com uma transferéncia de momento ¢ = 2kr. Uma interpretacao fisica dessa
interacao ¢é ilustrada na figura 4.3. Ao interagir com a rede, o elétron emite
o féonon de momento 2kg, que provoca a aproximagao dos ions. Na regiao
de maior densidade de fons, a sobreposicao dos orbitais atdomicos é maior e
o acoplamento de troca Jy aumenta (para T < 0). Conseqiientemente, a
energia dos magnons é maior nessa regiao e o gradiente de Jy atua como um
potencial que repele os magnons incidentes.

Em geral, Jy < h{2 e 0 espalhamento elétron-magnon ¢ ativado em tem-
peraturas bem mais baixas do que o espalhamento linear nos fénons. No
caso de haver um gap no espectro de magnons, o resultado da Eq. (4.68)
ainda é valido se usarmos hw (krp) = A + JgS. (k:Fa)2. Notamos, porém,
que esse processo ¢ mascarado se existe um acoplamento de troca entre elé-
trons e spins localizados (interagao Kondo Jx # 0), porque este implica
em um espalhamento linear nos magnons que é ativado na escala de energia

wo = w (2JxS/vr), que é tipicamente mais baixa.
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Capitulo 5
Impureza e interacao spin-orbita

O termo de interacao spin-Orbita surge da expansao da equacao de Dirac
em torno do limite nao relativistico. Apesar de sua origem relativistica, esse
termo é relevante para varios calculos de bandas em Estado Sélido. Recente-
mente, a interagao spin-orbita tem suscitado grande interesse devido ao forte
acoplamento observado em heteroestruturas — nome genérico dado as estru-
turas formadas pela justaposicao de semicondutores com gaps e potenciais
quimicos distintos. O tipo mais simples de heteroestrutura é a heterojuncao,
que consiste na interface entre duas camadas de semicondutores. Para que
as camadas entrem em equilibrio, ocorre uma transferéncia de elétrons da
regiao com energia de Fermi mais alta para aquela com energia mais baixa.
O actimulo de cargas opostas nos dois lados da juncao cria um campo elétrico
intrinseco que curva as bandas e confina elétrons da banda de condugao a
interface, formando um gas de elétrons bidimensional [19]. O mesmo campo
elétrico originado da assimetria da juncao é responsavel pelo forte acopla-
mento spin-6rbita, que nesse contexto ¢ chamado de acoplamento Rashba
[47].

Neste capitulo investigamos alguns efeitos da interacao spin-o6rbita nas
propriedades de transporte eletronico num sistema unidimensional. A carac-

teristica mais marcante da interacao spin-orbita é a separacao “horizontal”

101
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das bandas de spin na auséncia de campos magnéticos. A direcao de pola-
rizacao do spin nessas bandas é perpendicular a direcao de movimento do
elétron. As bandas sao degeneradas na vizinhanca de k£ = 0, mas a aplicacao
de um campo magnético externo levanta essa degenerescéncia e abre um gap
de energia nessa regido. E nesse cenario que analisamos o espalhamento dos
elétrons por uma impureza nao magnética. Em campo magnético nulo, nao
hé& surpresas: a impureza espalha elétrons apenas entre estados da mesma
banda (mesmo spin) com transferéncia de momento 2kp. Para B # 0, as
bandas deixam de ter direcao de polarizacao de spin bem definida e surge
a possibilidade de espalhamento com inversao de spin. Mostramos que, se
o nivel de Fermi é ajustado de forma a coincidir com a regiao do gap em
k = 0, esse tltimo mecanismo de espalhamento pode dominar e fazer com

que a resisténcia do sistema seja controlada pelo campo magnético.

5.1 Esquema de bandas com interagao spin-o6rbita

O Hamiltoniano de um elétron que se move no plano xy sujeito a interacao

spin-o6rbita é

1 2 2 =
Ho= 5~ (i +p,) + 555 (@ xp)- E+V(2), (5.1)

onde m é a massa efetiva do elétron, ¢ é a velocidade da luz, E é o campo
elétrico externo ou intrinseco e o potencial V' (x) representa uma barreira que
confina o movimento do elétron & direcao y, a fim de atingir o regime unidi-
mensional (fio quantico). Em heteroestruturas, o campo elétrico resultante
da assimetria entre o potencial quimico das camadas é normal & superficie

