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Resumo

Investigamos os efeitos macroscopicos de ondas das densidade de carga (CDW) e da supercondu-
tividade em sistemas organizados em planos que exibem quebra da simetria de inversao da rede
(o que permitiria o aparecimento de piezoeletricidade), como nos metais de transicdo dicalco-
genados (TMDs). Partindo da teoria de Ginzburg-Landau com dependéncia temporal a baixas
temperaturas, estudamos como as distor¢oes da rede e os modos coletivos de baixa energia da
CDW se acoplam ao pardmetro de ordem supercondutor na presenca de campos eletromag-
néticos. Demonstramos que a supercondutividade e a piezoeletricidade podem coexistir nesses
metais singulares. Além disso, este estudo indica a natureza do ponto critico quantico entre a fase
CDW comensuravel e a fase de faixas de carga, observado em fungao da pressdo aplicada. Estes
resultados sdo utilizados para fundamentar um modelo microscépico que unifica a supercondu-
tividade as fases de CDW nos TMDs. Baseados na natureza do acoplamento elétron-fonon e na
topologia peculiar da superficie de Fermi, propomos que o gap de CDW tem simetria f e quebra
a simetria de inversdo da rede na fase disorcida. As quase-particulas da teoria sdo férmions de
Dirac definidos pelas exitacoes elementares da CDW na vizinhaca dos nés da superficie de Fermi,
onde o gap da CDW se fecha. O estado supercondutor é formado pela atragdo entre férmions de
Dirac através de fonons virtuais mediados pelo acoplamento piezoelétrico. Segundo esta teoria,
as propriedades de transporte e o tempo de meia-vida das excitacoes de quase-particula mostram

fortes desvios em relagdo & teoria do liquido de Fermi.
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Abstract

We investigate the macroscopic effects of charge density waves (CDW) and superconductivity
in layered superconducting systems with broken lattice inversion symmetry (allowing for piezoe-
lectricity) such as two dimensional (2D) transition metal dichalcogenides (TMD). We work with
the low temperature time dependent Ginzburg-Landau theory and study the coupling of lattice
distortions and low energy CDW collective modes to the superconducting order parameter in the
presence of electromagnetic fields. We show that superconductivity and piezoelectricity can coe-
xist in these singular metals. Furthermore, our study indicates the nature of the quantum phase
transition between a commensurate CDW phase and the stripe phase that has been observed as
a function of applied pressure. These results are used to support a microscopic unified picture
with superconductivity and CDW phases in TMD. Based on the nature of the electron-phonon
coupling and Fermi surface topology, we propose a f—wave symmetry CDW gap which breakes
the lattice inversion symmetry in the distorted phase. The quasiparticles are Dirac fermions
defined by the elementary excitations of the CDW in the vicinity of the Fermi surface nodes,
where the CDW gap is zero. The superconducting state has its origin in virtual phonon attrac-
tion of the Dirac fermions, mediated by the piezoelectric coupling. According to this theory,
the transport properties and the quasiparticles life-time show strong deviations from the Fermi

liquid theory.
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Capitulo 1

Introducao

“There are more things in heaven and earth, Horatio,
than are dreamt of in your phylosophy".

Hamlet, 1° ato.

Nos ltimos quinze anos, uma grande variedade de propriedades surpreendentes tém sido ob-
servadas em compostos cristalinos, como supercondutividade de altas temperaturas em materiais
isolantes, fases microscépicas nao homogéneas de carga e spin, transporte quase-unidimensional,
efeitos de desordem e antiferromagnetismo dentre outras, gerando grande excitacao na area de
matéria condensada. Esta tese trata sobre um grupo especifico de cristais, os metais de transi-
¢ao dicalcogenados (TMDs), que exibem uma quantidade enorme de caracteristicas consideradas
exoOticas. Os TMDs [1] 2H-NbSey, 2H-TaSs and 2H-TaSey sdo compostos organizados em ca-
madas, altamente anisotrépicos, onde a supercondutividade coexiste com a ordem de ondas de
densidade de carga (CDW) [2]. O diagrama de fase destes compostos é extremamente rico.
Existe uma vasta literatura experimental reportando o aparecimento de propriedades anémalas
como a reducao da resistividade e o desacoplamento do transporte planar do transporte normal
aos planos na fase de CDW [3], efeitos andmalos de impurezas na supercondutividade, efeito
Hall ndo linear [4], fases de faixas [5], diferentes regimes de comensurabilidade de CDW [6], entre
outras propriedades. Experimentos recentes de fotoemissao resolvida angularmente (ARPES) no
cristal de 2H-TaSes mostram que a meia-vida das quase-particulas na vizinhanca da superficie
de Fermi tem um comportamento diferente do esperado para um liquido de Fermi usual [7]. Esse
cendrio fica um pouco mais instigante a partir da constatacao de que muitas dessas propriedades
sdo andlogas as observadas nos 6xidos supercondutores de alta temperatura (HTc). Nos HTk,
nao existe um gap de CDW mas um pseudo-gap no espectro de antiferromagnetismo que coexiste
com a fase supercondutora. Nos dois casos, as propriedades termodindmicas e de transporte sdo
fracamente dependentes da aplicacdo de campos externos na fase normal CDW /pseudo-gap e
fortemente dependentes desses campos na fase supercondutora [8]. Além disso, o aumento da

pressdo nos TMDs tende a intensificar a supercondutividade e suprimir a fase de CDW [9], ana-

1
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logamente ao que acontece no diagrama de fase dos éxidos de alta temperatura com o aumento
da dopagem. Diferentemente dos HTc, no entanto, os TMD sao cristais extremamente limpos,
ou seja, livres de impurezas. As caracteristicas anémalas dos TMDs sdo portanto intrinsecas ao
sistema e independentes da amostra. Com isso, esses materiais podem trazer novas pistas que

ajudem a entender a fisica de toda uma classe de sistemas supercondutores de baixa dimensao.

A idéia central deste trabalho é baseada num modelo proposto pelo Prof. Castro Neto, quando
estive na Universidade de Boston, EUA em 2002. Desde entdo, alguns resultados experimentais
em espectroscopia trouxeram novas informagoes sobre esses materiais. Castro Neto [10] propds
um modelo unificado entre as fases CDW e supercondutora, capaz de explicar algumas das ano-
malias observadas experimentalmente. Partindo de uma Hamiltoniana CDW, dentro do espirito
de um liquido de Fermi marginal (MFL), a teoria propde que o mecanismo da supercondutivi-
dade estd relacionado a formacao de pares com simetria s no canal de singleto, formados entre
as excitagOes elementares dos elétrons nos pontos da superficie de Fermi onde o gap de CDW se
fecha. Esses pontos serao chamados de nds da superficie de Fermi e as excitagoes elementares
vestidas com a estrutura de banda CDW sao analogos nédo relativisticos dos férmions de Dirac,
por causa da estrutura da dispersdo linearizada na vizinhanca dos nés. Os pares dessa teoria
guardam algumas semelhancas com os pares de Cooper da teoria BCS exceto pela natureza do

acoplamento elétron-fonon e por algumas propriedades de simetria ligadas ao espaco nodal.

Dentro da teoria de Peierls, a formacao do gap de CDW em sistemas de dimensdo 1 estd
ligada ao fenémeno de aninhamento (nesting) da superficie de Fermi. Em sistemas de dimens&o
efetiva 2, como nos TMDs, o aninhamento é imperfeito e algumas partes da superficie de Fermi
podem ndo abrir um gap ligado & instabilidade de CDW. A formagao da CDW nos TMDs provoca
uma quebra na simetria de inversdo do cristal, observada através de espalhamento de neutrons
[11]. Esta quebra de simetria permite o aparecimento de piezoeletricidade, que é induzida pelo
aumento da energia elastica do sistema através da distor¢ao periddica da rede, acoplada &8 CDW.
Baseado na natureza de tight-binding dos orbitais eletréonicos nos TMDs, no aninhamento im-
perfeito entre diferentes folhas da superficie de Fermi e na simetria de inversao quebrada na fase
distorcida, o gap de CDW proposto tem simetria tipo f. A teoria propoe a formagao de pares com
uma interagdo atrativa mediada por fénons virtuais via acoplamento piezoelétrico entre férmions

de Dirac e fonons.

A estrutura de nés ligada & simetria do gap de CDW do modelo é semelhante & zona de
Brillouin da grafite, onde os nés ali representam os pontos da zona onde as bandas de conducao
e de valéncia encostam uma na outra. Nos TMDs, diferentemente da grafite, a simetria de
inversao da rede é quebrada na fase distorcida. A piezoeletricidade, no entanto, é usualmente
observada em materiais isolantes, uma vez que os metais blindam completamente o campo de
polarizacdo. Uma boa pergunta seria: é possivel haver piezoeletricidade em um supercondutor?
Para responder a essa pergunta, é preciso primeiro considerar que numa, teoria de liquido de Fermi
marginal baseada em férmions de Dirac, a densidade de estados vai a zero nos nés e portanto os

elétrons ndo blindam o campo elétrico. Neste caso, é possivel conciliar uma teoria metélica (no



sentido de que as excitagbes elementares ndo tem um gap no espectro) com a piezoeletricidade.
O desaparecimento da densidade de estados nas regioes nao gapeadas da superficie de Fermi, no
entanto, ndo é uma condicao essencial para que a piezoeletricidade possa aparecer. Na verdade, é
suficiente que os elétrons sejam tao lentos quanto as velocidades tipicas de vibracao da rede. Do
ponto de vista da teoria, isso é equivalente a acoplar os elétrons dos nos (basicamente férmions
com uma velocidade de propagagdo renormalizada) com foénons acusticos. Isto portanto seria
correto em qualquer sistema com uma baixa densidade de estados nos nos, como na grafite, e
que apresentam uma quebra de simetria de inversao da rede. Entretanto, a coexisténcia entre
os dois fendmenos nao deixa de ser surpreendente, ja que permitiria a geracdo de supercorrentes

simplesmente apertando o cristal.

Se por um lado a piezoeletricidade e o carater metalico ndo sao mutuamente excludentes,
resta saber que tipo de efeito é causado pelo vetor de polarizacdo sobre a coeréncia de fase
supercondutora. A resposta a esta pergunta pode ser encontrada olhando para os modos normais
do sistema. A invaridncia do calibre eletromagnético em um supercondutor é garantida pela
resposta longitudinal dos plasmons, que blindam completamente os elétrons através de uma
nuvem de plasmons virtuais em torno dos deslocamentos eletronicos [12]. Assim, apenas os
plasmons respondem aos campos longitudinais, blindando os efeitos de 1 particula. Como a
piezoeletricidade envolve essencialmente campos elétricos, ela deve afetar os modos normais do
sistema, mas nao deve afetar os elétrons indivualmente. Portanto, ela ndo interfere na coeréncia
de fase do condensado através de canais de quebra de pares. Além disso, a invariancia de calibre
garante via mecanismo de Anderson-Higgs que os modos normais do supercondutor no limite de
comprimentos de onda longos recaiam na frequéncia de plasma da fase normal [13]. Mais adiante,
vamos mostrar que nao existe contradicdo entre a piezoeletricidade e a supercondutividade,
investigando as flutuacoes de carga e corrente nesses sistemas do ponto de vista dos modos
coletivos. Para isso, vamos construir uma acao baseada na Lagrangeana de Ginzburg-Landau
com dependéncia temporal, incluindo plasmons, fénons acusticos, campos eletromagnéticos e o

acoplamento piezoelétrico. Este calculo foi publicado recentemente na Ref. [14].

Uma vez superada a dificuldade inicial de conceber uma teoria supercondutora baseada no
acoplamento piezoelétrico, o passo seguinte é calcular as propriedades previstas por este mo-
delo. Este trabalho é portanto uma espécie de caracterizacdo de uma possivel nova classe de

supercondutores.

A estrutura desta tese foi organizada da seguinte forma: as caracteristicas experimentais dos
TMDs, incluindo detalhes sobre a superficie de Fermi, instabilidade de CDW, supercondutivi-
dade e propriedades de transporte sao discutidas no cap.2; no cap. 3, vamos introduzir o modelo
fenomenolégico que tenta unificar as duas fases. Os modos de plasmon do modelo CDW marginal
sao calculados no cap. 4, e utilizados no capitulo 5 para determinar as propriedades coletivas
macroscopicas a partir de uma acgao efetiva. O capitulo 6 trata sobre a teoria microscopica de
supercondutividade baseada no modelo apresentado no cap. 3. A equacao do gap é derivada

e a partir dela resultam as propriedades termodinimicas (calor especifico, entropia, etc.) assim
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como os resultados de atenuagdo de ultra-som e relaxacdo de spin nuclear (NMR). As condutivi-
dades oOptica e térmica sao calculadas no capitulo 7. O capitulo 8 trata sobre o efeito Meissner.
Finalmente, no capitulo 9 calculamos os efeitos provocados pela densidade de estados (finita)
nos nds, que representa o caso real.

Este modelo é capaz de explicar corretamente algumas das propriedades anémalas dos TMDs
como o comportamento marginal da meia vida das excitagoes, a dependéncia critica da transicao
supercondutora com os parametros da rede e a redugdo da resistividade na fase CDW [10]. Den-
tre todas as propriedades calculadas, que incluem a presenca de um ponto critico quintico na
transicao supercondutora em funcgdo do regime de acoplamento, fatores de coeréncia andémalos
no limite limpo e auséncia (ou forte atenuagdo) do pico de Hebel-Slichter de NMR, [15], as duas
principais assinaturas experimentais deste modelo sdo a intensidade do salto do calor especifico
eletronico na transigdo supercondutora (que é fortemente reduzida pela baixa densidade de esta-
dos na superficie de Fermi), e uma anisotropia de NMR na fase supercondutora, ligada a quebra
de simetria de rotagdo do cristal pela CDW. Se por um lado essa quebra de simetria ndo foi
observada nos cristais de 2H-NbSeo, onde a aplicagdo deste modelo é bastante questionavel, a
enorme diferenca de escala de energia entre o gap de CDW em relagdo ao gap supercondutor no
2H-TaSey, cerca de duas ordens de grandeza menor que o primeiro, abre espago para a possibi-
lidade da criacdo de pares de quase-particulas nodais entre as excitacoes elementares da CDW
na superficie de Fermi. A fase supercondutora do composto de Ta ndo foi ainda suficientemente
estudada por causa da baixa temperatura de transicdo ~ 0.1 K. Em todos os TMDs, entretanto,
a questao da simetria do gap da fase distorcida assim como o mecanismo que leva & instabilidade
de CDW sdo questdes importantes em aberto. Se por um lado existem algumas pistas sobre isso,
falta uma boa teoria de CDW para acoplamento forte, como parece ser o caso nos cristais de

2H-NbSe,. Vamos tratar sobre isto, entre outras coisas, no capitulo seguinte.



Capitulo 2
Metais de transicao dicalcogenados

A intencao deste capitulo é oferecer uma introdugéo geral ao cenario dos TMDs conhecido atual-
mente. Esses sistemas foram ostensivamente estudados ao longo da década de 70. Recentemente,
o aperfeicoamento das técnicas de espectroscopia e de microscopia de tunelamento deram novo
animo ao estudo dos TMDs, cuja grande motivacao parece ser a notével semelhanca que alguns
desses compostos tém com as propriedades dos HTc. Apesar dos avancos experimentais dos
ultimos anos, existem lacunas importantes no entendimento desses sistemas. Pretendo discorrer
resumidamente sobre o que se sabe e sobre algums pontos importantes que ainda precisam ser

esclarecidos.

Os metais de transicao dicalcogenados formam uma extensa familia de compostos, com mais
de 60 tipos diferentes. Os compostos com elementos de transicao dos grupos IV, V e VI da tabela
periddica tem a estrutura formada por planos com simetria hexagonal fracamente acoplados.
Somente os TMDs do grupo VII A e acima ndo apresentam estrutura planar. Um extensa

revisdo sobre esses materiais pode ser encontrada na Ref. [2].

A estrutura geral dos dicalcogenados MXs é formada por sanduiches de ligagdes covalentes
X—M—X entre um metal de transi¢ao e dois calcogénios ( Se, Te ou S). Nos materiais planares, os
sanduiches sao separados por um grande gap de Van der Waals. Essa caracteristica faz com que os
TMDs organizados em planos sejam altamente anisotrépicos na diregdo normal aos planos ¢, tanto
eletricamente quanto mecanicamente. A condutividade elétrica sofre uma redugdo da ordem de
102 — 10® na direcdo c em relacio as direcdes no plano; a condutividade térmica diminui por um
fator ~ 10 enquanto que a velocidade do som é duas a trés vezes menor. O fraco acoplamento das
ligacoes de Van der Waals entre os planos permite a intercalacao de outros compostos, a exemplo
do que acontece na grafite. Do ponto de vista da estrutura, o empacotamento dos atomos nao
metalicos ao redor do metal de transicdo pode ser tanto octaédrico quanto trigonal prismatico.

As propriedades elétricas sao das mais variadas. Existem exemplos de TMDs que apresentam
caréter isolante, como o semicondutor MoSs ou o semi-metal WTey, e metalico (NbSy e VSes);
outros se comportam como sistemas efetivamente unidimensionais, como o 1T-TaSy e 1T-TaSey

e exibem transi¢do metal-isolante quando dopados. Os prefixos 1T e 2H se referem aos arranjos
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Figura 2.1: Estrutura cristalina do 2H-NbSes. Acima: Sanduiche MXs na forma trigonal prismatica.

o]
Figura inferior: Rede hexagonal planar. Os dtomos de Se estdo num segundo plano 1.47 A abaixo ou acima
do plano dos 4tomos de Nb . As dire¢Ges a e b indicam primeiros e segundos vizinhos, respectivamente.



de politipos possiveis entre os d4tomos nao metalicos do sanduiche. Na maioria dos TMDs, as
propriedades de transporte estao ligadas & mobilidade eletrénica nas bandas anti-ligantes d. Nos
dicalcogenados com propriedades 3D essas bandas sdo bastante largas (~ 1 eV) e propriedades
como a condutividade 6ptica podem exibir grandes variacoes dependendo do nivel de preenchi-
mento da banda. Nesses casos o diamagnetismo é em geral observado. Nos compostos com
dimensdo efetiva mais baixa, como 2H-NbSes (2D) e 1T-TaSs (1D), a banda d é sensivelmente
mais estreita. Todos os compostos com Nb e Ta sdao supercondutores a baixas temperaturas,

independentemente da estrutura, e ndo apresentam ordem magnética [16].

Medidas de difracdo de raio-x e neutrons[1, 11] apontam para o aparecimento de superestrutu-
ras identificadas como ondas de densidade de carga, observadas em varias familias de compostos.
Em particular para os compostos 2H-NbSeq, 2H-TaS, e 2H-TaSeq, o fato mais intrigante é que a
CDW coexiste com a supercondutividade e esté ligada a propriedades anémalas como a diminui-
¢éo da resistividade na fase distorcida [2]. No TaSey, o decaimento da meia vida das excitagoes de
quase-particula, definida pelo inverso da parte imaginédria da auto-energia, tem comportamento

de liquido de Fermi marginal [17]

Im X (kp,w) o 75 +blwl|,

em contraste com o comportamento do liquido de fermi usual, onde o decaimento é quadratico
em w [18]. Daqui em diante, sempre que fizermos menc¢ao aos TMDs estaremos nos referindo

especificamente a estes trés compostos.

O parametro de ordem supercondutor tem simetria do tipo s, com formacao de pares no canal
de singleto. No NbSey, existem evidéncias de supercondutividade de multi-banda (variag¢des do
valor do gap entre diferentes folhas da superficie de Fermi ) observadas em estudos de espectros-
copia [19], em medidas de calor especifico [20] e condutividade térmica [21]. A temperatura de
transicdo supercondutora varia entre ~ 0.1 K para o TaSes, no caso onde supercondutividade é
menos favoréavel, até ~ 8 K nos compostos de Nb. A transicdo de CDW varia inversamente de
120 K no primeiro composto e cai para ~ 38 K no NbSes(a ordem de CDW néao é observada
no 2H-NbS;). O comportamento das duas fases apresenta uma dependéncia ligada a anisotropia
cristalina, definida pela razao ¢. O desacoplamento entre os planos favorece a instabilidade de
CDW e diminui o carater metalico dos planos ligados & supercondutividade (ver Fig.2.2). Os
dois casos mais interessantes para estudo sao o TaSes, onde a transicado de CDW acontece a
altas temperaturas e o NbSes, que tem o maior T.. Os TMDs sdo supercondutores do til())o II

altamente anisotropicos. No NbSez, o comprimento de coeréncia é da ordem de £ ~ 110 A na

o
direcdo dos planos e £; ~ 37 A na direcdo normal a eles. O comprimento de penetragdo também
[e] o

varia significativamente de A ~ 1600 A na direcdo normal para A ~ 4800 A [20].

Efeitos anémalos sdo observados nos TMDs dopados com Fe, como transicao metal-isolante,

magnetismo, supressao ou aumento da supercondutividade, dependendo do cristal e do tipo de
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Figura 2.2: Temperatura de transicido das fases CDW e supercondutora nos TMDs & pressdo ambiente.
Os quadrados preenchidos representam Topw e os tridngulos T.. Da esquerda para a direita: TaSes,
TaSs, NbSes e NbS,. O eixo horizontal indica anisotropia entre o parametro de rede nos planos (a) e na
direcdo normal a eles (¢) para cada cristal. [2, 1]

dopagem, intercalada ou substitucional [4]. Os compostos 2H-Fe,TaSes e 2H-Fe;NbSes tem a
supercondutividade fortemente suprimida e exibem um valor minimo de resistividade com a tem-
peratura (como no efeito Kondo [22]) abaixo de uma temperatura Ty,p, mesmo a dopagens muito
pequenas. Esse efeito é acompanhado pelo aparecimento de uma magnetoresisténcia negativa
sob a aplicagdo de um campo magnético paralelo aos planos e de um efeito Hall anémalo. Nos
compostos nao dopados, a resistividade Hall é positiva a altas temperaturas e negativa a baixas
temperaturas. A troca de sinal coincide com a temperatura de formacdo da ordem de CDW.
Dopagens da ordem de z < 0.01 no entanto, sdo suficientes para remover a transicdo Hall ligada
4 CDW e induzir uma alta resistividade Hall positiva para T < Tp;,- No cristal de Fe;TaSo,
ao contrario, a supercondutividade é favorecida com a intercalacdo de ions de Fe entre os planos
para dopagens de até 8%. A temperatura de transi¢do supercondutora sofre um aumento de 0.8

K no cristal puro para 3.3 K no Fey g5TaSy [4].

2.1 Instabilidade de CDW

A origem da instabilidade de CDW nos compostos 2H-TaSey, e 2H-NbSey tem sido motivo de
grande controvérsia nas ultimas décadas e ainda ndo foi definitivamente esclarecida. A resolucao
dos dispositivos experimentais, no entanto, tém sido consideravelmente melhorada e existe a
perspectiva real de uma conclusao definitiva sobre isso em breve. Vamos dar um panorama geral
sobre as alternativas consideradas nos tltimos anos.

Uma boa introdugdo as CDWs pode ser encontrada na Ref. [1]. De maneira geral, um
potencial periédico que aninha partes diferentes da superficie de Fermi com um vetor de onda bem

definido deve acoplar os estados eletronicos entre as regioes e gerar uma CDW. Como na distorgao
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de Peierls em dimensdo 1, os estados de dentro da superficie de Fermi tém a energia rebaixada
e os de fora tém a energia aumentada, abrindo um gap em torno dela. Distorcoes peridédicas na
densidade eletronica sido acompanhadas obrigatoriamente de uma distorcao periédica na rede.
Por isso, a estabilidade da CDW depende de que a variacdao total induzida sobre a energia de
banda de 1 életron, sobre a energia elastica da rede e sobre a energia de correlacao eletrdnica
rebaixe a energia do sistema. Vamos considerar o caso ilustrativo de elétrons nao interagentes
mas acoplados aos modos coletivos da rede. A dispersdo dos modos normais acoplados & A-ésima

banda que minimizam a energia livre, é dada por [24]

wi(@) = wi(q)+3¥(a), (2.1)

onde wy & a frequéncia natural de oscilacdo dos fons e 3 (q) = —|W(q)|*x°(q)/[1 +g(q)x°(q)] &
a contribuicao do acoplamento elétron-fonon para a autoenergia dos elétrons, com W o potencial

de interacao dos elétrons com a rede, g o acoplamento elétron-fénon e

) _ N x= ma) —ny (k)
@ =20 50— Bl 22

é a susceptibilidade ndo interagente. O critério para a existéncia da CDW pode ser formulado
como a condicdo em que uma distorcdo estatica da rede (wi = () passa a ser energeticamente
mais favorével [29], ou seja
W ()l 1
B g9(q) > @

Claramente, as divergéncias provocadas na susceptibilidade pelo aninhamento de partes da su-
perficie de Fermi tornam a formacdo de uma CDW bastante propicia. A condi¢do plena de
aninhamento, no entanto, s6 é satisfeita em sistemas de dimensao 1, que em geral sdo bons can-
didatos a instabilidades periddicas. Em sistemas de dimensao 2, as divergéncias no denominador
da Eq. (2.2) sdo integradas pela soma em k, atenuando os picos da susceptibilidade. Para esses
sistemas, o papel do acoplamento elétron-fénon é essencial para permitir o aparecimento de uma
superestrutura. No caso dos TMDs, a descricao de elétrons quase livres ndo é valida. As bandas

d associadas ao metal de transicao sao mais adequadamente descritas pelo limite de tight-binding.

A superficie de Fermi dos TMDs é formada por uma parte centrada ao redor de I' e por
uma outra menor centrada em K. Ambas tém simetria (quase) cilindrica ao longo da direcao
normal aos planos (ver Fig 2.3) e sdo provenientes das bandas 4—d do metal de transicdo.
No cristal de NbSes, ha além delas uma folha menor achatada (tipo pangueca) centrada em T’
associada & banda 4—p dos dtomos de Se (ndo indicada na figura), como indicam experimentos
de Haas-van Alphen [27] e de fotoemissdo resolvida angularmente (ARPES) [19]. Essa banda
é comumente chamada de banda I'. As duas partes da superficie de Fermi ligadas as bandas
d sdo formadas cada uma por duas folhas concéntricas, detalhe também nao mostrado pela

figura. Nao é dificil perceber que a forma da superficie de Fermi é bastante complicada. Ela
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Figura 2.3: A esquerda: Rede reciproca nos planos de Nb no 2H-NbSe,. Os pontos de alta simetria da
zona de Brillouin sdo indicados por I';, K e M. A superficie de Fermi das bandas d é formada por duas
partes: auma parte centrada em I' (S;) e uma segunda (Sy1) centrada em K. As diregbes G; da figura
indicam os vetores da rede reciproca. O S indica o ponto de sela da estrutura eletronica de bandas. A
direita: representa¢io pictorica da superficie de Fermi na diregdo normal aos planos [28].

foi proposta originalmente por célculos de banda [28] baseados em experimentos de difragdo
de raio-x [2]. Técnicas mais modernas de microscopia de varredura por tunenalamento (STM)
permitem formar uma imagem da superficie de Fermi a partir do mapeamento da densidade de
estados. A sensibilidade de STM permite resolver tanto a textura eletronica dos 4tomos quanto
a de superestruturas de CDW [35, 36]. Além disso, a técnica pode ser usada para estudos de
espectroscopia em juncoes de STM resolvidas numa barreira da ordem de alguns angstrons. A
condutividade local é nao-linear com a corrente de tunelamento e sensivel a amplitude do gap
de CDW. Medidas de STM a 4.2 K nos TMDs 2H-TaSey, 2H-TaS, e 2H-NbSes indicam que
Acpw ~ 80, 50 e 34 meV respectivamente [36]. Imagens recentes de STM [34] mostram que o
vetor de onda de CDW da fase comensuravel tem % do tamanho da zona de Brillouin na direcao
correspondente, em acordo com estudos anteriores de espalhamento de neutrons [11, 30].

O cenério de aninhamento mais aceito atualmente pressupoe que partes da superficie de Fermi
sao conectas pelos vetores de CDW nas direcoes de distor¢cao Q; identificadas com os vetores da
rede reciproca na Fig. 2.3. Rice e Scott [31]| propuseram um modelo alternativo independente de
mecanismos da superficie de Fermi, em que os vetores Q; se “aninhariam” nos pontos de sela (S)
da banda d, (indicados na Fig. 2.3 em torno de %I‘K ) gerando uma divergéncia logaritmica na
susceptibilidade x°. Calculos de estrutura de banda [28] e alguns experimentos de espectroscopia
(ARPES) [38] no NbSey, no entanto, sugerem que esses pontos nao estao tdo proximos de %I‘K ,

como seria necessario para confirmar o resultado de neutrons. Além disso, a energia de ligacao
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entre o dubleto de bandas de condugio no ponto de sela é de ~ 50 meV no NbSes [37] e portanto
muito acima da energia da ordem de CDW, kpTepw ~ 3 meV. Note que kgTopw < Acpw,
o que indica que a teoria capaz de descrever o regime de CDW ¢é possivelmente uma teoria de
acoplamento forte. No TaSes, por outro lado, os resultados de ARPES detectaram a presenca de
uma banda de sela extendida ao longo da direcdo I'K. Essa banda é bastante “chata” e estd mais
proxima da energia de Fermi do que o previsto por calculos de estrutura de banda [25]. Como os
pontos de sela ndo sdo bem definidos neste caso, é questionavel justificar o comprimento de onda
de CDW medido por neutrons a partir de um mecanismo de “aninhamento” de alguma parte da
banda de sela. Se por um lado o mecanismo convencional de pontos de sela pode ser descartado,
nao existe ainda um consenso sobre o mecanismo que leva a fase de CDW. Alguns resultados de
ARPES no NbSe;y sugerem que o recobrimento da superficie de Fermi pelo gap de CDW é bem

menor do que se imaginava [41].

A espectroscopia de fotoemissdao (ARPES) permite determinar a energia e o momento dos
elétrons no solido. Para uma dada energia do féton incidente, a sondagem da superficie de Fermi
é feita através das curvas de distribuicdo de momento a energia constante. A técnica também
permite medir a dispersao das quasi-particulas através da largura da curva de distribuicao de
energia dos elétrons a momento constante. As medidas mostradas nas Ref. |7, 41| sugerem que
a autoenergia das quase-particulas no NbSey é sensivelmente menos afetada pela formagao da
CDW que no TaSes;. No segundo composto, a dependéncia do inverso do tempo de decaimento
das excitacoes (ox Im ¥) com a temperatura mostra uma stbita mudanga na transi¢do de fase de
CDW, diferentemente do primeiro. Os autores sugerem que no TaSes a fase de CDW é essencial-
mente eletronica, enquanto que no NbSe, ela depende fortemente do acoplamento elétron-fénon.
Esta ultima hipotese é sustentada pela observacao de uma descontinuidade na derivada do espec-
tro de quase-particula no NbSez, cuja origem estaria no forte acoplamento das quase-particulas

aos fonons (ver Fig. 2.6).

Os estudos de espectroscopia no NbSes, no entanto, ndo foram capazes de detectar a abertura
do gap em nenhuma parte da superficie de Fermi, apesar do gap de CDW medido por STM (~ 35
meV) ser bastante grande. Por outro lado, o gap supercondutor (~ 1meV, e portanto muito
menor) é detectado por ARPES. Isto foi interpretado como uma evidéncia de que a superficie de
Fermi é muito fracamente recoberta pelo gap de CDW e que a origem da instabilidade estaria
relacionada ao auto-aninhamento da superficie de Fermi centrada em K — H, como sugeriu
Wilson [30]. Uma explicagdo alternativa para isto, seria supor que as regides gapeadas estariam
sendo mascaradas pelos bolsos de carga formados nos pontos da superficie de Fermi onde o
gap se fecha. No TaSes, esses bolsos seriam consideravelmente menores e determinariam tanto
as propriedades de transporte quanto o comportamento marginal do tempo de decaimento das
excitagoes. Além disso, a deteccdo de um gap com nos e que viola a simetria de inversao do cristal
pode oferecer problemas para experimentos em ARPES. Infelizmente, ndo existe ainda uma boa
teoria de CDW para acoplamento forte. O mecanismo por tras da formacao da instabilidade de

CDW nos TMDs néao é claro até o momento.
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Figura 2.4: Diagrama de fase temperatura vs. pressdo no TaSes. Circulos sdlidos: espalhamento de
neutrons [6]; quadrados e circulos abertos: difracdo de raio-x [5, 92].

2.1.1 Fases de CDW

Existe uma farta literatura experimental a respeito das ordens de CDW comensuréveis e inco-
mensuraveis nos TMD. Experimentos de difracdo de neutrons e raio-x nos compostos TaSey and
NbSes revelam a presenca de picos de Bragg em vetores de onda incomensuréaveis Q; = (1 —
6;)b;/3, onde b; sio os trés vetores da rede reciproca com simetria hexagonal (|b;| = 47/(v/3a)),
a é o parametro de rede e §; < 0.02 é a incomensurabilidade [11, 5]. Esse estado é chamado de
fase de tripla CDW.

No TaSesq, o diagrama de fase temperatura vs. pressdo P é bastante rico [6], e exibe trés dife-
rentes fases (ver Fig. 2.4): (1) uma fase hexagonal de CDW incomensuravel de altas temperaturas
(HCDW), com trés diregdes incomensuréaveis ¢; # 0 (i = 1,2,3); (2) uma fase incomensurével
de faixas onde um vetor de onda é comensuravel, por exemplo, d; = 0, mas os outros dois
sdo incomensuréaveis, do3 # 0; (3) duas fases comensuraveis de CDW (CCDW), onde é; = 0
(1 =1,2,3). A transicdo da fase ndo distorcida (normal) para HCDW ocorre a uma tempera-
tura Tv—pg =~ 120K independente da pressdo, até pressoes da ordem de 4.5 GPa; a transicao
entre HCDW e a fase de faixas Ty_g =~ 110K é também pouco influenciada pela pressao; di-
ferentemente das anteriores, a transi¢do entre a fase de faixas e CCDW, Ts_c(P), é altamente
dependente da pressdo e vai a zero em P = P, = 1.8 GPa. Portanto, existe um ponto critico
quéantico (T = 0) como func¢do da pressao aplicada em P = P,. A altas pressoes, o sistema volta
a fase CCDW num segundo ponto critico quantico, em P =~ 2.4 GPa. Esse diagrama de fase sera

discutido com mais detalhe na segdo 5.2.3.
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Figura 2.5: Acima: Medidas de ARPES em cristais de TaSe; a T = 34 K [7]. a) intensidade de
fotoemissdo em fungio da energia e momento. As cores mais claras indicam maior intensidade; b) curvas
de distribuicdo de energia a momento constante. Abaixo: resultado de ARPES no NbSe; a 7' = 10 K
[41]. A derivada da dispersdo é descontinua em torno de ~ 50 meV. A regido que foge ao comportamento
quadratico na dispersao indica alguma interagao das quase-particulas, possivelmente com fénons. Nenhum
traco do gap de CDW foi observado nos dois cristais.
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2.2 Transporte

A observacao experimental de “vestigios” da fase CDW a temperaturas muito acima da transi¢ao
em Topw pode dar pistas sobre a natureza metélica da fase distorcida. No TaSes, por exemplo,
a atenuacao da dispersao dos fonons nos vetores de onda da CDW persiste acima da temperatura
critica (Tepw ~ 122 K) até ~300 K [11] (ver Fig. 2.4). Esta fase tem caracteristicas de uma
fase de pseudo-gap, onde as CDWs se fragmentariam em segmentos desordenados e de curto
alcance. Na fase CDW, o ordenamento desses segmentos recuperaria a coeréncia no transporte
perdida a T' > Topw pela acdo da desordem sobre esses segmentos, que teriam o papel de
centros espalhadores dos portadores de carga. Segundo essa idéia, o transporte no TaSes seria
dominado por efeitos de interagao eletronica. Na fase CDW, os canais de espalhamento seriam
menos efetivos e justificariam a reducgdo da resistividade em duas ordens de grandeza com a

diminuicao da temperatura de 120 a 4 K.