da interface. Substituindo E = EZ, obtemos

1
Hy = . (pi —l—pj) + o (0,py — oyps) +V (7)), (5.2)



CAPITULO 5. IMPUREZA E INTERACAO SPIN-ORBITA 103

onde o = eE/2m?c? ¢ o parametro de acoplamento Rashba. Costuma-se

descrever V (z) como o potencial de um oscilador harmonico

V(z) = %mw%xz. (5.3)
Para fios quanticos suficientemente estreitos, podemos desprezar o termo de
acoplamento do spin com o momento transversal H,,;,, = —aoyp,. Nesse
caso, os autoestados de H possuem spin polarizado na direcao = e energia
€no (ky) = (n+1/2)wo + k2/2m + oak,, com o = £. Para fios de largura
finita, o termo H,,;, pode ser tratado perturbativamente. Seu efeito é acoplar
subbandas de n diferentes e desviar ligeiramente a direcao de quantizacao do
spin do eixo z [78]. O efeito de mistura das subbandas serd pequeno se a
separacao entre elas for suficientemente grande. Estima-se que isso acontece
para largura de confinamento w < 1/ma ~ 150 nm para os parametros do
InAs o = 2,2 x 107 eVm e m = 0,023 mg, onde mg é a massa do elétron
livre [48]. Para densidades baixas (ep < wp), apenas a subbanda mais baixa
é ocupada e podemos desprezar as subbandas superiores. Definindo p, = p,

podemos escrever
2

p
H~ — D, 5.4
2m +aop (5.4)
a menos da constante wy/2. As autofun¢ées de H sdo da forma v, (y) =

L~1/2¢%9 .. com os spinores correspondentes aos estados de spin na direcéo

+x
_1 1 _ B 1 1 55
Xﬁ—ﬁ 1 ; XH—E 1 ) ()

onde — representa spin polarizado em +z (0 = +) e « representa spin
polarizado em —z (o0 = —).

E interessante analisar o efeito de um campo magnético B aplicado na
direcao z. Consideramos o Hamiltoniano

2
Hy=+—+ao,p—Bo, =" _ Bg, —
m
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onde absorvemos em B o fator (¢/2) up = ge/4mc correspondente ao mo-
mento magnético do elétron (g é o fator de Landé dependente do material).

Para B # 0, os spinores dos autoestados passam a depender do momento

cos ) sin %)
X+ (k) = . g(k) , X-(p) = Q(Qk) ) (5.7)
— Sin 5 COS ——

2
onde o angulo 0 (k) é dado por

0 (k) = tan™* %“. (5.8)

Observe que 0 (—k) = —0 (k). As energias dos autoestados sao

k2 2

et (k) = - + 4/ (ak)” + B2 (5.9)
A figura 5.1 mostra a dispersao das bandas de spin na presenca de aco-
plamento Rashba forte e campo magnético perpendicular. Para B = 0, o
efeito do acoplamento Rashba é separar as duas bandas de spin, deslocando
o fundo da banda de £ = 0 para k = +ma, como evidencia o Hamiltoniano
(5.6). As duas bandas possuem diregao de polarizagdo do spin bem definida:
—x para a banda da direita e +x para a banda da esquerda. Assim, para es-
tados completamente preenchidos até o nivel de Fermi, h& mais elétrons com
spin +x (—x) se movendo para a esquerda (direita) do que para a direita
(esquerda). Isso cria uma corrente de spin persistente (Js) = (J_, — J_) #0
mesmo para campo B = 0. A diferenca na precessao de spin entre elétrons
polarizados em +x e —z na superficie de Fermi é também a base do tran-
sistor de spin proposto por Datta e Das [49]. No entanto, ao contrario da
polarizagao induzida por um campo externo (efeito Zeeman), o estado funda-
mental do sistema tem magnetizacao nula porque o acoplamento spin-6rbita

preserva a simetria de inversao temporal, de modo que ¢, (k) = €_, (—k).

Quando o campo externo B é ligado, o termo em o, mistura os auto-
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g, (k)
€ (k)
& ,
£=0 \\ o \/ +mo
T | ko k,+mao.
OCSD |o : \/

Figura 5.1: Bandas com acoplamento Rashba forte e campo magnético ex-
terno B = 0 (linha tracejada) ou B # 0 (linha continua).

estados de spin x_, e xy_ na regiao em que eles sao degenerados. Por isso,
as bandas se repelem e aparece um gap em torno de kK = 0. As duas novas
bandas sao rotuladas pelo nimero quantico A = + e as dispersoes sao dadas
pela Eq. (5.9). A diregao de polarizacdo deixa de ser bem definida e depende
do momento k segundo a Eq. (5.7). A banda inferior A = — ¢ aproximada-
mente polarizada na dire¢do —x para k > 0 e k > B/« e na diregdo +x para
k <0e |kl > B/a. O oposto vale para a banda superior A = +. Na regiao
|k| < B/a, o campo magnético aplicado supera o acoplamento spin-orbita e

os spins sao polarizados na diregao 2.