Essa hipotese é examinada por Vescoli et al. [32] através de um estudo de espectroscopia
optica no TaSey, que guarda grande semelhanca com os HTc. A pressdo ambiente, o cristal
sofre uma transigdo de segunda ordem em Topw [40, 92|, indo da fase normal para a fase
hexagonal triplamente incomensuravel (com trés dire¢bes incomensuréveis). A temperaturas
mais baixas, o cristal sofre uma uma transicdo de primeira ordem em 77 ~ 90 K em direcdo a
fase comensuravel (ver Fig. 5.1). Os resultados de absor¢ao optica nos planos mostram que com
a reducdo da temperatura abaixo de 300 K o peso espectral é progressivamente redistribuido
entre uma contribuigdo larga no espectro de infravermelho médio (MIR) e entre um modo tipo
Drude em torno da frequéncia w = 0, com uma largura caracteristica que diminui & medida em
que T — 0. Tipicamente esse modo tem a forma o & 1/[w +I'], onde I" define a largura do pico,
associada a processos de espalhamento eletrénico. O aparecimento de um modo de Drude na
condutividade DC é uma caracteristica de sistemas de baixa dimensdo que apresentam uma fase
de pseudo-gap em 7' > Topw como em cristais de Ko3MoQOs [43]. Interessantemente, ndo se
observam diferengas substanciais da condutividade no TaSes na transicdo de fase de CDW, como
indica a Fig. 2.6. No NbSe, essas diferencas sao ainda mais sutis e s&o creditadas ao maior peso do
acoplamento elétron-fénon como o mecanismo que orienta a instabilidade de CDW nesse material
ao invés de mecanismos puramente eletronicos [45, 41, 7]. Outra distingdo entre os cristais de
TaSez e NbSes é que no segundo as quase-particulas sao bem definidas a baixas temperaturas

1 < w, onde a taxa de espalhamento 77! é

e est@o situadas na regiao de liquido de Fermi 7~
menor que a energia da quase-particula, diferentemente do primeiro [44]. O panorama geral das
propriedades 6pticas nesses dois cristais é apresentado na Ref. [45]. O cenario parece indicar que
a condutividade é dominada por centros espalhadores na fase de pseudo-gap e que esses canais de

espalhamento s2o progressivamente suprimidos na fase de CDW com a redug¢do da temperatura.
No limite assintético de T' — 0, a condutividade térmica do NbSes apresenta uma contribui-
¢do eletronica que aumenta linearmente com a temperatura (a campo magnético zero), e uma

contribui¢do dos fénons, proporcional a T2[21]. No TaSes, a condutividade térmica a w = 0
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Figura 2.6: Acima: parte imaginaria da autoenergia das excitacoes de quase-particula no TaSe,. Circulos
fechados: ARPES [7]; linha s6lida: curva de resistividade [32]. Abaixo: parte real da condutividade 6ptica
do 2H-TaSe. para vérias temperaturas, acima e abaixo das transicdes de CDW (Topw ~ 122 K) e de
comensurabilidade (Tr ~ 90 K) [32] & prerssdo ambiente. Figura menor: a reducdo da temperatura
redistribui o peso espectral para o infravermelho (w = 0).
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tem um comportamento anémalo e diminui com o aumento da temperatura na fase de CDW,

passando a aumentar monotonamente depois da transi¢do em Topw|33].

2.2.1 Propriedades termodinamicas

No cristal de NbSey, o calor especifico na fase normal CDW tem o comportamento C,, = yT'+5T12,
onde 7 é a constante de Sommerfeld associada ao calor especifico eletrénico e 8 é o coeficiente
do calor especifico dos fonons da rede. A constante do salto do calor especifico normalizado pela
fase normal a campo zero foi determinada em AC/C;, ~ 2 [20, 46], bem acima do valor BCS de
1.43. Isto foi interpretado como mais um indicio de supercondutividade de acoplamento forte no
NbSe,. Além disso, as medidas de calorimetria mostram que a dependéncia do calor especifico na
fase supercondutora ndo pode ser ajustada por uma nica curva exponencial, mas por duas curvas
associadas a gaps com amplitudes diferentes [20]. Esse comportamento corrobora a observagao
de supercondutividade de multibanda em alguns estudos de espectroscopia no NbSez [19], que
atribuem o segundo gap de menor amplitude & banda I'. O calor especifico dos cristais de TaSs e
TaSes exibe um salto nas transicoes de fase de CDW e na transicdo de comensurabilidade entre
as fases ICDW-CCDW. O primeiro salto em Tepw € amplificado pelo efeito de flutuacoes da
transicao de fase, enquanto que o segundo salto mostra alguma histerese (tipico de transicao de
primeira ordem) e depende de caracteristicas da amostra [40]. A fase supercondutora do TaSes
ainda nao foi suficientemente estudada por causa da baixa temperatura de transicao T, ~ 0.1K.

Os resultados de NMR (ressonancia nuclear magnética) [47] e de NQR (ressonéncia nuclear
de quadrupolo) [50] no NbSey mostram que o tempo de relaxagao 77 do spin nuclear na fase CDW
normal segue a dependéncia com a temperatura 117 = const. tanto para os fons de Nb quanto de
Se. Na fase supercondutora, a quantidade 1/7} tem um pico de Hebel-Slichter abaixo de T,. Este
pico, no entanto, é bastante pequeno e s6 foi detectado recentemente [50]. A susceptibilidade de
spin é anisotrépica na dire¢do normal aos planos. O Knight shift observado nos fons de Se e de
Nb é da ordem de 0.3 % [47].

2.3 Problemas em aberto

Existem algumas perguntas que ainda estdo esperando para serem respondidas. O primeiro ponto
é que parece haver um desacordo entre as medidas de STM e ARPES em relagdo ao gap de CDW.
Apesar dos resultados de microscopia indicarem um gap da ordem de dezenas de meV, todos os
experimentos em espectroscopia de fotoemissao falharam em detectar algum traco do gap CDW,
por menor que ele seja. A habilidade de ARPES em medir o gap supercondutor, que é dezenas
de vezes menor que o gap de CDW foi interpretada como um indicio de que o aninhamaneto é
altamente imperfeito e recobre muito fracamente a superficie de Fermi. Se isto for verdade, fica
a questdo de como justificar o aparecimento da instabilidade de CDW a altas temperaturas a
partir de um mecanismo tdo ténue. A teoria de Rice e Scott, que prevé o gapeamento dos pontos

de sela na banda d, ndo explicaria o comprimento do vetor de onda da CDW que é observado
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por neutrons, partindo de um mecanismo de distorcao tipo Peierls. Mesmo ali, nenhum gap é
observado pela espectroscopia no NbSey. Seja qual for o mecanismo, é comumente aceito hoje
que o acoplamento elétron-fonon tem um papel determinante. A falta de uma boa teoria de
acoplamento forte, entretanto, limita sensivelmente o horizonte de entendimento sobre a origem
do fenémeno que causa a instabilidade de CDW nesses sistemas. Acredito que possivelmente
existem mais informacoes escondidas por tris dos experimentos de espectroscopia do que eles de
fato revelam. Nesse contexto, a simetria e a extensdo de cobertura da superficie de Fermi pelo
gap de CDW continuam obscuros e & espera de uma conclusao.

Em segundo lugar, a rica variedade de fases de CDW que aparecem no diagrama do TaSes
continua sem uma explicacdo baseada num calculo de primeiros principios, apesar de haver um
entendimento fenomenologico bastante satisfatorio sobre isso ja a algum tempo [48, 49]. O
cendrio das fases incomensurdveis de CDW é descrito a partir de defeitos na fase da modulacao
da CDW comensuravel, chamados de discomensuracdes. Na fase incomensuravel, os defeitos
se localizam formando uma superestrutura periodica de regides incomensuréveis (que deslocam
a fase da CDW) intercaladas por pedagos de CDW comensuraveis com a rede. A transi¢ao
de comensurabilidade é interpretada como uma espécie de derretimento dos defeitos da fase
incomensuravel, onde a densidade de discomensuracOes é finita. Entretanto, a origem fisica
das interagdes que regulam o aparecimento dessas fases ainda nao é clara. Com relagdo a isto,
esperamos que este trabalho possa ser util em oferecer alguma pista. Os resultados desenvolvidos
no cap. 5 sugerem que a origem da fase de faixas no diagrama no TaSes esta possivelmente ligada
ao acoplamento piezoelétrico, que explicaria a origem dos pontos criticos quénticos observados

em funcdo da pressdo aplicada.



Capitulo 3

Modelo fenomenologico

A proposta consiste em desenvolver uma teoria fenomenolégica que unifique a descricdo fisica das
fases CDW e supercondutora nos TMDs, sugerida por Castro Neto [10] a algum tempo. Neste
capitulo, vamos construir heuristicamente a Hamiltoniana CDW a partir das simetrias da rede
na fase distorcida e do acoplamento elétron-fonon. Um dos pilares dessas simetrias é a forte
dependéncia do acoplamento elétron-féonon com as direcées da zona de Brillouin, acompanhada
pela simetria hexagonal da tripla CDW. O segundo pilar é a quebra da simetria de inversao da
rede, introduzida pelo gap da CDW. Estas duas propriedades ditam a estrutura da banda das
excitagoOes eletronicas em torno da superficie de Fermi e levam a um modelo minimo marginal.
O modelo deve ser contrastado com a teoria invariante de calibre proposta hé algum tempo por
Littlewood e Varma [52] para descrever perturbativamente o acoplamento entre a CDW e ordem
supercondutora no liquido de Fermi (NbSes). O foco deste capitulo é dirigido ao cristal de TaSe,,

onde a descricao de MFL é valida.

3.1 Hamiltoniana CDW

Considerando a origem da instabilidade de CDW no aninhamento entre diferentes folhas da su-
perficie de Fermi, o ponto de partida do modelo é baseado na idéia de que o fraco aninhamento
produz um recobrimento imperfeito da superficie de Fermi pelo gap da CDW. As regides onde o
gap se fecha podem ser inferidas indiretamente através do acoplamento elétron-fénon. Diferen-
temente dos metais convencionais, o acoplamento elétron-fonon gy (k,q) dos metais de transigéo
é fortemente dependente do momento eletronico [54]. Aqui, @ = k — k' é 0o momento transferido
por um elétron com momento k espalhado por um foénon e A é a polaridade do fonon espalhador.
Essa dependéncia com as direcoes do espaco k é responséavel por varias anomalias observadas
no espectro de fonons [53, 54]. Através de um calculo simplificado tipo tight-binding para os

elétrons fracamente interagentes da banda d, o acoplamento elétron-féonon tem a forma [10, 55]

2h

ak,q) = _ Z Cla€),q - @ sin(q - a/2) cos[(k +q/2) - a], (3.1)
NMuw)q

a

19
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Figura 3.1: Figura esquematica da superficie de Fermi. As linhas tracejadas representam as linhas nodais
associadas ao vetor de onda Q; da CDW. Os circulos preenchidos representam os nés da superficie de
Fermi e os circulos vazios os pontos de sela. A linha sélida em torno da folha de dentro indica o gap de
CDW proposto [10].

onde N & o nimero de dtomos do sistema, M é a massa atomica, w)y q é a dispersao dos fénons,
€\,q = —€),—q € 0 vetor de polarizagdo, a; sdo os vetores de primeiros vizinhos do cristal e ¢4 €

um pardmetro com dependéncia na distdncia entre os primeiros vizinhos no espaco k.

A introdugdo adiabatica de uma distorcao eletronica tipo CDW provoca uma distor¢do pe-
riédica na rede cristalina via mecanismo de pélarons, ou seja, deslocamentos eletrénicos acompa-
nhados por uma niven de fénons virtuais. Os pontos da superficie de Fermi onde o acoplamento
elétron-féonon gy associado aos fonons que se acoplam & CDW é zero indicam, portanto, os pontos
onde ndo deve haver distor¢do eletronica e o gap CDW se fecha. Ou seja, Acpw x gr.(k, Qi),
onde Q; sdo os vetores de onda da CDW e L sdo os fénons longitudinais acoplados a Q;. A
diregdo dos trés vetores que geram a rede reciproca é indicada na Fig. 3.1 pelos vetores Q;,
com % = 1,2,3. Os vetores de primeiros vizinhos a; estdo rodados em 7 na zona de Brillouin
em relagdo aos geradores da rede reciproca, e apontam na direcdo I'K e nas diregbes simétricas.
Definindo o angulo polar 6 no espago k em relagio a direcdo I'M, o acoplamento gr,(k, Q1)

definido pela Eq. (3.1) se anula ao longo das linhas nodais

e na direcdo ’'M, § = nm, com m e n inteiros, onde a’ = a@ é a projecao do parametro de rede



3.1. HAMILTONIANA CDW 21

na diregdo I'M (ver apéndice B). As linhas nodais associadas aos outros dois vetores Qg e Qs
sao equivalentes, a menos de uma rotagao de § e 2T respectivamente em torno do centro da zona

3
de Brillouin T'.

A origem do gap de CDW estaria ligada ao aninhamento imperfeito entre as folhas Sy e Sy
da superficie de Fermi [28] (ver Fig 2.3) e a forte dependéncia do acoplamento elétron-fonon com
as direcoes da zona de Brillouin. Note pela fig. 3.1 que as “faces” da folha Sy da superficie de
Fermi se aninham com a folha Sy, o que leva ao aparecimento de uma distorcao de Peierls com
os vetores de onda de CDW indicados por Q;, que conectam as faces nas trés direcoes da rede
hexagonal. As folhas Sy e S;r ndo sofrem auto-aninhamento [28]. A distor¢do abriria um gap de
CDW nas duas folhas, a menos dos pontos onde a abertura do gap é proibida pelo acoplamento
elétron-fonon. Esses pontos sdo indicados pela interseccao das linhas nodais da tripla-CDW com
a superficie de Fermi. Pela simetria do problema, o paradmetro de ordem da CDW tem nés nos
pontos onde o gap se anula e lobos nas dire¢oes dos pontos de sela, onde a amplitude do gap é

maxima.

Nos TMDs, a distor¢do de CDW introduz uma quebra na simetria de inversao da rede no
cristal. Do ponto de vista fenomenoldgico, a quebra de simetria da fase distorcida é incorporada
pela simetria do parametro de ordem da CDW, representado pela fun¢do do gap A com depen-
déncia nas dire¢oes da zona de Brillouin. Considerando que a amplitude do gap da tripla CDW
|Ack| conserva a simetria da rede hexagonal, a perda da simetria de inversao afeta a paridade
do parametro de ordem A, que é impar ante a troca de k por —k. Pela Fig. 3.1, é facil ver
que isto é correto se a funcdo do gap for anti-simétrica, mudando de sinal em cada um dos nés.

Portanto, o pardmetro de ordem proposto tem simetria tipo f.

Nesse cenério, as excitacoes elementares da CDW sao excitacoes eletronicas de pares particula-
buraco na vizinhanga dos nés. Vamos definir os operadores usuais de criagdo (aniquilagdo) de
férmions cL »(€k,0), com momento k e spin o =*, |. Note pela Fig. 3.1 que os nés sdo conectados
pelos vetores de onda da CDW. Isto naturalmente leva a troca de elétrons entre dois noés ligados
por Q; via processo de espalhamento de Bragg da fungdo de onda dos elétrons pela superestru-
tura da CDW. Por isso, o modelo minimo deve levar em conta esses dois subsistemas juntos na

mesma Hamiltoniana. Por conveniéncia, vamos introduzir o espinor

c i o(k
\Dz,o.(k) — k,O’ — ¢+,Z,0’( ) ,
Ck—I—Qi,O' /l)b—,i,o'(k)
cujos indices 4+, — indicam os dois subsistemas nodais. A Hamiltoniana dos elétrons normais na

vizinhanga de dois nés ligados por Q; admite dois termos
H=H,+H, ..

O primeiro termo H, é a Hamiltoniana ndo interagente dos elétrons em torno de cada um dos
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Si

Figura 3.2: Condigado de aninhamento da superficie de Fermi ex + exyq = 0. Um momento k fora da
superficie de Fermi Sy é mapeado por um deslocamento de CDW no momento k + Q, dentro da folha

Srr-
nos
H, = Z [Ek Ci_’kco',k + €k1Q; C:rr,k+Q¢ CU,k+Q¢]
k,o,i
1
- 5 Z ¢l,i,a(k) [(ek + €k+Qi)0'gb + (€k - 6k_|_Qi)0'g b] ’(/)b,z’,g(k) y (32)
k,a,b,0,i

onde g, (v =0,1,2,3) sdo as matrizes de Pauli que atuam no espago nodal, com indices a, b = £
(ver Apéndice A.2) e e ¢ a dispersdo dos elétrons livres medida em relagdo a superficie de Fermi.
O segundo termo, H_., € o termo de espalhamento da CDW, cuja magnitude é proporcional ao

gap A,
H._. = Z JAVRR c;rwck+Qi + h.c.

i,k
= > Ack?ﬁl,i,g(k)a(fb%,i,a(k)- (3.3)

i,k,0,a,b

Este termo tem o papel de uma Hamiltoniana de troca de elétrons entre dois nos ligados por
um vetor de CDW Q;. O indice 7 serd ignorado daqui em diante, j4 que os férmions de Dirac
estdo desacoplados entre estes subespacos. Assim como a dispersdo de banda do gap CDW A,
¢é impar em relagdo aos nos, a dispersao dos elétrons livres e, é impar em relacdo a superficie de
Fermi. Aplicando a condi¢do de aninhamento ex = —ex,q (representada pela Fig. 3.2) sobre a
Eq. (3.2), a Hamiltoniana total dos elétrons vestidos com a CDW pode ser escrita na notacao

espinorial como:

HCDW = Z \I/L(k) [€k03 + Ackal] \Ifg(k) .
k,o

Como a Hamiltoniana acima é valida somente na vizinhanca da superficie de Fermi, em

torno dos nés, as dispersoes podem ser aproximadas pela variacao local. Expandindo a dispersao
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eletronica € em ordem mais baixa na direcdo normal & superficie de Fermi, € ~ hvgpk,, onde
vp € a velocidade de Fermi e k; é a componente do momento na direcdo correspondente. Da
mesma forma, a dispersdo do gap CDW ¢é impar em torno dos nds por causa da quebra de
simetria de inversdo da rede. Ela pode ser aproximada em primeira ordem por Ag ~ hivaky,
onde Ava = %—%”” é a velocidade na direcdo tangente & superficie de Fermi, ao longo da qual as

variagoes do gap sdo grandes, ou seja,

Hepw =Y Ui(K) [Aorkios + hwakjor] Uo(k) . (3.4)
k,o

Essas duas aproximacoes serdo chamadas de aprozimagao do cone, numa referéncia explicita
a dispersao dos férmions de Dirac da teoria de campos. Apesar de compartilharem a mesma
dispersao relativistica, os nossos férmions de Dirac, por assim dizer, sao entidades classicas no
sentido de que o spin eletronico ndo se acopla & dindmica, como acontece em teorias genuinamente
relativisticas [56]. A Hamiltoniana (3.4) é apenas um mapeamento do problema na Hamiltoni-
ana 2D de Dirac com férmions sem massa, com quiralidade entre as duas espécies de férmions
identificadas com cada um dos dois subespacos nodais. Mais detalhes sobre esse mapeamento

serdo oportunamente introduzidos no capitulo seguinte.
Antes de prosseguir, é importante salientar que as motivagoes originais deste modelo sao duas:
a primeira é oferecer uma explicacdo simples para o tempo de decaimento das excitacOes de quase-
particula, que sugere a fisica de um liquido de Fermi marginal. Nesse contexto, a motivagao de
uma teoria nodal de CDW parece ser auto-explicativa, ja que ela reduz drasticamente a densidade
de estados em torno da superficie de Fermi. A segunda, como foi dito logo no inicio do capitulo,
é propor um modelo capaz de unificar a descricio da CDW com a supercondutividade. Vamos

entdo tratar da primeira motivacao.

3.1.1 Acoplamento piezoelétrico

Como foi mencionado antes, a formagdo da superestrutura de CDW nos TMDs estd ligada
4 quebra na simetria de inversdo da rede. KEsta quebra de simetria permite o aparecimento
da piezoeletricidade, que é induzida pelo aumento da energia elastica do sistema através do
acoplamento da CDW a uma distorcao periodica do cristal. A interpretacdo de que instabilidades
de CDW podem ser estabilizadas pela energia elastica de polarizacao da rede foi considerada por
Overhauser [57], que demonstrou a possibilidade da ocorréncia de uma CDW num metal caso
os fons pudessem se distorcer o suficiente para compensar a energia de polarizagdo eletronica e
anular o campo elétrico dentro do material. Naturalmente, a energia de ligacdo dos fons num
metal é grande demais para que a rede possa se distorcer significativamente. O mesmo no entanto
nao acontece nos TMDs, cujas interacoes entre fons sdo muito mais fracas. A justificativa para
a incorporagdo da piezoeletricidade na teoria pode ser dada de outro modo. Do ponto de vista
do grupo de renormalizagdo, o acoplamento elétron-fonon usual da fase distorcida é irrelevante

no limite ¢ — 0, enquanto que o acoplamento piezoelétrico é marginal. Por isso, o acoplamento
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Figura 3.3: Inverso do tempo de decaimento das excitac¢oes, definida pela parte imaginaria da autoenergia
Y. Os pontos sdo medidas de ARPES para o TaSe, [23]: quadrados (T = 34 K); pentagonos (T' = 76 K).
As linhas sdo resultado do modelo: pontilhada (T = 0); sélida (T = 34 K); tracejada (T = 76 K).

efetivo entre os férmions de Dirac e os fonons vestidos com a CDW deve ser piezoelétrico, de
forma a incorporar a quebra de simetria da CDW. O campo dos fénons acusticos polarizados ao

longo das diregoes ); é descrito por

1
Hy = — [ dr{Il(x) + pjv}[VP]°} , (3.5)
2pL,
onde vy é a velocidade do som, pr, é a densidade de massa da rede, ®(r) é o campo dos fonons

e II(r) = 0y® é o momento canonicamente conjugado. O acoplamento elétron-fonon sera
H._, = ¢ / drd(r) Y Ul (r)T,(r), (3.6)
g

com ¢ a constante de acoplamento piezoelétrico.

Usando o método das funcoes de Green sobre a Hamiltoniana (3.4), (3.5) e (3.6), o célculo
da autoenergia Y. é feito autoconsistentemente através da técnica de andlise de escala e da teoria
do grupo de renormalizacdo [10, 63]. O resultado desse célculo pode ser considerado um éxito
deste modelo, dada a sua simplicidade (ver Fig. 3.3). O amortecimento dos férmions de Dirac é
dado por [10]

ImX(kp,w) = 75!+ ol +7y|wl, (3.7)

com os parametros 7, 1 — 927 meV, a = 2.14 e v = 0.212. Esses resultados sio validos para
energias menores que fiw < max[Acpw]| ~ 60 meV. Esta energia correponde & energia de corte
do cone de Dirac, onde o espectro de energia adquire corregdes de ordem superior & aproximacao

linear.
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A) B)

Figura 3.4: A) Os estados que contribuem para que a interagdo elétron-fonon seja atrativa pertencem
4 intersecgdo entre os dois anéis com largura hwg cada um, em torno de kr. A 4rea de intersecgdo é
maximizada para ¢ = 0 (aproximagao de emparelhamento). B) Aproximagao de emparelhamento para os
férmions de Dirac: o acoplamento elétron-fonon é mediado pela CDW com vetor de onda Q, conectando
os espagos nodais +, —.

3.2 Ansatz de emparelhamento

Vamos tratar da segunda motivacdo deste modelo, ou seja, a inclusao da supercondutividade.
Numa teoria supercondutora usual, o estado do condensado é definido através de uma soma em
momento sobre os operadores de criagdo de pares aplicados no vacuo (definido pela superficie de

Fermi completamente preenchida),

Yo = Z arfloz(k,Q)CLJICI,,kaO), (3.8)

kﬂq70'1;0'2

onde q é o momento do par. Para que o acoplamento do termo de interacdo elétron-elétron

mediado por fonons virtuais [58],

2hwg

_ 2
Vk,q - |Mq| [E(k—|— q) _ E(k)]z _ th(zl ’

seja atrativo (V' < 0), os momentos k e em k' = q — k devem pertencer a regido de interseccao
entre duas cascas com o raio da superficie de Fermi e largura Aiwg, deslocadas uma em relacao a
outra pelo vetor q. Para um dado momento q, a contribuicdo para o potencial atrativo é pro-
porcional & area de intersecgdo, mostrada na Fig 3.4 A. Nao é dificil perceber que a contribuicao
mais importante (aquela que maximiza a 4rea) acontece no caso q = 0. A hipdtese que restringe
a formagao dos pares aos que tém momento total zero no condensado (3.8) é conhecida como
aprorimacgao de emparelhamento, valida na formacao dos pares de Cooper na teoria BCS.

No caso da CDW, o acoplamento elétron-féonon proposto é piezoelétrico e por isso o mecanismo
de acoplamento atrativo entre os férmions de Dirac via fénons virtuais deve obrigatoriamente
envolver o espalhamento dos elétrons através da tripla-superestrutura da CDW, responséavel pela

quebra de simetria de inversao da rede. O ansatz que propomos é baseado na idéia de que os
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pares supercondutores sdo formados por elétrons localizados em diferentes nés da superficie de
Fermi. A aproximagdo de emparelhamento portanto envolve a formacado de um condensado de
pares com momento total igual ao momento Q; da CDW. Note que na teoria BCS, os elétrons
do par sdo simétricos em relacdo & superficie de Fermi. Aqui, os férmions de Dirac que formam
0 par tém momentos simétricos em relacdo aos nds da superficie de Fermi (ver Fig. 3.4 B). No

canal de singleto, o spin total do par de férmions de Dirac é zero.

A proposicao da forma da Hamiltoniana de emparelhamento deve satisfazer algumas prerro-
gativas de simetria do ansatz. Além da quebra de simetria provocada pela distor¢do da rede, a
formacao de pares com centro de massa deslocado pelo momento da CDW introduz uma que-
bra da simetria de inversdo temporal na fase supercondutora. De acordo com Anderson [59],
a formidéavel insensibilidade dos supercondutores tipo BCS & presenca de impurezas no limite
sujo é garantida pelo fato de que os elétrons buscam os estados do condensado com a maior
degenerecéncia possivel, o que consiste em parear cada elétron com o seu simétrico em spin e
momento. Neste caso, os canais de espalhamento promovem transicoes entre estados degenera-
dos no espaco de pares, mantendo a coeréncia de fase do sistema. Tradicionalmente, a auséncia
de simetria de inversao temporal torna a supercondutividade se nao instével, bastante sensivel
a impurezas. Um critério alternativo foi proposto por Anderson [60] para a formagdo de pares
no canal de tripleto no limite limpo. Segundo este critério, a coeréncia do condensado exigiria
um centro de inversao da rede. Ao que parece, a histéria ndo termina por ai. Muito recente-
mente, a supercondutividade foi observada no composto de férmions pesados CePt3Si (que nao
apresenta um centro de inversdo da rede) na vizinhanga do ponto critico quantico (QCP) da fase
ferromagnética [61]. Perto do QCP, seria natural que as flutuagdes de spin mediadas por pares
de Cooper ocorressem no canal de tripleto. A constatacdo de que o campo critico H.9 observado
é cerca de 5 vezes maior que o campo necessario para levantar a degenerescéncia dos spins no
canal de singleto (e portanto destruindo a supercondutividade) é uma indicagdo adicional em
favor do canal de tripleto no cristal CePt3Si. Por isso, aparentemente nao existe um critério
suficientemente geral para a estabilidade da fase supercondutora em sistemas que quebram a
simetria de inversdo do cristal [62]. De qualquer forma, no caso dos TMDs, o espalhamento da
CDW n3ao altera a degenerescéncia dos estados do condensado. Por isso, a perda da simetria
de inversao temporal causada pelo deslocamento do par pelo vetor da CDW Q; nao deve abrir
novos canais de quebra de pares, conquanto que os férmions de Dirac ¥; estejam desacoplados
entre os subespacos nodais indexados pelas trés diregoes de CDW ¢ = 1,2, 3. Uma vez garantida
essa condicdo, a estrutura nodal pode ser encarada como um mapeamento “ex6tico” que afeta a
simetria da interacao de troca de spin na fase supercondutora, como ficard claro mais tarde na

resposta de NMR, porém sem maiores consequéncias sobre a estabilidade do condensado.

Para introduzir a quebra de simetria de inversdo no pardmetro de ordem supercondutor Ag,
queremos que o estado do condensado (3.8) seja anti-simétrico em relagdo a aplicagdo do operador
de inversao temporal, que consiste basicamente em trocar k — —k, inverter o spin e trocar a

ordem dos operadores de criagdo. Em linguagem espinorial, o emparelhamento anti-simétrico
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entre as duas espécies de férmions +, — é feita com a matriz de Pauli anti-simétrica oy. Assim,

propomos que o condensado seja formado por pares de singleto com a forma
> Wl (k)osPy] (~k) [0).
a,b

Apo6s tomar o traco dos fonons, o termo de interacdo de pares tera a forma:

Z S o8tosdyl (k) ) (—K)per (K) ay(-K),

kk a,b,c,d

2 . L. . N
onde g ~ Uf—D é a constante de acoplamento piezoelétrica efetiva, com wp ~ v;A a frequéncia de

Debye, A ~ % a frequéncia de corte da rede e V o volume. Em aproximacao de campo médio,

"ﬁlT(k) ¢Z¢(_k) = <¢l¢(k) ¢Z¢(_k)> + €an(k)

a Hamiltoniana de pares tem a forma

Hp = =23 37 o305 [(w],(00 9], (1) + ean(0)]

kk a,b,c,d
[<wc¢<k’) by (—K)) + i)
2
k ap
onde
==L 33 (bt () 05y (k) (3.10)
k ap

é o parametro de ordem supercondutor complexo, com uma simetria U (1) adicional na fase.
Considerando idealmente um conjunto de planos desacoplados, as flutuacées do parametro
de ordem nos planos supercondutores devem ser do tipo Kosterlitz-Thouless (tipo modelo XY
2D) na fase de desacoplamento entre pares de vortice e anti-vortice, acima da temperatura
Txr =~ T, o |As(T = 0,9)|?, proporcional & densidade superfluida nos planos [64, 65]. O fraco
acoplamento entre os planos supercondutores muda a classe de universalidade do modelo para
a do modelo XY 3D, onde T, ~ Txr {1+ 1/In*[aTk7/(cU.)]}, para Tgr > U, com U; o
acoplamento entre os planos e ¢ a distancia de separacdo entre eles. A transi¢do supercondutora
é portanto reescalada no sentido inverso ao do parametro ¢, indicando que a coeréncia de fase ¢

suprimida pelo aumento da anisotropia entre os planos.

3.3 Modelo marginal

A marginalidade do modelo proposto é baseada no comportamento da densidade de estados,

que vai a zero na superficie de Fermi ou para um valor préximo de zero, conforme pequenos
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deslocamentos do potencial quimico. A teoria do liguido de Fermi maginal (MFL) [17] foi
concebida originalmente para descrever a fase normal de peseudo-gap dos supercondutores HTc.
A semelhanca do TaSey, os HTc exibem algumas anomalias na fase normal, como o aumento
linear do inverso do tempo de decaimento das quase-particulas com a energia [66], o excesso de
absorcao Optica na regido do infravermelho médio (que nao poderia ser explicado através de uma
simples teoria de Drude) [67], o comportamento metalico da resistividade com a temperatura
(p o< T), entre outras caracteristicas que inviabilizariam a descrigdo através de um liquido de

Fermi convencional.

Sistemas com cardter marginal tipicamente apresentam funcées de polarizacao com a forma

geral

w/T, hw L kgT

(3.11)
const. , hw > kpT .

ImIl(q,w,T) ~ {
A relagdo anterior implica via transformagao de Kramers-Kronig que a compressibilidade gene-
ralizada ReIl(q,w) ~ In % tem uma divergéncia logaritmica no infravermelho. A autoenergia

eletronica segue a forma [68]
Y(w) = \w [lng + zg :zsgn(w)] )

com z = max(|w|,T) e « a energia de corte.

A funcao de Green de um sistema marginal é genericamente formada por uma contribuicao
coerente de processos de quase-particula na vizinhanca da energia de Fermi e por uma parte
incoerente atribuida a excitacoes de 1-particula nos estados de alta energia da banda. O peso
espectral das quase-particulas z = [1 — OReX/dw] L g, ~ 1/In|a/Ex|, com energia Ex definida
em relacdo a superficie de Fermi, vai a zero logaritmicamente no limite Fyx — 0: dai a margi-
nalidade do modelo, pensando em termos da massa efetiva do liquido de Fermi de Landau. Em

resumo, o conjunto dessas caracteristicas descreve um liquido de Fermi marginal.

O estudo fenomenolégico da supercondutividade ¢ipo s no MFL foi feito pelos autores da
Ref. [17] em acoplamento forte e sugere o aparecimento de varias propriedades andmalas em
relacdo ao cenario convencional, como a formacao de novos picos de absorcao no infravermelho e
auséncia do pico de Hebel-Slichter de NMR.. O modelo microscépico proposto na segdo anterior,
no entanto, apresenta duas peculiaridades importantes que sao possiveis fontes de anomalias nas
propriedades da fase supercondutora: 1) a falta de um centro de inversdo no cristal e a quebra da
simetria de inversdo temporal dos pares, e 2) a presenca de duas bandas no espectro de excitagoes
das quase-particulas. Somando-se a isto, claro, a marginalidade do modelo introduzida pelo
comportamento da densidade de estados.