5.2 Potencial de uma impureza

Queremos investigar como o acoplamento spin-6rbita modifica o espalha-
mento dos elétrons de condugao por uma impureza nao magnética. Discuti-
remos também o efeito de interacoes eletronicas em uma dimensao. Para isso,

reescrevemos o Hamiltoniano (5.6) em linguagem de segunda quantizacao

Hoy = Z ex (k) CL/\C/W\? (5.10)
kA=
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onde as dispersoes €, (k) sdo dadas pela Eq. (5.9) e os operadores de aniqui-

lagao cxy s@o escritos em termos dos operadores ¢y, (relativos & diregao z)

como
o (k 6 (k

Ck+ = COS ( >cm—sin ( )ckl, (5.11)

Ch— = sin i (j) Cr1 + cos 0 (Qk) Ck)- (5.12)

O potencial de uma impureza localizada é representado por um potencial

V (z), que em termos dos autoestados |kA) de Hy fica

V= (kAV]pp) chycp. (5.13)
kpAu

O elemento de matriz que aparece na Eq. (5.13) é

WAWVIp) = 3 [ de(eAeo)V (z) Gaolpn

ei(p—k)z
= [ eV @) S )

= R ), (519
onde usamos que

V(x) = % ; Ve (5.15)
Para B = 0, XT\ (k) xu (p) = 0y, e a impureza ndo magnética nao pode

espalhar elétrons entre estados de spins diferentes. Entretanto, um campo
B # 0 introduz uma mistura entre esses estados e nesse caso temos (usando
a Eq. (5.7))

Xk (k) X, (p) = Oy cos {w} — A0y _,sin {#] . (5.16)
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Substituindo na Eq. (5.13), obtemos

S 3 I L) P

2
kpA
Vip . [0(k) —6(p)
- Z)\ Np sin [ 5 b Con. (5.17)
kp\

H& dois termos de espalhamento associados & impureza. O primeiro deles
espalha somente entre estados da mesma banda e o segundo, apenas entre
estados de bandas diferentes. A existéncia dos dois termos estd intimamente
ligada ao fato de que os spinores y, dependem do momento e, em geral,
0 (k) # 0(p) se k # p. Essa é uma particularidade do acoplamento spin-
orbita.

Tomamos a seguir o limite de baixas energias e consideramos apenas
os estados eletronicos em torno da superficie de Fermi (ex\ ~ €p na figura
5.1). Para valores realistas de campo magnético aplicado, B < akp, onde
krp = §n ¢ o momento de Fermi quando o = 0. Por isso, vamos expandir V'

até primeira ordem em B. Da Eq. (5.8), temos

T B
0 (k) ~ k)= — — 5.18
(k) ~ sgn (k) 5~ = (518)
e entao
O, — 0, 1+sgn(kp) sgn(k)—sgn(p) B (1 1
LI B Z(Z-2) (51
cos [ i } 5 + 5 AV (5.19)
2 2 2 \k p

Os termos de espalhamento em ordem zero de B sao

3 Vip 1+sgn(kp) 4

V N 5 CrrCpA

kpA
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Vi—p sgn (k) — sgn (p)
—~ % A 5 o (5.21)

E facil verificar que a Eq. (5.21) recupera o limite B = 0 em que s6 h
espalhamento sem inversao de spin. O primeiro termo da Eq. (5.21) diz
que s6 é possivel espalhar entre estados da mesma banda se k e p tiverem o
mesmo sinal. Por sua vez, o segundo termo s6 permite espalhamento entre
bandas diferentes para momentos com sinais opostos. Considere por exemplo
a energia de Fermi e¢x > 0 como mostrada na figura 5.1. Nesse caso os
momentos em pontos opostos da superficie de Fermi para uma mesma banda
sempre tém sinal oposto. Conseqiientemente, o espalhamento descrito pelo
primeiro termo nao pode acontecer. O tnico espalhamento possivel é de k =
+ (kp +ma) para k = F (kp — ma), com Ak = 2kp e aproximadamente sem
inversdo do spin (embora seja entre bandas de A diferentes). Se diminuimos
er até que ep < 0, apenas a banda mais baixa (A = —) fica ocupada e surgem
quatro pontos de Fermi na mesma banda, dois com k > 0 e dois com k < 0.
Nesse caso é possivel espalhar somente pelo processo do primeiro termo, mas
mesmo assim o espalhamento ocorre sem inversao do spin.

Os termos de primeira ordem em B sao

B Vi—p sgn (k) —sgn(p) (1 1
v/ = = L —— 5.22
1 20 — N 9 k P Ck‘)\cp)\’ ( )
B AVi—pl+sgn(kp) (1 1
Vi = —— d — — = | chyepn 5.23
2 20 =t N 2 L P CexCp,—2 ( )

O termo Vlf espalha entre estados da mesma banda e com momentos de sinais
opostos. Analisando a figura 5.1, verificamos que esse ¢ um legitimo termo de
inversao de spin, pois espalha elétrons de k = kp = ma para k = —krp Fma e
vice-versa. A transferéncia de momento correspondente é Ak = 2 (kr £+ ma).
J& o termo VQf espalha entre estados de bandas diferentes com momentos de

mesmo sinal, o que também é um processo com inversao de spin. A figura
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kF+moc

Figura 5.2: Espalhamento na superficie de Fermi devido a uma impureza nao
magnética a partir de k = kp+ma. O processo usual (Ak = 2kp) ¢ de ordem
zero no campo magnético B. Os processos com “spin flip” (Ak = 2kp + 2ma
e Ak = 2ma) sado de primeira ordem em B.