Numa tltima observacao, note que o modelo proposto limita o papel do acoplamento elétron-
fonon ao mecanismo formador dos pares. A razdo é que o acoplamento com os fénons na fase

normal é irrelevante a temperaturas muito menores que a energia de Debye, o que no caso
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particular do TaSey é correto a temperaturas muito acima de T, por causa da baixa temperatura
de transi¢do. Ao que tudo indica, as varias anomalias observadas nesse cristal tém uma origem
essencialmente eletronica. Com isto, temos um modelo minimo que seria em principio capaz
de unificar a descrigdo entre as fases de CDW normal e supercondutora. A partir do capitulo

seguinte, vamos examinar as implicagoes deste modelo sobre as propriedades gerais do sistema.
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Capitulo 4

Plasmons nodais

O modelo nodal da fase normal CDW desenvolvido no Cap. 3 para os TMDs sera usado para
determinar os modos coletivos dos elétrons. Vamos analisar um pouco melhor as excitacoes de

quase-particula deste modelo para encontrar as excitagoes de plasmon permitidas pelo parametro
de ordem da CDW. A Hamiltoniana CDW (3.4)

Hopw = Z/ (2;1;3 Ul (k) 7 (vposky +vaoiky) Uo(k). (4.1)

descreve as excitagoes elementares dos elétrons nos nés da superficie de Fermi. A quantizagao do
campo ¢é feita a partir de operadores de criacdo e aniquilagdo de particula-buraco, expandindo

V¥ numa base de autofuncoes
U(k,t) = ak(t) u(k) + b_x(t) v(—k), (4.2)
que diagonalizam a Hamiltoniana. As quasiparticulas tém dois ramos de dispersao
+Ey = +horpk,

comk =k, + (va/ vp)k)| definindo o vetor de onda anisotrépico. Os ramos estdo associados aos

dois autovetores

_ L h’UFkJ_ — Ek
ul) = g ( ) (4.3)
1

Un ﬁ’UAk”
hvpk | + Fy
-k) = . 4.4
o(¥) vn(k)< ot ) (44)

com u, € v, os respectivos fatores de normalizacdo, e levam numa descricdo Hamiltoniana na

forma segundo quantizada:

31
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A) B)
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Figura 4.1: a) Representagio esquematica do estado fundamental no cone de Dirac. Os estados preen-
chidos representam as particulas da teoria. A regido vazia no ramo inferior do cone é um bolso gerado
pelo rebaixamento do potencial quimico. b) Secdo conica da superficie de Fermi do bolso nas diregdes
normal (vr) e paralela (va) & superficie de Fermi.

3
Hepw = / (;T’;?) By (afax — b b)) - (4.5)

Claramente, a e b representam operadores de destrui¢do (criagdo) de particulas (buracos)
operando separadamente em cada um dos dois ramos do cone de Dirac. Vamos definir que os
estados com energia negativa correspondem aos estados do ramo inferior do cone, enquanto os
outros com energia positiva correspondem as excitacdes de quasi-particula no ramo de cima. A
semelhanca de um sistema de duas bandas em um semicondutor de gap zero como a grafite [70],
o vacuo de N-particulas é o estado onde todos os elétrons preenchem completamente os estados
abaixo do potencial quimico y. O deslocamento do potencial quimico do vértice do cone introduz
um bolso em torno dos nés com energia y = Ey = hvpk}, onde k% é o momento da superficie
de Fermi do bolso. Um bolso tipo particula (> 0) portanto desloca para cima o potencial
quimico, enquanto que um bolso tipo buraco (1 < 0) rebaixa a superficie de Fermi, preenchendo
os estados de energia mais alta da banda de baixo do cone com buracos (ver Fig.4.1).

Considerando o caso pu < 0, a densidade de ocupacao de particulas & temperatura zero é

na(k) = (0]a”"(k)a”(k)[0) = 0
ny(k) = (0" ()b ()]0 = O(k — k).

Os modos coletivos de plasmon derivam do célculo funcao de correlagdo retardada densidade-
densidade de carga. E suficiente fazer o calculo em aproximacdo de RPA (random phase appro-
zimation) [81], que elimina as contribui¢des incoerentes vindas de excitagoes de 1 particula e
conserva apenas as excitacoes de particula-buraco, que efetivamente geram o plasmon. A apro-

ximagao basicamente consiste em escrever a densidade de flutuagdo de carga pq o< ), e "9%i em
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termos de uma base de ondas planas [71]. Para ¢ # 0 o valor esperado (pq) é aproximadamente
zero, por causa da soma nas fases “aleatérias”. Esta aproximacao descreve as interacoes resi-
duais de longo alcance entre as cargas que ndo foram completamente blindadas pela interagao
de curto alcance. Elas sao responséveis pelas correlagoes eletronicas no limite ¢ — 0 e pelo

comportamento coletivo dos elétrons. Em RPA, a funcao dielétrica é dada por

e(w,q, kz) =1- ‘/O(qa kZ) Xo(waq) (46)

onde x° é a funcdo de polarizacdo retardada do sistema nio interagente, também genericamente
chamada de funcido de susceptibilidade de carga. A dispersdo do plasmon é definida nos pontos

onde €(£2y,q, k;) é igual zero.

4.1 Susceptibilidade de carga

Os efeitos de muitos corpos sao incorporados as interagoes de carga através da funcao de suscep-

com «, B somados sobre o spin. Ela é definida através da funcao de Green nao interagente a

temperatura zero,
i1Ga(kt) = (Us(k, )l (k,0))0(t) — (V] (k,0)T5(k,1))0(~1). (4.8)

Reescrevendo os operadores fermionicos na forma segundo quantizada (4.2), os valores espe-

rados sdo:

(Up(k, 000} (k,1)) = e ™ (alalYu(k)u (k) + e+ (b’ b1 )v(~k)vt (—k)
ety ()l (k) + ety (—k)of (—k) (1 — 0k — kp)) Sas

(Th(k, 1) Tp(k,0)) = et (611 Jo(~Kk)vi (k)
= e“kly(—k)vl (~k)O(k — kp) dup -

Usando a identidade: ,
1 00 efzwt
o(t) =

_— w—
21 J_oo  w+id’
e substituindo em (4.8), a funcdo de Green dos férmions de Dirac tem a forma

u(k)ul(k) | ov(-k)v'(-k) o v(=k)ol (-k)

0 k — *
Goallow) = | st a0 (=R

O — k)| 6as.  (4.9)

W+ wi — 0
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Qualitativamente, a funcao de polarizagdo é resultado de dois tipos de processos:

XO (Q) = X?ntra (q) + X?nter (q) ’

onde X?ntm corresponde as excitacoes intrabanda e X?nte, as excitacoes interbanda. O primeiro
tipo corresponde a excitagoes entre estados localizados no mesmo ramo do cone enquanto o
segundo é atribuido as excitagOes entre ramos diferentes. Essa nomenclatura vem das bandas de
condugdo 7 da grafite [70] e sera usada extensivamente ao longo do texto em referéncia aos dois
ramos do cone. O termo de excitagoes intrabanda depende explicitamente do tamanho do bolso,
definido pela energia de Fermi F7., e desaparece completamente quando o potencial quimico vai
a zero.

Os passos seguintes sdo substituir a Eq. (4.8) em (4.7), somar sobre as frequéncias em torno

dos polos das funcoes de Green e calcular o trago dos espinores u e v,

Tr [u(l)ul ()o(~k — @)ol(~k — )] = Tr [o(=k)o! (~K)u(k + @)u'(k + q)]
= G [-Ere]
2 klk+q| |’

Tr [U(—k)fuf(—k)fu(—k —qf(~k - q)] _ ! [1 +

: Rk‘( Q)]_

x-&+4q)
|k +q
Fazendo uma transformacao do elemento de volume do cone em termos das duas dire¢Oes aniso-

tropicas, vr, VA

as duas contribuicGes tém a forma

11 [ &% k-(k+q)
0
- = — = 3 1_f
thra(q’w) thd/(ZW)2< k|k+6ﬂ ) *
[ O(k+al—kp) 0k —kp) ] (4.10)
v+k+lk+aq —id v-k-lk+al+id] "
0 (qw) = —— L[ Ak et @)
Xinter \ 4 o hua d (271')2 k |1_{ + (_I|
) |:9(k; —k)O(k+al—kp)  Okr — k+a)) 0(k — k})] (4.11)
v—F+lkta - v—k+lkta+is |7

com v = w/vp. Note que o momento de corte A do cone define uma superficie de energia

constante com uma se¢do de corte eliptica no espago k,

1
ﬁE}‘;Q = vaA? + ’UZAAﬁ = const.,
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mas que resulta num momento de corte circular no espaco k. Por esse motivo, a integracio pode
ser exatamente mapeada num espaco isotropico através da substituicio de variavel & — k. O
simbolo “—” ser4 mantido apenas para o momento externo gq.

A susceptibilidade retardada depende da troca de sinal +id — 0. Explorando a simetria na

troca de varidveis k + q — —k, as duas contribuices retardadas da susceptibilidade sdo:

0 (quw) = 1 1/ d?k 1_k-(k+q)
Xintra b= "hond | (2m)? klk+q

[ 0(k — k%) B 0(k — k3)
v+k+lk+a+id v—k—|k+q|+id

} (4.12)

11 [ d% k-(k+q) _
_ - * k B

1 1
X — . (413
[V—k+|k+q|+z'5 1/—|k-|-<_1|+k+z'(5} (4.13)

X?’nter (q’ w) =

O resultado analitico de cada uma das contruibuigoes serd sucintamente descrito nas duas
proximas secbes. Mais detalhes sobre esse cdlculo podem ser encontrados no apéndice C. Os

efeitos sobre os modos de plasmon serao mostrados na se¢ao 4.2.

4.1.1 Excitagoes interbanda

A maneira mais simples de calcular a susceptibilidade é calcular primeiro a funcio espectral e

depois a parte real usando as relacoes de Kramers-Kronig [98]. Utilizando a identidade:

1
wE i

T_.
= 73; Fimd(w),

com P definindo a parte principal, a parte imaginaria da susceptibilidade interbanda é

Imeter(qaw) - dh’UA / (27!')2 (1 k |k‘|‘€l‘ 9(k kF) X

X [6(v — k — [k +al) — 6+ k + [k +al)] - (4.14)

O resultado do calculo desta integral pra v > 0 (ver apéndice C.3) é igual a

1 q>

Imxgnter(qay) = _87rdh/UA m

/

X

2
MT_” 1_<2A17_U> +[%+arcsin(2AT_”)] 2 —g<v<2s+q

X < T 2k% + g <v <2A — q(4.15)

* _ * 2 _ *
v_2ky 1—(” %kF) +[arcsin<%)+%],fy§u<2k}}+(j
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e zero do contrério, onde
q, para q> k%
’Y =
2k} — @, para q <ky
e A é o momento de corte do cone. Para momentos pequenos em comparagdo ao tamanho do
cone, §/A < 1,

O(v — 2% — q), (4.16)

Olhando para a Eq. (4.14), é facil ver que o caso v < 0 leva a um resultado semelhante,
bastando trocar v por —v e introduzir um sinal global de menos & expressdo. A parte real segue

diretamente das relagoes de Kramers-Kronig (ver apéndice C.2),

1

vV —v

1 00
Re X?nte'r(q7 V) = ;P/ dv' Im HOR(VIaQ)
—oo

q/A—0 1 ¢

~ 8rd hoa \/qg_—yg 0(7 —v)p(v,q) -

onde

arctan <4 VER (et )y q2yz) , se 4k% (ks +q) — (@2 —v?) >0

4k (k) — (g2 —v?)

o(v,q) =

4k5 (kp+q)— (2 —v2)

* k* A /72,2 .
7 + arctan (4 VKtV Ty ) , do contrario .

Existem dois limites interessantes para a expressao acima. Quando as disténcias consideradas

sdo grandes em relagdo ao inverso do momento de Fermi do bolso, ¢/k} < 1,

) a/kr<l 1 7

q
8ndhiva ki /@ — 12

e no limite oposto, em que a energia do bolso é igual a zero (k} = 0),

Re xgnter(q, v 0(Gg—v). (4.17)

XZTH Ta (V7 ) / 2 2

Neste ultimo caso a contribuicao intrabanda é obviamente zero, uma vez que a banda inferior esta

0(G—v). (4.18)

completamente preenchida e o sistema tem simetria de particula-buraco (g = 0). O complexo
conjugado da susceptibilidade para este caso é simplesmente
1 =2

q (4.19)

0 * - _
R ¥ NI/
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4.1.2 Excitagoes intrabanda

Vamos considerar agora o segundo tipo de excitacao no cone de Dirac. A parte imaginéaria da
Eq. (4.13) é igual a

1 a2k k- (k+q)
TIm x? = — 1 0(ky — k) 0(|k + q| — k}
M Xintra ﬁUAd/ (27‘(’)2 ( + k|k+(l‘ ( F ) (‘ +q| F) X

x[f(v+k—|k+a)—d(w+k+a|—k)]. (4.20)

O calculo da integral acima é mostrado em detalhe no apéncice C.4. O resultado para v >0 é

0 1 q> ~I'(-v) se Y <v<g
Im Xintra(w’ q) = — n
8rdhva /12 —q2 | T(v) —T(~v), se 0<v<y

onde
x 9t 2 * 2k* 2
rw) = 26 V\/< ki 1/) |2 y+\/( 73 1/) ]
q q q q

o 2k} —q, para ki < q < 2k%
q, para q <kp

o (d.21)

(4.22)
2k} —q, para k% < @ < 2kpq

) {q—%g, para > 2k}
’)/ =
No limite de comprimentos de onda longos §/k} < 1, é facil ver que

0 =0 kg v
Im X;ntra (waQ) — drhon \/m

Aplicando a relagdo de Kramers-Kronig, a parte real da susceptibilidade é dada por

8(q —v) (4.23)

v —v

k7 v )
ﬂ'hf;A (m o 1) O(v —q). (4.24)

1 o 1
Re X'(i]ntra(yv q) = ;,P/ dv' Im H?n}}ra(yla q) !
—00

i

4.2 Dispersao dos plasmons

Na auséncia de termos de transferéncia de elétrons entre os planos, as excitacoes coletivas dos
fermions de Dirac sdo atribuidas unicamente ao potencial de Coulomb 3D entre portadores de
carga em diferentes planos, Vy(q, k;) = 27 de?/(e9q)S(q, k), com o fator de estrutura S(q, k,) =
sinh(gd) /[cosh(gd) —cos(k,d)] (ver apéndice C.1), como no géas de elétrons em camadas (LEG)[77]
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interbanda

\

*

2kg

Q

Figura 4.2: Regides sombreadas: continuo de excitagoes de particula-buraco (Imx # 0). A presenga
de um bolso com momento k3 abre um gap no continuo das excitacoes interbanda definido pela parte
imaginaria da Eq. (4.19). O ramo 6ptico de plasmon nio é amortecido em § — 0 para v,(0) = vy < 2k}

(e é a carga do elétron e ¢ a constante dielétrica de fundo). Quando o potencial quimico

intercepta o ponto de Dirac (4 = 0), a Hamiltoniana CDW (4.1) leva a susceptibilidade (4.19),

9
VF q

0 x
X (w,Q) = - .
IO E—

A substituicao da Eq. acima na defini¢do da fungao dielétrica (4.6), basicamente

G(Qpaqa kz) =1- I/O(qakz:) ReXO(waQ) = Oa

mostra que ndo existem modos de plasmon na auséncia do bolso (note que Vo > 0 e que Rex°

é sempre negativa).

O rebaixamento do potencial quimico, no entanto, torna esse quadro bastante diferente. O
surgimento de excitagoes intrabanda combinado ao aumento na densidade de estados na superficie
de Fermi do bolso dao origem a uma banda de excitacoes de plasmon. Se kj, # 0 , é facil
perceber comparando (4.17) com (4.24) que a susceptibilidade intrabanda domina completamente
o espectro de excitagoes coletivas quando §/kr < k}./A, ou equivalentemente no limite g/k}, —
0. Renormalizando €y com eventuais contribuicoes interbanda na regiao do continuo de excitagoes

de particula buraco (onde Im yinter 7 0), a dispersdo do plasmon no bolso satisfaz a equagao:

kr €2 v
2rd— S(q, k — 1| =1.
drmhva T €04 (g, k)
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levando ao aparecimento da banda de plasmons do gas de elétrons num sistema de planos aco-
plados pelo potencial de Coulomb,
_ kpvpe? @

3
Q%(k) = = S(q, k “vig?. 4.2
p( ) h'UA€6 q S(Qa z) + 4UFq ( 5)

Notando que S(0,k, # 0) = 1, os modos 0 < k, < 7/d sdo acusticos e recobrem o caso do gés
de elétrons 2D no limite ¢ — 0 (onde wy x /g),

_ kaU%e2 @ 3

Q2,p(k) = — + vk 4.26
p2D( ) h’UA66 q + 4UFq s ( )
enquanto que no modo k, =0, S(qg — 0,0) = %%, dando origem ao modo 6ptico 3D
2 5q° 3 5
Q,3p(k) = w 2 + Z'UFq ) (4.27)

com wg = \/Zk}v%eQ/(dhqueg).

A contribuicdo das excitacoes intrabanda nos modos de plasmon foi calculada originalmente
na grafite dopada com buracos [73]. A partir da Eq. (4.16), pode-se perceber que para vpq <
w < vp(2k} — ) existe um gap no continuo das excitagbes de particula buraco (ver Fig. 4.2)
definidas pela parte imaginaria da susceptibilidade (4.16). Portanto, existe uma regido onde
os plasmons sdo livres de amortecimento de Landau no limite de comprimento de onda longos
(g — 0).

A energia do modo 6ptico em ¢ = 0 é da mesma ordem da energia do bolso, fiwy ~ E}.. Note
que no caso anisotropico (vp # va) o0 gap no espectro do ramo 6ptico depende da dire¢do da

superficie de Fermi do bolso. Se além disso adicionarmos o acoplamento elétron-fénon [10]
Her = 7Y [ @20 BT (o), (4.28)
ag
associado aos fonons actisticos ¢(x) com energia fiwg as excitagdes do bolso, a fungdo dielétrica
RPA sofre uma correcio: €(w,q,k;) =1 — [Vo(q, k;) + (v2/h)D%(w,q)]TI®(w, q, 1) , onde [72]

hw?
0 _ q
D (CU,Q) - w2 _ (wq _ “7)2 ’

é o propagador dos fénons, que afeta em muito pouco o modo éptico dos plasmons no limite
qg— 0.

Além da dopagem, o transporte coerente de elétrons entre os planos leva a um crossover
dimensional em direcdo a um sistema efetivamente 3D, induzindo a formacdo de um bolso em
torno dos nés da superficie de Fermi [78]. A energia do bolso é da mesma ordem da energia de

salto (hopping) dos elétrons entre planos vizinhos, calculada nos compostos TMD NbSes e NbS,
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em ~ 0.1 eV [79]. E preciso destacar que esses calculos de banda nfo levam em consideracio
as interacoes eletronicas entre os planos, e essa energia poderia ser bem menor. Sao necessarios
mais estudos experimentais para investigar a natureza dos modos coletivos de baixa energia
nesses materiais. Entretanto, pode-se dizer que os TMDs admitem um modo 6ptico, como nos
metais, porém com uma frequéncia de plasmon consideravelmente menor por causa da baixa

densidade de estados na superficie de Fermi.



Capitulo 5
Modos normais

Neste capitulo, vamos mostrar que algumas das conjecturas sobre os TMD, como a possivel
coexisténcia entre a supercondutividade e a piezoeletricidade nao sao apenas consistentes como
sugerem conexoes surpreendentes com o ponto critico quintico observado na separacao das fa-
ses de CDW comensuravel-incomensuravel. Vamos analisar os modos normais e as excitagoes
macroscopicas que surgem em teoria de campo médio introduzindo fénons actsticos, plasmons,
campos eletromagnéticos, o acoplamento piezoelétrico e a supercondutividade na mesma agao

semi-classica.

5.1 DinAmica semi-classica

Em primeiro lugar, vamos considerar o problema dos férmions de Dirac descritos pela Hamilto-

niana (3.4) acoplados as vibragoes da rede dadas pela Hamiltoniana

2

n

P2 1
Hpp = Y. "+§ZKnm(Rn—Rm)2 (5.1)
n,m

onde n indexa os sitios da rede Rf,. P é o operador momento da rede canonicamente conjugado,
isto &, [P,“;,Rin] = ih0;j0pm (com i = x,y,2) € Kpy € o tensor elastico da rede. Em seguida,
vamos considerar que os férmions de Dirac e os graus de liberdade da rede se acoplam com um
campo eletromagnético classico. Ele é definido em termos dos potenciais vetor e escalar A¥(r)
através do tensor de campo eletromagnético, F* = g*AY — 9" A* (0" = 0/0xz,, com p,v = 0,1),

cuja densidade de energia eletromagnética é:

_

E
el 167

F,,F* (5.2)

convencionando que indices repetidos devem ser somados. As componentes nao diagonais Fp; =
—E; descrevem o campo elétrico (vamos usar a métrica relativistica g, = (1, —1, -1, —1)) usual

na literatura [80].

41
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Num material piezoelétrico, o campo elétrico se acopla diretamente & distor¢ao da rede X} =

R}, — R, através do tensor piezoelétrico A’;

Hp = Y AEX]. (5.3)
n

O acoplamento entre os férmions de Dirac e as vibragoes da rede sdo descritas pela Eq. (4.28).

O problema pode ser formulado com integrais de caminho sobre o funcional da agdo total:

7 = /D¢D¢/DXexp{%/dt/drﬁ[w,X,Au]} , (5.4)

onde L é a Lagrangeana do problema e 1), 1 sdo varidveis de Grassmann.

Vamos considerar por enquanto o caso normal ndo supercondutor. Do ponto de vista da
distribuicao eletrénica, noés estamos interessados apenas no limite de comprimentos de onda
longos, que segundo o capitulo anterior é descrito pelos modos de plasmon. Esses modos podem
ser separados do continuo de particula-buraco usando o formalismo criado por Bohm e Pines

[81]. A Lagrangeana do problema se reduz a:

EN = Lel + ['plasmon + £fonon + Lpiez

1 , 1. 1 _
- _mejFﬂ - E]]\I;Au + 59 [pr(atpN)Q - p%\/']
1 ) ) ) )
+5k [(8:X")? — v, (0: X")?] + A%, X; FY, (5.5)

onde Q = 47 /k2, com k. o vetor de onda de blindagem 3D do gis de elétrons (num metal
isotropico k., = \/W onde n é a densidade eletronica 3D e EF a energia de Fermi
[81]), & & a densidade de massa da rede, v, é a velocidade do som, j/c = pn & a densidade de
elétrons normais e j ]\1, a densidade de corrente normal Ohmica. Na nossa notacdo, ° = ¢ 10; é

a derivada temporal normalizada pela velocidade da luz c.

As propriedades coletivas dos elétrons no sistema normal sdo as mesmas dos elétrons na
fase supercondutora, uma vez que a abertura do gap supercondutor ndo afeta a parte real da
susceptibilidade de carga x(q) para comprimentos de onda longos [82]. Na verdade, pode-se
mostrar facilmente dentro do contexto da teoria BCS, em aproximacdo de RPA, que Re x(q,0)
permanece essencialmente inalterada até que o gap seja da ordem da energia de Fermi, onde
a aproximacgdo de emparelhamento BCS é invélida. Em outras palavras, para q pequeno os
plasmons ndo sao sensiveis a transicao supercondutora. Elétrons normais ou supercondutores
blindam o campo elétrico exatamente da mesma forma e portanto devem entrar do mesmo modo
no termo de plasmon da Lagrangeana. Independentemente da fase, py pode ser substituido
na Eq. (5.5) pela densidade total de elétrons p = pny + ps, onde p; é a densidade de elétrons
supercondutores (ps = 0 no estado normal). As correntes normais, no entanto, tém como origem

as excitacoes de quase particula enquanto que as supercorrentes js"aparecem em consequéncia do
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estado fundamental do condensado [83]. Assim, o potencial vetor se acopla apenas as correntes
normais. Numa ultima observacao, a temperatura finita 7', o numero de elétrons normais e
supercondutores ndo é conservado separadamente [85]. Por simplicidade, preferimos trabalhar a

T = 0, onde todos os elétrons estdo no condensado e a corrente total & j# = j'.

O parametro de ordem supercondutor ® pode ser introduzido através de uma transformagcao

de Hubbard-Stratanovich, tomando o trago sobre os elétrons [84]. O funcional gerador fica:

7z = /Déch/Dxexp{%/dt/dr (LN[p,X,A]+£GL[<I>,A])} (5.6)

onde L, é a Lagrangeana de Ginzburg-Landau. Para descrever as flutuacoes de carga-corrente,
é preciso incluir a dependéncia temporal no parimetro de ordem supercondutor. Isto nao é
6bvio mas pode ser feito em dois limites: perto de T' = 0, e proximo & temperatura critica
Ts [86]. A altas temperaturas (T' < T¢), a validade da expansdo no gap A das equagdes de
Gorkov dependentes do tempo exigem escalas de frequéncias muito maiores que a energia de
ligacao dos pares de Cooper, Aw > A;. Nesse limite, as flutuagdes tém energia suficiente para
quebrar os pares e converté-los em excitacoes de quase-particula, levando a um regime difusivo
[87]. No limite oposto, & temperatura zero, a descri¢do hidrodinamica é rigorosamente valida

para fiw < A,. Vamos introduzir a Lagrangeana de Ginzburg-Landau com dependéncia temporal

*
(Ev — e—A) &
1 C

que é especialmente aplicavel & supercondutores do tipo II, onde o comprimento de penetracao

para baixas temperaturas [86, 87|,

2 1 2
+

1

LaL = —al®]” - B|o|* — G-

(5.7)

(h080+e*¢> o

i

2m*v?

¢ muito maior que o comprimento de coeréncia. (em (5.7) ¢ é o potencial eletrostético). No
limite limpo, v é da ordem da velocidade de Fermi vp. Partindo da hipoétese de que os campos
variam muito mais lentamente que o comprimento de coeréncia, vamos assumir que a magnitude
do pardmetro de ordem supercondutor é constante e portanto todas as flutuacoes vém da fase

supercondutora ¢(t,x). O parametro de ordem serd escrito como:
B(x) = Bgelt), (5.8)

Apesar da invariancia de calibre da Eq. (5.7) (qualquer mudanca arbitraria Vy no potencial vetor
ou equivalentemente —8%y em ¢ pode ser compensada por uma mudanca de fase de e*x/(ch)),

vamos assumir por conveniéncia o calibre de Coulomb V- A = 0.

Note que a Lagrangeana Ly + L nao estd completa ainda, uma vez que as supercorrentes
permanecem desacopladas com os campos eletromagnéticos. Esse problema pode ser resolvido
assumindo de antemao a validade das duas equacoes de Maxwell ndo-homogéneas. A equacao

de Poisson é claramente um vinculo entre a densidade de elétrons supercondutores e o potencial
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eletrostéatico,

g(t,x) = V2 + 4np, =0, (5.9)
e deve ser introduzido através de um multiplicador de Lagrange A(z*) na Lagrangeana total.

No regime semi-classico, onde i — 0, o comportamento dos campos segue o principio da agao
minima

55:5/ d*z (£N+EGL+Ag):5/ dzL£=0,

com respeito as varidveis A* X* v and A. Minimizando com respeito a A* e A, encontramos
I S I 7

as duas equacoes de Maxwell nao-homogéneas

V2¢ + dmps =0, (5.10)
47,
—0A -6, Ve+ i 0, (5.11)
com a supercorrente j5 definida por
e*@% * 2

ps:_m*vg (hedop +€*p) — 6V -X — VA (5.12)

) e*®2 e*
Js == AV — ?A + cd 0pX. (5.13)

Por simplicidade, vamos assumir que o tensor piezoelétrico é diagonal e isotropico, A’j = 06;5.

A minimizag¢do nos outros graus de liberdade completa o conjunto de equacoes:

1

in Q (w;ZBtQpS +ps) =A, (5.14)
V2o © ()20 — £ 9% — 0 (5.15)

SO @ SO h'l)g - bl .
K (07X — 02, V?X) — 6(Vg + 0°A) = 0. (5.16)

Os detalhes da minimizacao estdo no apéndice D.1. Substituindo a expressao da supercorrente

na equagao da continuidade, 85" = 0, vamos encontrar
cOops +0ijt = —cOHVIA = 0

Na auséncia de correntes externas A ou é dependente do tempo ou da posicdo, mas nao de
ambos. Se A depende do tempo, entdo p é uma distribuigdo estacionaria (no sentido de que a
decomposi¢do em Fourier é congelada no tempo, somente com a amplitude global variando) e
homogénea (ou ndo periodica) dada a Eq. (5.14), o que obviamente viola a conservagio de carga.

Por isso, pode-se concluir que dyA = 0.

O multiplicador de Lagrange define duas classes distintas de solugdes para a densidade de
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carga: (i) tipo-blindagem quando A(x) # 0, e (i) tipo-plasmon quando A = 0. No primeiro caso
plw, k) « f(k)d(w), onde f(k) depende das condigoes de contorno, ndo apresenta dinémica e
descreve a resposta fisica a uma perturbacdo como uma pressdo externa no cristal ou a introducao
de uma carga de prova. No caso (i), os elétrons sdo livres para oscilar na frequéncia de plasmon,

permitindo o aparecimento de modos normais.

5.2 Modos coletivos

Vamos considerar agora o problema de um so6lido formado por um nidmero infinito de planos
fracamente acoplados (como por exemplo os TMD). No continuo, esse problema se transforma
num modelo efetivo 3D com anisotropia espacial na direcdo perpendicular aos planos, digamos
a direcdo z. E conveniente definir um tensor diagonal de anisotropia T = (1,1,7), onde T &
o parametro de anisotropia (vamos introduzir a notacao = szaj e Az = TZ]-AJ), e reescrever
a Lagrangeana de Ginzburg-Landau como no modelo de Lawrence-Doniach com dependéncia

temporal [15]:

1 A~ e« 2 1 hc 2
= —a®?-B8l®*— —|[=0"——A)d — e (5.1
tor = ol —plaft = | (- CA)a| + ol | (o0 v o) o . 6an
Esse modelo leva a versdao anisotrépica da Eq. (5.15),
S & ¢ 0 0
V-V(p——Q(B) h28¢——v A=0, (5.18)
8

e ao aparecimento de correntes Josephson entre os planos, representadas pela componente ani-

sotrépica da supercorrente:

e*®2 ~ e* ~ -
js(t,x) = m*o hV(p(t,x)—?A(t,x) + ¢00p X (t,x). (5.19)

Daqui em diante, vamos empregar a notagao &, ¢, X ﬁ, etc., para representar vetores orientados
da direcdo dos planos. Nessa notacdo, vamos definir ¢ como a projecao no plano do momento k,
de forma que k = (q,k,) e k= (q,7k,) .

A auséncia de piezoeletricidade ao longo da direcdo z em compostos altamente anisotrépicos
é justificada pela fraca distor¢ao dos ions nessa dire¢do. A componente z da velocidade do som é
também muito menor do que nas outras dire¢des, em razao do fraco acoplamento elastico entre
os planos. No limite vpp ,/vpn, — 0, a dispersdo dos fonons actsticos é wp, = vppg € a equacdo

dos fonons (5.16) nos planos tem simetria cilindrica

n(—w2+w§h)X’(w,k)—M[q*qS(w,k)Jr%fT(w,k)] = 0. (5.20)



46 CAPITULO 5. MODOS NORMAIS

5.2.1 Regime quase-estatico

Dada a dispersao do plasmon wy(k), a equagao da densidade de carga no espago de fourier fica:

Q[-w?+ w?,(k)] ps(w, k) = 872 wg(k) A(k) §(w) . (5.21)

A solugdo tipo blindagem é:
ps(w, k) = 8" ——= d(w), (5.22)

para A(k) ndo nula. A solucgdo simultdnea das Eq. (5.10)—(5.12), (5.18)—(5.20) e (5.22) tem

como resultado ps(w,k) = AO(R) ) (k2 + kg) , para alguma funcdo Ay e com o0 momento carac-

*2@2 62
k2 = dn (e 0 _ 2 ) . (5.23)

*0y2
mrug KUgy,

teristico (ver apéndice D.2)

O caso kg > 0 leva a solucoes que decaem exponencialmente e descrevem a blindagem dos
elétrons induzida por condicées de contorno como uma compressao ou distensdo do cristal. Se
o acoplamento piezoelétrico for maior que um valor critico (k3 < 0), a blindagem ¢ suprimida
e uma modulacao de carga quase-estatica deve ser observada, de forma a minimizar a energia
elastica. FEsta andlise é confirmada ao introduzirmos uma carga de prova ) na origem: nesse

caso, reobtemos o resultado de Thomas-Fermi [72],

Q k?

ps(w,k) = 27 m

S(w), (5.24)

que implica em potenciais blindados para k(z) > 0. A expressao acima recobre o caso metélico

para k2 > 0 quando a zona de Brillouin é levada no infinito,

QR
ps(r) = dr
e tem o comportamento
polr) = — QK2 cos(|ko|r)

47 T ’

no caso oposto, ndo blindado (k < 0). Esse limite deve dar corretamente o comportamento
assintdtico, no limite em que |ko| < A ~ 27”, com a o pardmetro de rede nos planos e d — 0. De
qualquer forma vamos considerar que o caso fisico de interesse envolve escalas de comprimentos
grandes em relacdo parametro de rede para que a teoria de campo médio faca sentido. Nesse
regime (A # 0), a fase do pardmetro de ordem supercondutor ndo apresenta dinamica e obedece

& equacao de voértice a campo magnético zero (6)2<p = 0.
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5.2.2 Regime dinamico

Os modos coletivos aparecem através de um céalculo ligeiramente diferente. Partindo das solucoes
de plasmon da Eq. (5.21),
ps(w, k) = po(k) 6(w — wp(k)), (5.25)

onde po(k) é uma funcdo que depende ndo apenas das condi¢oes de contorno mas também
das condigoes iniciais determinadas pela perturbacao localizada no instante tg, as solucoes dos
campos 1o limite ndo relativistico vg/c — 0 sdo (os detalhes do célculo sdo mostrados no apéndice
D.3):

ps(w, k) = p(4) 6(q — qo) 6(k.) 6(w — wp(k)), (5.26)
d(w, k) = 4m % , (5.27)

> 6 4 ps(w,k)
X(w, k) = dn— = 5.29
(w7 ) ik k2 (w2 _ th) ’ ( )
k
A(w,k) = 47 %q% D(w, k), (5.30)
onde
29?2 1 62 1

D(w,k) =1—4r

m* w2 — ,03122 + W;wQ _ ,Uth2 :

A Eq. (5.26) representa o modo de plasmon k, = 0, que prevalesce sobre o resto da banda. Esse
resultado indica que o acoplamento eletroénico entre os planos leva a um crossover para uma
fisica efetiva 3D no espectro de comprimentos de onda longos. No apéndice D.3, demonstramos

que esse efeito esta ligado & hipdtese de que o parametro de anisotropia entre os planos 7 # 0, 1.