5.2 mostra os espalhamentos possiveis a partir de k£ = kr + ma classificados
segundo a ordem de B.

Podemos linearizar a dispersao em torno da superficie de Fermi na figura
5.1 e construir um modelo bosonico efetivo que inclui interacoes eletronicas.
Devido a simetria das bandas, a velocidade de Fermi vy é a mesma para
todos os pontos. As flutuacoes de densidade de elétrons de nimero quantico
A = =+ associamos um campo bosoénico ¢, () tal que p, (z) = %—l—\%@xqﬁ,\ (x).
Evitando indices de spin, definimos as combinagoes simétrica e anti-simétrica

dos campos

P54 = % (5.24)

Em termos de ¢g 4 e dos campos conjugados 6g 4, o primeiro termo da Eq.
(5.21) e o termo V; da BEq. (5.22) sio da forma

V. ~ Vo, sin [\/%9,4 (0)} sin [\/%(bs (0)} ; (5.25)

vl o~ % cos [\/%gzﬁA (0)} cos [\/%qbs (0)} : (5.26)
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Note que o termo de espalhamento usual V' depende de 04 e nao de ¢4.
A primeira vista, esse fato parece estar em desacordo com o problema de
Kane-Fisher sobre uma impureza nao magnética num liquido de Luttinger
[21]. Na verdade, isso acontece porque as bandas nao tem spin bem definido.
Se aproximarmos para o limite B — 0, podemos identificar 6,4 com o campo
¢, associado a densidade de spin polarizado no eixo x. Basta notar que os

operadores de aniquilacao dos bdsons sao tais que
dq’r:+7)\:+ =~ dq+<_ ; dq7r:_7)\:+ ~ dq__> ; (5.27)

Qyreyree Rdg  dgpene o dy . (5.28)

Desse modo, 04 pode ser decomposto como

A )
eA (13) = 1 Z 2—\/L_q 6faq/2dqr)\€zrq:p + H.c.

r,X,q>0
e—aq/Z )
S Y oG o™ He = 6,(2). (529

r,0,q>0

Além disso, reconhecemos que ¢g () = ¢, (z) (campo associado a densidade
de carga). Portanto, no limite B — 0, recuperamos o termo de Kane-Fisher
usual. Se incluirmos interacoes entre as densidades de spin polarizadas no
eixo x, a dimensao do operador V na Eq. (5.25) sera D = (K, + K;)/2.
Ja o termo V7 ¢ analogo ao termo de espalhamento com “spin-flip” em
uma parede de dominio que encontramos no capitulo 3. Sua dimensao é
D = (K.+ K;') /2 (obtida trocando ¢4 — 0,). Esses termos geram re-
sistividades que dependem como leis de poténcia da temperatura, mas os
expoentes v = 2D — 2 sao diferentes nos dois casos se K, # 1. Pela regra
de Mathiessen, a resistividade total é soma das duas resistividades. Em ge-
ral, deve-se esperar que a diferenga nos expoentes seja pequena (K, =~ 1)
e que o espalhamento usual de uma impureza nao magnética domine sobre

o espalhamento com “spin flip”, j4 que a amplitude deste é menor por um
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fator de ordem B/akpr < 1. Na proxima segao discutiremos um caso em que
é possivel suprimir o espalhamento usual em baixas temperaturas, fazendo

com que o espalhamento com inversao de spin se torne o mais relevante.

5.3 Promocao do espalhamento com inversao
de spin

Uma possibilidade interessante que ainda nao analisamos diz respeito ao
que acontece com o espalhamento pela impureza quando o nivel de Fermi
cai exatamente sobre o gap aberto pelo campo magnético B (e = 0 na figura
5.2). Obviamente, esse é um caso que depende de ajuste fino do acoplamento
Rashba e da densidade eletronica. A relacao a ser satisfeita é

ma? k2

5= ﬁ = a = vp. (5.30)

A viabilidade desse caso em termos dos parametros experimentais serd dis-
cutida no final da secdo. Por ora, notamos que a presenca do gap A = 2B
em k = 0 suprime o mecanismo dominante descrito por V na Eq. (5.21)
porque nao hé estados na superficie de Fermi para onde espalhar elétrons a
partir de k = £ (kp + ma) = +2kp. Em decorréncia disso, o espalhamento
com inversao de spin descrito pela Eq. (5.22) deve dominar em temperaturas
muito menores do que B.

Vamos calcular perturbativamente a resisténcia devido a cada um dos ter-
mos e comparar as dependéncias com a temperatura e com o campo magné-
tico aplicado. Considere primeiro o espalhamento de estados com k ~ +2kp
para k =~ 0. Observe que a amplitude desse espalhamento deve ser de ordem
zero em B (porque sobrevive no limite B — 0), mas o espalhamento para

B # 0 ocorre entre estados com spin polarizado em +z (em k ~ +2kp) para
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estados polarizados em £z (em k ~ 0). Para p ~ 0, temos da Eq. (5.8)

ap
0(p) =~ —. 5.31
(r)~ 5 (5.31)
Por isso, retornamos & Eq. (5.17) para calcular a resisténcia devido a esse

processo. Temos que

J = % Z Vi—p (k — p) cos [w] CZ,\Cp,\

kpA
{9 (k) —6(p)

ea :
- Z AVi—p (k — p) sin 5 ] cbcpﬁ)\. (5.32)

kpA

Usando a formula de Mori (2.88), obtemos a expressao da resistividade para

freqiiéncia w — 0

ma? 1 9 2| Onp
p = (ne)’ ﬁZWk—M (k—p) {—WLM

kpA
X {COS2 {w]  (€xn — €pn)
+ sin? {w] d (€ — ep7_A)} . (5.33)
Podemos tomar k ~ +2kp (A = —) e p &= 0, incluindo o fator de 2 pelo termo

em que trocamos k — p. Nesse caso, segue da Eq. (5.18) que 0 (k) > 0 (p)
e cos? (6;/2) =~ sin? (0;,/2) ~ 1/2. Obtemos

a? 1 2 [ anF]
~ — | dk [ dp|Vi|*K?* | ——==
P 47r(ne)2 L/ / pIVid e h

X [0 (eh— — €p—) + 0 (€= — €p1)] (5.34)

Usamos a funcao delta de Dirac para eliminar a integracao em k. Como
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k > B/a, aproximamos a dispersao (5.9)

- R 5= —Q || . (5.35)

Além disso, em baixas energias (I < B) podemos adotar a aproximagao

2
€ps A+ ( b ) , (5.36)

2m

quadratica

onde m* é a massa efetiva da banda, definida por

1 1 a?
= — 4+ — 5.37
m*  m + B’ ( )

de modo que m* ~ B/a? < m para B < ma?. A conservagiao de energia

fornece entao

€ = €pr = k ~ £2ma = £2kp, (5.38)
§(ere — p) = kﬂ (6 (k — 2kp) + 6 (k + 2kp))]. (5.39)
F
Integrando sobre k, ficamos com
4ma k on
——— [V, / { F} . (5.40)

Usando a aproximacdo de baixas energias —0np/0e ~ Be Pl temos

dAma?k +oo .
p o~ ACEE P BetP / dp B

L (ne)’ 0
dma*kp Tom* _sp

= — 5.41
7TL (n )2 | 2kF’ 2 € ( )

Portanto, a resisténcia devido ao espalhamento para p ~ 0 fica

h o/ ma \2 |[mgupB gupB
Ry = |V ( ) _ . 5.42
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A resisténcia devido ao espalhamento com inversao de spin da Eq. (5.22)

também pode ser calculada usando a formula de Mori. O céalculo é imediato

h ma \2 [ gupB 2
ra= v P () (222 543

e fornece

As Eqgs. (5.42) e (5.43) confirmam o que haviamos antecipado sobre os dois
mecanismos de espalhamento. Por causa do gap em k = 0, o espalhamento
usual decai exponencialmente com a reducao da temperatura ou com o au-
mento do campo magnético. Em compensacao, a medida que se aumenta
o campo magnético, o espalhamento com inversao de spin cresce com B2
Em temperaturas muito baixas devemos ser capazes de observar o “crosso-
ver” entre dois regimes aumentando o campo magnético (figura 5.3). Quando
B =0, o espalhamento é dominado por Vy,.. Quando aplicamos um campo
B # 0, o gap comega a suprimir o espalhamento de Vi, e a resisténcia
cai (magnetorresisténcia negativa). Para B > T, a contribuicdo R; decai
exponencialmente até ser superada por Ry (espalhamento de V%}). Nesse
ponto, a resisténcia comega a crescer novamente (magnetorresisténcia posi-
tiva). Portanto, deve existir um minimo de resisténcia total Ry = Ry + Ry

para o campo By (T < By < akp) dado pela equagao

dRy . [rA »
i = — — V21 A3 ¥ = 44
7B 0= 5 T ( 5 T x) e 0, (5.44)

onde definimos = = gupB/2akr < 1 e A = akp/kgT > 1 e aproximamos
Vokp = Vogz,. Para T = 1K, kp = 2 x 107% cm e m = 0,036 mq (valores
extraidos da Ref. [48]), temos A ~ 980. A solugdo numérica da Eq. (5.44)
fornece zo = 0,014 e dai gugBy ~ 1,2 meV. Para g = 13 (Ref. [79]),
encontramos By &~ 3,2 T. A resisténcia minima R7™ é dada por