O inverso da escala de modulacao de carga nos planos gy € dada pela equagao
D(wpa QO) =0 ) (531)

como mostrado no apéndice.

Notando que a T = 0 a densidade eletronica n é o dobro da densidade de pares <I>§, a
quantidade 47re*2<1>% /m* pode ser convenientemente escrita na forma da expressao que descreve
o quadrado da frequéncia de plasma, QIQ) = 4w e’n/m. Em termos gerais, n é dado pela regra de

soma [15]
2

Wik =0) == /Ooo dwwIm e(w, k) = 47 %f(q/q) , (5.32)

™

onde Im € é a parte imaginéria da funcdo dielétrica, dada em aproximagao de RPA por Ime(w, k) =
~Vol(g, k)Im x°(w, @, 1) e f(G/q) é a funcio de anisotropia associada & forma da superficie de

Fermi, com f(g/q) = 1 no caso isotr6pico. Para um sistema nodal com um bolso, como des-
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crito no capitulo anterior, a funcio de anisotropia tem a forma f(§/q) = §*/q*, como pode-se

facilmente verificar substituindo a susceptibilidade intrabanda (4.23)

q/kp<l k% w

7Th’UAd /’U%@Z _ wg

ImI1°(w, ¢, )

na Eq. (5.32), resultando em
6*2(1'2
0

m*

47

2
=Wy,

com wy = \/ 2k%v%e?/(deohva) a frequéncia de dispersdo do modo optico (4.27). Vamos consi-
derar apenas o caso isotrépico, onde a aproximacao baseada na rigidez da amplitude ®g do para-
metro de ordem supercondutor é rigorosa. Usando o modo de plasmon 6ptico wf, = wd + (v0q)?,
e substituindo na Eq. (5.31), vamos encontrar

(U2 2
q0 = [b - U(b)\/b2 - (w2 = ’Ugg)("())2h _ ,Ug) ) (5.33)

onde o é uma funcdo sinal, b = (g + w%)/[2(v§h —vd)] e

g = 4dm— (5.34)

é o acoplamento piezoelétrico efetivo.

Notando que vs > vy, uma vez que os ions sdo muito mais lentos que os elétrons, existem
dois casos distintos (1) vg > vs e (2) vg < vs. O caso (1) claramente ndo apresenta modos
normais (ou seja, qo real e finito) para qualquer valor de g. Por outro lado, esses modos sdo
possiveis no regime (2), para g finito. No limite limpo do supercondutor, v; = vp/v/3. No
caso particular de um sistema nodal com um bolso, a velocidade de dispersao do modo éptico é
vg = (v/3/2)vF e portanto corresponde ao caso (1) mencionado acima. Este também é o caso do
metal, (vo = 1/3/5vF), e da grafite dopada (vg = (v/3/2)vr). Portanto, no caso particular dos
TMDs, nenhuma diferenca essencial nos modos de plasmon deveria ser observada em relacao ao

LEG (onde g = 0) em funcdo da pesoelectricidade.

5.2.3 Resultados experimentais

Conforme a discussao apresentada na secao 2.31, experimentos de difracdo de neutrons e raio-
x nos compostos TaSes e NbSey mostram a presenca de picos de Bragg em vetores de onda
incomensuraveis Q; = (1 — 4;)b;/3, onde b; sdo os trés vetores da rede reciproca e ¢; < 0.02
¢ a incomensurabilidade [11, 5]. No TaSeg, a transi¢do de comensurabilidade entre a fase de
faixas e a fase incomensuravel é fortemente dependente da pressao e recai em dois pontos criticos

quanticos em torno de P = P,, =~ 1.8 GPa e de P,, ~ 2.4 GPa, como mostra a Fig. 2.4.
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A natureza da fase de faixas foi discutida do ponto de vista fenomenolégico por McMillan
[48] e outros [88] como o resultado da formagao de defeitos topolégicos no parametro de ordem
CDW complexo. A fase de faixas pode ser observada facilmente com microscopia eletronica [89].
No entanto, a origem microscépica dessa fase permanece desconhecida. Os resultados derivados
do célculo semi-cléssico neste capitulo segerem que a origem das faixas pode estar intimamente
ligada ao acoplamento piezoelétrico no sélido. Nos observamos que uma modulagdo na densidade
de carga deve aparecer sempre que k3 < 0 (ver Eq.(5.23)). Essa modulagao pode ser interpretada
como uma incomensurabilidade &; = 31/—kZ/|b;|. Equivalentemente, usando a definicio (5.34)
existe uma constante de acoplamento critico g, que leva a uma modulagdo de carga (6; > 0)

quando kg < 0 ou

2
v h e*2¢2
g>g. = dnF——=. (5.35)

Lembrando que os compostos TaSey (T, = 0.1K) e NbSes (T, ~ 8.3K) sdo ambos supercondu-
tores [1] cuja temperatura critica T, aumenta com a aplicagdo de pressdo [90], isso implica que
®y # 0 aT = 0. Note que tanto o acoplamento piezoelétrico § quanto a velocidade do som vy
sdo funcoes monotonicamente crescentes com a pressdo. Assumindo que no TaSes o acoplamento
g < gc aT =0 e pressao ambiente, entdao haverd uma transicdo de fase quintica com a pressao
P a medida em que g/vfjh for uma funcdo crescente com P. No NbSesy, entretanto, o sistema
é sempre incomensuravel, indicando que g > g. mesmo & pressao ambiente. O segundo ponto
critico quéntico aparece com a saturagdo do acoplamento g a altas pressdes. Nesse caso, g/ vzh
comeca a diminuir monotonicamente com o aumento da pressdo, apos passar por um ponto de
méximo, até cruzar o valor critico novamente na segunda fase comensuravel. As fases a T =0
parecem estar diretamente ligadas as fases de faixas observadas & temperatura finita, e por isso
podemos concluir que a origem das faixas estd possivelmente relacionada ao acoplamento pie-
zoelétrico nesses materiais. Além disso, experimentos recentes em compostos epitaxiais de duas
camadas, formados por um cupreto HTc e um isolante polarizado depositado sobre ele, mostram
uma significativa modulacao eletrostatica da temperatura de transicao T, na direcdo dos planos
supercondutores [91]. As conexoes entre os TMD e os HTc sdo notéveis. Acreditamos que o papel
da piezoeletricidade nas fases de faixas dos TMD pode ser testado experimentalmente através

de dispositivos eletrostaticos semelhantes combinados com espalhamento de neutrons.

Medidas de espalhamento em cristais de NbSes e TaSes mostram um amortecimento atipico
do ramo 6ptico X; dos fénons nos vetores de onda de CDW Q; num amplo intervalo de tempe-
raturas [11]. Esse comportamento foi interpretado como o acoplamento dos fénons 6pticos com
a ordem de carga. Varreduras de energia com momento fixo em Q; mostraram que o gap no
espectro dos fonons é da ordem de 10 meV nos dois compostos [11]. O acoplamento dos plasmons
com as vibragoes da rede, segundo este modelo semi-classico, leva os fonons de comprimento de
onda longos a oscilarem com a frequéncia do modo de plasmon éptico k, = 0. Em comparacao

com o caso metélico, onde os modos de plasmon sdo rigidos (no sentido de que o comprimento de
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onda deles tem exatamente o dobro do tamanho do sistema), nés verificamos que o aumento da
energia elastica introduzida pelo acoplamento piezoelétrico pode dar origem a plasmons eldsticos
que oscilam em ressonancia com o ramo 6ptico de fonons. Apesar de ndo observavel nos TMDs,
acreditamos que esta poderia ser a manifestacdo macroscopica da ressonancia plasmon-fénon

observada microscopicamente nesses compostos.



Capitulo 6
Teoria microscopica

Neste capitulo, vamos calcular algumas das propriedades previstas pelo modelo microscépico

proposto no cap. 3.

6.1 Hamiltoniana

A Hamiltoniana do supercondutor nodal consiste em dois termos. O primeiro corresponde &

Hamiltoniana CDW néo-interagente (3.4)

2
Hoow =V 3 [ a9 [orksof+ vakyot?] v (). (61

,a,b

com a = +,— ligados aos dois subespacos nodais e o =%, ao spin. o0, = (00,d) define o
conjunto das matrizes de Pauli que operam nos nés. O segundo termo é a Hamiltoniana de

emparelhamento em aproximagcao de campo médio (3.9)

&’k a VA2
Hp = V%}: / @n)? {As¢i¢(k) o5yl (—k) + h.c.} L
onde o
e _g%‘/ @me Wtk o5 " (k) (6.2)

é o parametro de ordem supercondutor com simetria s.

Para resolver este problema, é conveniente introduzir o espinor

Pit(k)
¢1¢(_k)
P4(k)
! (—k)

51

(k) =
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que incorpora as estruturas do espago nodal e do espaco de pares. Para tanto, vamos definir um
novo conjunto de matrizes de Pauli 7, que opera no espaco de Nambu(? %, ] —k), com &k tomado
em relacao aos nés na superficie de Fermi. O primeiro termo da Hamiltoniana CDW pode ser

traduzido por

W) ko @o3(k) = ki (Y0094 () + iy (—K)w] (k)
— ! (19940 — 9 (~ Ky | (k)
= > ke (o () (k) — v, ()4 ()

= Z ki ¢¢to(k)0g b"pba(k) s (64)

o,a,b

notando que o termo de dispersao k; é impar sob a troca de k —+ —k dentro do cone de Dirac.

O segundo termo CDW ¢é semelhante,

W) k@ k) = &y (0910 + gy (-R)gT | (k)
+ ! (1)w ) + 9 (R)y! | (-K))
= 3 hy (v 0o () + 9T (k)10 (1))

= ) ki, (K)ot e (k). (6.5)

o,a,b

A Hamiltoniana de emparelhamento nodal pode ser reescrita equivalentemente como:

vHI)n @ on(k) = i (¢] 09! (1) + gy (-K)p (k)
— 9L 099] (-K) — ¥ (K4 (K))
= > (v, 008%], (-K)) + hec (6.6)
a,b

A densidade de Hamiltoniana CDW + SC seréd portanto
\I/T(k) [ﬁ’UFkJ_TO ® o3 + ﬁ'l)()kHTo Qo1+ A1 ® 0'2] ¥ (k), (6.7)

sob uma transformacdo de calibre apropriada 1 — e tal que Aze?® — A, seja real. A

diagonalizacao desta Hamiltoniana leva aos autovalores

+ By = thwy = £4/h20%k2 + A2,
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que correspondem respectivamente aos ramos positivo e negativo do cone de Dirac, com k% =
k%, +(va/ ’UF)Zkﬁ definindo o momento anisotropico na vizinhanga dos nos. Como na fase CDW,
os autovetores correspondentes u? (k) e v? (k) formam a base funcional dos férmions de Dirac ¥

na forma segundo quantizada

(k) = [afu’ (k) + 7,07 (—K)] , (6.8)

com a e b os operadores fermidnicos de aniquilacdo. No caso em que existe simetria de particula-

buraco (ou seja, com g = 0), a|0) = bf|0) = 0.

6.1.1 Equacgao do gap

Para calcular a amplitude do gap, vamos utilizar o formalismo das fun¢bes de Green & tempe-
ratura finita. Para uma densidade de Hamiltoniana quadrética geral na forma # = ¥'# W U, a

funcdo de Green correspondente é (ver Apéndice A.3)

< hB . 1
& (k, itwy) = — / dr oo™ (T [Ty = — L
0

Twp— W

com wy, = (2n + 1)7/(hB) definindo as frequéncias de Matsubara fermionicas e § = 1/(kgT) o
inverso da temperatura. Desse modo, o propagador de ordem zero da Hamiltoniana (6.7) serd

(daqui pra frente, o produto tensorial 7, ® o, serd denotado simplesmente por 7,0, )

x4
G (iwn, k) = [iwp —vrpkiT003 — vok)Too1 — AN e
_ iwy, +vpk| To03 -l-’l)()kHT()Ul -l-h_lAs’ﬁUQ
B w2, + wi
twp~+ o
wp + wi

explorando a propriedade anti-comutativa das matrizes de Pauli: o;0; + 0j0; = 0, para i # j
(1,7 = 1,2,3). Notando que

(Ol (k) Ts(k)) = Ggalk,T — 0_) = % D Gy K, iwp)

n=—oo

com § — 0_, usando as Eq. (6.6) e (6.2), vamos encontrar

d2k

f T102
Gz TV 09 7w ()

Ag+ A =2A, = —g/

d’k a
= —0 [ oz (o)™ L Es00)
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- Z zwné/ 2’; [7-102 8‘ (iwn,k)]

w =—00
zwné
B hQﬁ Z / 2 w2 +wl’
ou seja,
zwné 2
Z / il T % (6.10)
Wn=—00
Note que de todas as combinacoes entre as matrizes de Pauli 7,0,, a identidade tem traco 4 e
todas as outras tém traco zero.
Para somar sobre todas as frequéncias de Matsubara, vamos definir como usual um contorno
de integracao C orientado no sentido anti-horario em torno dos polos da fungdo de Fermi-Dirac

(e 4-1)~1 localizados em z, = iw, no eixo imaginario. Definindo C' como o contorno horério

em torno dos polos no eixo real em z = twy , ndo é dificil ver que

i 1 _ b 7{ dz 1
Wt wp 2w Jo e 1wl — 22

Y T

C2mi Jor PP 41 22 — w2

o BRT 1 1

 Quwy |efhr 41 e PRz 4]
ph W

= o tanh (rgZ2) . 11
2o anh ( AS 5 (6.11)

Empregando a identidade do elemento de volume do cone anisotropico d2k = Z—Zdzlg, e as

definicoes E,% = e% + A2 com ¢ = hvpk,

&2k Bh wey | v [° ko hﬁ hB
= p : dE tanh ('37E>

ATvavE Ja,

B 1 ln[ cosh (Ba/2) ] B hQ_ﬂ
 27mwAvE cosh (B|As] /2)]  2¢°

onde a = ep = F; é a energia de corte definida pela superficie de energia constante
o? = BPvaA? = BPv%s? + A? = const. (6.12)
e s 0 momento de corte associado a essa superficie. Assim, a equacdo do gap assume a forma:

2
|A5| = B cosh™! [cosh [WhQUAUFﬂ/gc] e—ﬂﬁszUFﬂ/g] :
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onde g, = 2whva /A.

Antes de continuar, € preciso fazer duas observagdes importantes sobre esse momento de corte.
A primeira é que os resultados dessa teoria ndo devem ser levados em conta muito seriamente
perto da escala de energia de «, 0 que restringe a aplicabilidade do modelo a uma certa vizinhanca
do acoplamento g., como ficard claro mais tarde. A razdo é muito simples: a contribuicdo dos
estados de alta energia (excluidos pela aproximacao do cone) nao deve ser ignorada a menos que
0 gap seja suficientemente pequeno em comparagao com o tamanho do cone. Num certo sentido,
a definicdo da energia de corte acima é arbitraria e o motivo da escolha é uma mera questao de
conveniéncia. A segunda observagio é que o momento de corte s da Eq. (6.12) nédo conserva a
densidade de estados do sistema normal. Para calcular funcGes termodinamicas, o momento de
corte apropriado é A, que mapeia corretamente o volume do cone de Dirac e evita o problema
da perda de estados na fase supercondutora, o que fatalmente daria uma resposta incorreta na
energia de condensagdo. De qualquer forma, o célculo ndo é severamente afetado pelos detalhes
do momento de corte se o gap A for suficientemente pequeno.

Definindo a quantidade
y(IB) = cosh [7‘(7?,2’UA’UFﬂ/gC] e_”h%A”Fﬂ/g ,

e tomando o limite de temperatura zero,

2
1A, = 5 In [y(ﬂ) + VY (B) - 1] (6.13)
oo % In {exp [wh?vavrBlg. ' — 9 ")]}
= 2rhlvavp (l _ 1) (6.14)
Jgc g

_ a( _%) . (6.15)

Veja que a equagdo do gap tem um ponto critico quantico (7' = 0) separando as fases normal
e SC. A amplitude do gap dentro do cone é portanto regulada pela razao g/g.. Ela vai a zero
no ponto critico quintico em g = g, e aumenta monotonamente em direcdo & energia de corte
do cone «a no limite de acoplamento forte g — oo. A temperatura critica supercondutora 7T, é
definida por A4(T,) = 0. De acordo com (6.13),

y(Be) = cosh [7rh2’UA’UF,86/gc] e~ ™h*vavEBe/g
1 — _
~ 5 exp (7 vavrBelget — 97 1)]
1 [As](0,9)
= —e 2kpTe — 1 ,

para g suficientemente perto do acoplamento critico g., (i.e. (9 — g¢)/(g + g.) < 1), o que da
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44/(0, 9)

T —
¢ kpln 4

(6.16)

O expoente critico do parametro de ordem pode ser facilmente encontrado expandindo Ag

em torno de Ti. Ele segue a lei usual de campo médio

|1As[(T', 9) T
A(0,g) \/ln

Por simplicidade, o gap a temperatura zero A4(0, g) sera denotado por Ay daqui pra frente.