T -5
~3x 1075, (5.45)
Ry
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R~ exp(-B/T)

Resisténcia

Figura 5.3: Resisténcia associada ao espalhamento por impureza em funcao
do campo magnético aplicado quando ¢ = ma?/2 acima do fundo da banda
(ou € = 0 na figura 5.1). Ry é a contribui¢ao do espalhamento usual e Ry é
a contribuicao do espalhamento com inversao de spin.

onde ok )
o _ 2h 2 ma
Ry = 5 WVare (55 (5.46)

¢ a resisténcia associada ao espalhamento pela impureza a campo B = 0.
Isso mostra que o campo magnético pode suprimir quase completamente a
resisténcia associada ao espalhamento pela impureza nao magnética. Consi-

derando a condutancia finita do fio quantico, podemos calcular a magnetor-

resisténcia
AR _ (h/e*+ Ry™) = (h/2¢* + RG) 1 1 (ma|Vy,|\* (5.47)
R h/e* + Ry S22\ MR T

Observe que para |Var,.| — 0 a magnetorresisténcia é, na verdade, positiva
porque a abertura do gap quando B # 0 reduz o ntimero de canais de pro-
pagacao dos elétrons e, conseqiientemente, aumenta a resisténcia de contato
de (2¢2/h)"" para (e2/h)”". A situacdo é revertida se o espalhamento pela
impureza ¢ muito grande (R% > h/e?). Nesse caso, a condutanciaa B =0 é
praticamente nula e o efeito do campo magnético é praticamente “remover”

a impureza e restaurar o plato de condutancia em e?/h.
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A resisténcia Ry na Eq. (5.43) é independente da temperatura, mas
passa a depender de T como uma lei de poténcia se incluirmos efeitos de
interacao eletronica. Para 7' < B, podemos ignorar a presenca da banda
A = + e linearizar a banda A = — em torno de k = £k}.. O procedimento é
equivalente a bosonizacao do modelo de férmions sem spin, com a diferenca de
que, no nosso caso, os elétrons com k ~ +k}. (ramo R) tém aproximadamente
spin polarizado em —x («) e os elétrons com k ~ —k}, (ramo L) tém spin
polarizado em +z (—). Definimos os campos ¢ e ¢, nos ramos direito

e esquerdo, respectivamente, e a partir deles os campos duais

Or— — QR _ OrL— + Or—

V2 V2 ’

tais que [¢ (x), 0,0 (2')] = id (x — 2’). Em termos dos campos bosonicos, o

¢ = , 0 (5.48)

potencial Vlf da impureza fica
Vi ~ cos [\/47rq§ (O)} .

Assim, a resisténcia R, ¢ alterada por um fator ~ (T/T%)** 2, onde K é o

parametro de interagao do liquido de Luttinger

2 _
K—\/ TUF + g4 92 (5.49)
2mvp + gs + g2

Para interagoes repulsivas, K < 1 e Ry cresce quando 7" — 0. Por isso,
a amplitude |Va,.| que aparece na Eq. (5.47) deve ser renormalizada no
caso interagente para uma amplitude efetiva ~ [V, | (T/T)*'. Como
resultado, a magnetorresisténcia liquida pode ser negativa e bastante grande.

Finalmente, devemos considerar a possibilidade de observar o efeito de
espalhamento com inversao de spin dentro dos parametros experimentais. A
grande dificuldade é o ajuste do nivel de Fermi de maneira que se tenha
o = vp. Um valor tipico de a é v = 0,22 éVA = a/h~ 3,3 x10* m/s. Para

os compostos semicondutores usados atualmente, /vy < 0,2 [52], que esta
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abaixo do que precisamos. Mesmo assim, talvez seja possivel atingir a = vp
amplificando o acoplamento Rashba (com potenciais mais assimétricos, por
exemplo) ou diminuindo a densidade eletronica (menor vg). Nesse mesmo
sentido, o resultado da Ref. [52] mostra que a deve aumentar com a dimi-
nuicao da densidade devido a efeitos de interagao eletronica. O ajuste fino
de a = vp (necessariamente com erro menor do que o gap (g/2) upB) pode
ser conseguido controlando a densidade e o parametro o independentemente

por meio dos campos elétricos aplicados sobre o fio quantico [48].
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Capitulo 6
Conclusoes

Neste trabalho, estudamos propriedades de transporte de elétrons unidimen-
sionais acoplados a uma rede de spins localizados ou na presenca de interagao
spin-orbita.

No problema de magnons sobre uma parede de dominio, mostramos como
quantizar as flutuagoes magnéticas sobre uma configuracao de equilibrio nao
homogénea usando uma representacao angular semiclassica para os spins lo-
calizados. Mostramos que no caso da parede de Bloch, cuja largura é fixada
pela anisotropia, aparece um gap no espectro de magnons que é tanto maior
quanto mais estreita a parede. Esse gap suprime o espalhamento inelastico
no limite de paredes estreitas e da sustentacao a aproximacao de magneti-
zagao estatica no calculo do transporte eletronico através de uma parede de
dominio.

O estudo do espalhamento de elétrons interagentes em paredes de dominio
magnético revelou que as interacoes repulsivas podem amplificar a magnetor-
resisténcia da parede de dominio. O comportamento isolante é previsto tanto
pela analise de grupo de renormalizacao quanto pelos calculos de resposta li-
near a freqiiéncia e temperatura finitas. Esse resultado aponta os sistemas
unidimensionais como candidatos a exibirem uma magnetorresisténcia ex-

pressiva. Além disso, coloca as paredes de dominio magnético na mesma
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categoria das impurezas (magnéticas ou nao) como fontes de espalhamento
singular de um liquido de Luttinger.

O espalhamento entre elétrons e magnons mediado por fénons virtuais que
propusemos é ativado em temperaturas menores do que o espalhamento por
fonons. A observacao experimental desse mecanismo depende de se encon-
trar um material com forte acoplamento elétron-fonon (possivelmente com
uma fase supercondutora em baixas temperaturas) e forte dependéncia do
acoplamento de troca com a separacao entre os ions, mas sem acoplamento
direto entre os elétrons de conducao e a rede magnética.

Num sistema unidimensional com interacao spin-o6rbita e campo magné-
tico perpendicular, a direcao de polarizacao das bandas de spin é dependente
do momento. Analisamos um caso especial de espalhamento dos elétrons por
uma impureza nao magnética que depende do ajuste fino entre o acoplamento
Rashba e a velocidade de Fermi. Vimos que nesse caso ¢ possivel suprimir
o espalhamento usual e controlar a resisténcia do fio quantico aplicando um
campo magnético. A magnetorresisténcia prevista pode ser bastante grande
no caso de elétrons interagentes, pois as interacoes repulsivas reforcam o

espalhamento pela impureza em baixas temperaturas.



Apéndice A

Autofuncoes dos magnons na

parede de Bloch

Queremos encontrar as autofuncoes da equacao diferencial
(=0 + V(2)) p(a) = wep(z), (A.1)
onde
V(z) = % [tanh2 <§> — sech? (;)} = %tanh2 <§> - %
Seguimos a referéncia [59]. Tomando z = z/\, obtemos
(=02 4+ vtanh® 2) p(z) = ep(2),
onde v =2 e € = 1 + \w. Fazemos
@ (2) = e sech’2F (2), (A.2)
com a e b tais que
A+ = —e+u,
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2ab = 0,
e ficamos com
F" —2[a+btanh 2] F' + [v — b (b + 1)]sech®2F = 0.

Passando para a varidvel u = (1 + tanh z) /2, obtemos

2

F+[a+b+1—2(b+1)u]d—F+[v—b(b+1)]F:0, (A.3)

1 — ) —
u(l=u)5s du

que ¢é a equacao diferencial da funcao hipergeométrica

1 [ 1 1 1
F:F<b+§— v+1,b+§+ v—l—ﬂa—i—b—l—l\u),

ab a(a+1)b(b+1) ,
F(a,b =1+—
(a,b]el 2) LR 2lc(e+1) ‘

Vamos encontrar os possiveis estados ligados (e < v). Tomamos

a = 0,

b = v — €.

A autofuncao ¢ (2) sera de quadrado integravel se a série de F' for finita, o

que acontece se
1 1

bn a - = N,

+2 v+4 n

onde n =0,1,2,..., mas tal que b, > 0. Com v = 2,
bp=1—n

e s6 ha um estado ligado: n =0, b = 1, F(0,3|2|u) = 1. A autofuncao
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normalizada é entao

1 T
xr) = ——sech—. A4
Vejamos agora os autoestados de espalhamento (¢ > v). Nesse caso, es-
colhemos
a = \Vv—e=—iRr, (A.5)
b = 0. (A.6)
Entao
, 1 11 1
=e"™E | = — - = — 11— )
p(z)=e <2 \/v+4,2—|—\/v+4| m|u>
Com v = 2,

1Kz

i . 2 tanh
QO(Z)zeanF(_1’2|1_Z'/€|u>:emz{l_ u}:l{—l—l an Ze

1 -1k K+1

Definindo k = k/\, obtemos

1 +itanh (z/X) /kX e*®
144/kA VL

O fator de normalizacao N deve ser tal que

or () =N (A.7)
Orp = NQ/de () ¢p (2)

1+ 1 . A
= N Z/dxel(pk)‘”—irO(Z)

Entdo, no limite L — oo, (1/L) [ dz e'®* = § (k — p)

N =1,
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_ 1+itanh (z/X) [kX e

) A.8
o (2) L+ifkx VI (4-8)
Os autovalores correspondentes sao, segundo a Eq. (A.5)
—1 21 1
w= R Tl e (A.9)

A2 A2 A2

Os k’s permitidos sao determinados pela condicao de contorno

vr (=L/2) = or (L/2),
L—i/kXA
Tifkn

2nm 1 1 2kp A\
=——— — . Al
k, T "I tan (k‘%)@ — 1) (A.10)



Apéndice B

Conservacao de momento na

parede de Bloch

No caso da cadeia de spins com anisotropia finita, espera-se que o momento
dos magnons nao seja conservado porque o potencial V' (x) quebra a invarian-
cia translacional e as autofungoes nao sao ondas planas. Entretanto, vamos

mostrar que, no limite L — oo, M,, x 6,,. Usando as autofungdes (2.63),

1 13 o
Mpq: m{(gpq+za/dﬂfe(p 9) tanh(a://\)} (Bl)

Calculamos a integral [ = fj; dz e*® tanh (x/)\) usando o contorno da figura
B.1. A integral sobre Cj é

temos

-R ittx /N _ —im—x/A

. z _ .. € (& _
dz e** tanh = = da e ™RA kT — . = —e TRAT
s A +R eim+a/A + e—imr—z/A

Sobre Cy e (Y4,
ikR

k

/ dz ¢ tanh = — i (1 — e’”k)‘) ,
C A
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Imz y

G iTA

iTA2 c

-R 0 C +R Rez

Figura B.1: Contorno de integracao.

—ikR

/ dz ¢*** tanh z — 9 (1 — e’“k’\) .
Cu A

O podlo em z = iw\/2 tem residuo
Res (im\/2) = e ™2,
Entao

j{dz e'h? tanh§ = (1 _ eﬂrk,\) ja 22.005 kR

(1 . efwk)\) — 271'2')\67”]6)\/2,

I = iwAcschﬂTk)\ — 2 coskkR.

Substituindo em (B.1), obtemos

__ 1 1 Jeosp—g)L/2 _  T—@)A
Mpq_lﬂ/pA{éerpL{ (p—q)A/2 S H (B2)

A expressao acima é convergente para p — q

1

My, = ————.
M 4 i/gh

Note que (B.2) se reduz a d,, no limite pA > 1, em que o comprimento de

onda do magnon é muito menor do que a escala de variacao do potencial, e
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0.5

04 — L/A=20 |

---L/A =100

Figura B.2: Fator de ndo conservagao de momento |M,,|? (p # q) para p =
1/X e dois valores de L/A. A linha pontilhada indica o valor maximo da
funcao no limite termodinamico.

vai a zero no limit ¢ — 0.

Lembramos que p > 1/\ e dai 1/2 < |M,,|? < 1. Para p # q, a expressao

,_ 1 Jes(p—q)L/2 wA 7w(p—g) ]’
|MPQ| - T - 5

1+ (N2 (p—q)L/2 L 2 (B:3)

apresenta um méaximo global na vizinhanca de [p — ¢| ~ 1/L). Vamos calcu-
lar a posicao desse pico. No limite A\ < L a condicao de maximo conduz a
equacao

usinu + cosu = 1,

onde u = (p—q)L/2. A solugdo numérica que procuramos é u =~ 2,33.
Portanto, o pico ocorre para |p — q| = 4,66/L. O valor de \]\4Pq|2 nesse ponto
& [ Mrmar| 2~ 0,525 1 4 (pA) 271 < 0,262. Além disso, a figura B.2 mostra
que |M,,|? é apreciavel apenas para |p —¢q| < 10/L. No limite \/L — 0,
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pode-se aproximar a Eq. (B.3) nessa regido e obter

s 1 1—cos (p—q) L/2]7
e TH R e v
_ 16r  sin?(p—gq)L [LsinQ(p—q)L}
1+ (pA)?2 L L (p—q)?
16 sin?(p—q)L
5 () 7 6(p—aq),

que se anula. Portanto, no limite termodinamico L — oo, a conservacao de
momento é recuperada
M2 = (B.4)
B S V(NS
Esse fato é, porém, uma peculiaridade do potencial (2.53), que tem coeficiente
de transmissao igual a 1, como se pode verificar pelas autofuncoes da Eq.

(2.63). Um magnon incidente em x — —oo com funcao de onda

(1) ~ 1—i/p\ e?®
LA +1i/pX VL

é espalhado para a frente (xr — +00) com fungao de onda

diferindo apenas por uma fase da onda incidente. Para p — 0, a diferenca de
fase é exatamente m. As duas funcoes de onda sdao autoestados de momento,

dai a conservagio revelada na Eq. (B.4).
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