(6.17)

6.2 Funcgoes termodinamicas

Vamos agora calcular a funcdo de partigdo da Hamiltoniana (6.7) diagonalizada pela base de
autoestados (indexada por k, a = =+,1]) na representacdo dos férmions de Dirac na forma
segundo quantizada (6.8). A Hamiltoniana que entra na fun¢ao de parti¢do deve levar em conta
o termo de campo médio VA2/g da Eq. (3.9), de forma que o estado fundamental forneca
corretamente a energia de condensacao dos pares. Escrevendo as integrais como somas simbdlicas
em k, ou seja 3, =V [ d?k/(27)2, temos

Z = e =Tx (e’ﬁ Tiea (B nﬁ)*ﬂVg‘lAz)

1
= VAT Y (nkle ek ing)

k,a =0

| (1+e—ﬂEﬂ> _ (6.18)
k,a

Assim, a energia livre total ¢ F = Fy + VAZ2/g, onde

A8 = —gin | (1+e75%)

k,a
_ _% zkj In[2 + 2cosh(BEy)]
2V oa

- FE Eln (2 + 2cosh(BE 1
oy A 1 [2 + 2cosh(BE)] (6.19)

_ _m [ﬁ3 (BELiz(—2) + Lis(—2))
3 (14 2)? Fa
—§E2 (E+ ke [m—wm ™ (6:20)
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com z = e P¥ e Li,(z) definindo a funcio polilogaritmica

o0
zn

n=1

Da mesma forma, a energia interna é definida por E = Ey+ VA?/g. Dada a distribuicdo de
Fermi n{ = (e#Fk +1)~1, entdo

By = Y Einf
k,a

d%k 1 1
2V E -
/ (2m)2 K (eﬁEk +1 e Py 1)

2V En 5 BE
== _7271'77,2'UA'UF A, dFE E* tanh |:7:|
2v 4
g
E3 E?

D (BE Lig(—2) + Liz(—2))

Ep
|As]

A energia livre e a energia interna do sistema est@o relacionadas através da entropia

E—-F OF

S=——=-— (—) , (6.21)
T or /,,

segundo as relacoes termodinamicas. A entropia é mostrada na Fig. 6.1 e exibe uma dependéncia

quadratica com a temperatura na fase normal, diferentemente da entropia do liquido de Fermi,

que aumenta linearmente.

Finalmente, a energia do condensado esta relacionada ao campo magnético critico H. por

H%(T
P g D)
87

com n e s indexando as fases normal e supercondutora. O comportamento do campo critico H,

é mostrado na Fig. 6.2.

6.2.1 Calor especifico

A 1ltima propriedade termodinamica a ser calculada é o calor especifico:

ds ds
—782 — g0
Cy ﬂdﬂ

= 6.22
dT (6.22)
No regime de baixas temperaturas o gap é praticamente independente da temperatura. O calor

especifico no limite de T — 0 pode ser facilmente calculado diretamente substituindo a Eq.
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Figura 6.1: Acima: Energia livre F' e energia interna E vs. temperatura (¢ = 1.1) em unidades
de 1072a%V/g.. A linha tracejada corresponde ao sistema com A; = 0. A diferenca entre a energia
livre das duas curvas a T = 0 é igual & energia de condensacido dos pares. O zero de energia foi
fixado arbitrariamente. Abaixo: Entropia S (em unidades de Vkgpa?/(2mrh?vrva)) vs. temperatura para
9/9. = 1.1. O grafico da direita mostra que a entropia do sistema normal aumenta quadraticamente com
a temperatura.
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Figura 6.2: Linha sélida: campo critico H. em fun¢do da temperatura, em unidades de ay/V/g..
g/ge. = 1.1. Pontilhada: lei empirica H.(0)[1 — T2/T?2]. Figura menor: diferenga entre as duas curvas.

(6.19) e (6.21) na Eq. (6.22),

: %4 Ea E
Cy 623) T dE E? sech? ﬁ—
2nh2vpva Ja, 2

A—o 12k;BV
—

- = A 2 _mAs|_
27rh21JF'UA| sle

Para calcular o salto no calor especifico, vamos partir da entropia eletronica geral do géas de

Fermi

S=—2kp Y [(1-nf)In(l—nf)+nilnng] .
k,a

Definindo o(a) como uma fun¢do sinal dependente do ramo do cone (a = +, —), entdo [15]

ond a
CV = ZkBIBZ 872(111(17—11{71,“)
k

k,a 6'8
— op 2 dnij ( @)
2kpp kZ,CLU(CL) k BED k‘|‘/3dﬂ
a 2
_ —2k3[320(a)g—2‘( (Eﬁ+§d$) (6.23)
k,a

O primeiro termo na soma corresponde & parte normal do calor especifico. O segundo é a
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diferenga entre a fase normal e SC,

dA (971,
R
kBﬁ?’V dAg *© of BE
Initvavy 4B Ja, BTSN
2
Ti’];c kBIBCV 1n4 dAS
2mh2vavp dg |

Utilizando a Eq. (6.17), é facil ver que

dAg d . 40
4A Y A | —
Pela Eq. (6.16), o salto do calor especiﬁco em T, & portanto:
o V1350
ACy (B:) ~ 4(In4) kpT: . (6.24)
geck

Por ultimo, vamos encontrar o calor especifico da fase normal a partir do primeiro termo da

Eq. (6.23),

d?k Bn
Cov (B) = —ZkBﬁVZ/ kEk
= kBB dE E3 sech? ﬂ—E
2moavr Jo 2

faxl 18kgV  ((3)

2rh2vavE (32
1%
= 18 3) kT2 2
gaC() B (6.25)

Cc

que aumenta com o quadrado da temperatura. Calculando a razdo entre as Eq. (9.22) e (6.25)

vamos encontrar a constante universal

ACy|  2(In4)?
Cnyv i, 903)

~ (.35,

que representa uma assinatura deste modelo. O valor encontrado na teoria BCS para acoplamento
fraco é de ~ 1.43. Isto mostra claramente o efeito provocado pelo comportamento da densidade
de estados nos nos. A densidade de estados pg € definida em termos da disperséo ey a partir do
elemento de volume

dPk = depg .

onde D ¢ a dimensdo do sistema. Para D = 2, a dispers@o dos férmions de Dirac (e « k) faz

com que a densidade de estados va a zero linearmente nos noés da superficie de Fermi (k = 0),
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Cy 0.1
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Figura 6.3: Dependéncia do calor especifico C, com a temperatura (C, em unidades de Vkgag_,le
g/9. = 1.1). O salto do calor especifico ocorre na transi¢do normal-SC a temperatura kgT, ~ Ag/In4.

diferentemente do metal onde a energia de Fermi é finita e a densidade de estados é uma constante
em kp. Para que o numero total de estados na transicdo supercondutora seja preservado, o
elemento de volume do espaco de momento deve permanecer o mesmo, ou seja de pj. = dF pj,,
com n e s indexando as fases normal e SC. Portanto, as densidades de estados nas duas fases

sao relacionadas por

E
P X ———pF (6.26)

/7E2 — A2 PE
S
mostrando uma clara divergéncia de p na superficie de Fermi do metal, em contraste com o
caso de férmions de Dirac onde p% tem um valor finito nos nés. Perto da transicao de fase, o
numero de elétrons que participam do condensado é visivelmente reduzido pela presenca dos noés
em comparacao com a superfice de Fermi ndo gapeada pela CDW, o que naturalmente explica a

atenuacgao no salto do calor especifico.

6.3 Fatores de coeréncia

A Hamiltoniana de um campo externo qualquer

Hy = Z By (k, k') ClT(,aCk’,a’,
kK ,0,0"
define a probabilidade de transicdo entre dois estados induzida pela perturbagao. Os famosos
fatores de coeréncia [94, 15| representam amplitudes de probabilidade de transicdo de quase-
particulas entre estados no espaco de pares (k 1,—k |). Esses fatores preservam o tipo de
simetria de inversdao temporal do potencial de interacdo externo B, que representa uma mudanca

do momento eletrénico em k — k' e do spin em o — ¢’. As interacdes de carga sdo simétricas
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ante a troca mutua de k por k¥’ e o por ¢, enquanto as interacdes de spin sdo anti-simétricas.
As simetrias de inversdo temporal da carga e do spin sdo caracterizadas pela absor¢do acustica
dos elétrons (interagdo elétron-fonon) e pela atenuagdo de NMR (interagdo de troca), respecti-
vamente. Os fatores de coeréncia com a simetria de carga sao usualmente chamados de tipo I e

0s que tém a simetria de spin de tipo II.

A atenuacdo de ultra-som é ligada a absorcao ressonante dos féonons longitudinais no s6lido
[94]. A taxa de absor¢do dos fénons no tempo é proporcional & imaginaria da susceptibilidade
de carga [98]

. 1
arla~0) =¥ lig | Limxc(a,0)] (6.27)

no limite de ¢ — 0, (j& que os fonons longitudinais tem um comprimento de onda tipico muito
maior que os elétrons). A relaxagdo de NMR (ressonancia nuclear magnética) vem da interacdo

hiperfina entre os spins nucleares orientados e os elétrons de valéncia

His =Y AL (4}(K) 577 4o () ,
k,k/
onde I é o spin nuclear. A taxa relaxacdo mede a variacdo da componente b dos spins nucleares
no tempo. No canal de singleto, o spin total dos pares é zero e portanto o condensado nao
exibe paramagnetismo. Uma vez que as energias de Zeeman e hiperfina sdo em geral pequenas
em comparacao com a energia do gap supercondutor, os Gnicos processos que contribuem sao
excitagOes térmicas de quase-particula, capazes de arrancar elétrons do condensado. O inverso
do tempo de relaxacdo do spin é proporcional & parte imaginaria da susceptibilidade de spin

local (i.e. somada em todo o espectro ¢), projetada ao longo de uma direcao,
. 1
-1 _ _\2 : - ]
T7'(b) =—A3 ) lim [wlmx,;,(q,w)] : (6.28)
q

A susceptibilidade y¢ projetada no plano b ¢ dada em termos das direcoes normais do espaco
p Xg, Proj P

de spin por

Xg(w) =Y (87 = 0'V)x3;(w), (6.29)
4]
com indices 4,7 = 1,2,3. Finalmente, as susceptibilidades de carga e spin sao definidas pelas
respectivas funcoes de correlacdo densidade-densidade,

1 [h8

X(@iw) = — i dr e“™(T; [p(q, 7) p(—q,0)]) (6.30)

1 [
xip(@is) = —3 [ dre (T Sian) Si-a.0). (6:31)
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6.3.1 Atenuacao de ultra-som

Antes de fazer o cédlculo da funcdo de correlacdo, é preciso definir a forma do operador de
densidade. A formulacdo do operador de densidade de carga escrito em termos do espinor (6.3)

é

pl@) = Z¢la(k_Q/2)¢aa(k+q/2)

k,o,a
= 3 [wlik = a/2) gur(k + a/2) = pur(~k + /2] (-k — a/2)]
k,a
= Y Uk - q/2) m00T(k + q/2). (6.32)
k

Vamos calcular a susceptibilidade dos elétrons (6.30) em termos da funcdo de Green

, 1 [ .
x°(q,iw) = _ﬁ/ dr e™7 Z T. [(7300)0"6(7'300)”7 (Ul (k — q/2,7) Uk +q/2,7)
0 K,k/
x (k' +q/2,0) T, (k' — q/2, 0))]
1 o . ' o .
= 5 kz Tr [G (k +q/2,iw, +iw) 1300 G (k — q/2,iwy,) 7300] } (6.33)

Recobrando a defini¢do da fungdo de Green (6.9),

iwgt @ (k)

O (kyiwn) =
40 ) = w2 + w?

bl

com & (k) = vrk1To03 + vak)Too1 + h 1Asm09, 0 traco da Eq. (6.33) ¢

Vi) = g3 | M B U] e s s )
=~ 128 300
’ K23 k wiy + wifq/z (wn +w)? + ‘*’12(+q/2

Wn

7300

= 4 h_Z(E_ € — A?) - wn(wn + w)
] g [W2 + wW?] [(wn +w)2 +w2] (6.34)

onde introduzimos a notacao

EFy=hwy — ﬁwkiq/Q

& — hop(k+a/2).

A soma nas frequéncias de Matsubara é feita de forma parecida com o procedimento seguido na
Eq. (6.11). Introduzindo um contorno orientado no sentido horéario em torno dos quatro polos

do eixo real localizados em z = +w_ e z = fw, — iw, a fungdo susceptibilidade é



64 CAPITULO 6. TEORIA MICROSCOPICA

e & — A2+ E_(E_+i
n(E_)e €+ S+ E_(E_ +ihw)
AE_E,

1 1
% [mw+E_ “E, z'hw+E_+E+]
¢ E-ANAE (B i)
\E_E,

1 1
% [z‘hw—E_—E+ _hw—E_+E+]
g_ '€+ —A§+E+(E+ —’L'h(,U)

o 1 _ 1
tho —EL —FE_  thw—FE;L+FE_
o € & — A2+ E (B, +ihw)
(1 —n(Ey)) I T, x

1 1
% [z'hw YE, —E. ihwt Es+ E_] } (6.35)

Em seguida, vamos tomar o limite de baixas frequéncias fiw < A,. E facil perceber que os
termos de excitacdo intrabanda (+hw + E_ — E,) ! sfo os tnicos que tém polos nesse limite.
Aplicando a continuagao analitica iw — w + 40 com 6 — 04 (que resulta na susceptibilidade

retardada) e usando a identidade

a fungdo espectral de baixas frequéncias da Eq. (6.35) é

. - & & — A2
Inx(aw) = —WXkJ(HE%&)x(n(E_)—n(En)

x[0(hw+E_ —E.)—6(hw—E_+E.)] (6.36)

w—0 e_ - €+ — A? Bn(E_) _
e 27rhwzk: (1 5 E, ) o 0 (B-—Ey). (6.37)

Para calcular a integral acima, basta utilizar a relagdo util
8(f(z) = f(a)) = |f'(@)| "  d(z — a). (6.38)
Lembrando que EZ = h%v%(k £+ q/2)? + A2 (R -q = cos ), a fungdo delta fica

%_1 d(cos @) i__ (cosB) = 2B [5(9—E)+(5<0+E)].

(B —FEy) = ‘ ~ W2ulkg AT 2 2
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Figura 6.4: Taxa de atenuacgdo de ultra-som normalizada pela fase normal, as/a, vs. temperatura.
Linha sélida: férmions de Dirac; linha tracejada: modelo BCS.

A absorgao de ultra-som tem a expressao final:

1
o(q) = -Xlim [— Im x“(q, w)]
w—r
1 2x2 on(E-)
N UFq7rh2UA’UF/ de_ tHE-8) O0E_

-9 1 4\ /ad €2 On(E)

6.39
— vEq Th2vAvE E OE ( )

A dependéncia com a temperatura € indicada pela Fig. 6.4.

6.3.2 Relaxacao de NMR

Para definir o operador densidade de spin é necessario introduzir antes os graus de liberdade de

spin na estrutura spinorial. Isso é feito através do espago de Balian-Werthamer [93],

Par (k)

‘Ifa(k) _ ( . Ca(:() ) _ ¢a¢(k)
—in2 Ga(—k) i, (—k)

%T( k)

que contém um espaco de spin adicional

P (k)
k) =
o ( P, (k) )

dentro do espago de Nambu (1 k, | —k). Ele estd ao mesmo tempo embutido dentro do espago de

particula-buraco (@ = #£). Definindo um conjunto de matrizes de Pauli 7, = (no,7) que operam
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nesse novo espaco, o operador de spin na diregdo 1 (ou equivalentemente z) deve ser

Si@ = 5 Y. P (k—a/2) 1] o (k+q/2)

1
2
= %Z[w (k_Q/Q)waJ,(k-Fq/?)+¢l¢(k—q/2)q/)aT(k+q/2)
ka

~thuy (~( — @/2) Bl (~(+a/2) — ot (~(k — a/2) ¥} | (~(k+a/2))]

- = Z Uik — q/2) mmo00 (k + q/2),
kelB.Z.

com k somado sobre meia zona de Brillouin. Nesta notacdo, n1790¢ é subentendido como o

produto 71 ® 79 ® 0g. Da mesma forma,

So(q) = (k= a/2) 75 7 Yoo (k +q/2)

B~ = [\')li—‘

Z
Z [«p (k — q/2) Yay (k +a/2) — 9] (k — q/2) Yar(k +a/2)
k,a

~tay (~(k = /D) ]y (~(k +/2) + ¢t (~(k— /D) ] | (~(k + a/2))]

1
= 3 Z Uik — q/2) n2mo00 ¥(k + q/2),
kelB.Z.

para a direcdo y do espaco de spin e

S3(q) = ok —a/2) 15 oo (k + q/2)

1
5 Z
= EZ[aTk a/2) a1 (k+a/2) — ]| (k — a/2) v, (k + q/2)
k,a

~thut (~( = @/2) L1 (~(+a/2) + o) (~(k—a/2) 9] | (—(k+a/2))]
1

= 3 > Uk - q/2)n3mo00 T(k +q/2),
kelB.Z.

para a direcdo z. A definicao geral do operador de spin é portanto

Si@=5 Y Wk~ a/2)mmon ¥+ a/2). (6.40)
ke3B.Z.

com i = 1,2, 3. Generalizando a parte CDW da Hamiltoniana (6.7) nesse espago estendido, temos
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H = Z hopk | ¥}, (k) 0% 4y o (k)

k,0,a,b

= 5 3 ok [p](6) 08 P (k) + () 05 4 ()

k,a,b

(=) o5 ] (<) + 9y (k) 0§ Pusf (—10)]

= ) Twpk U (k) nomoos T(k), (6.41)

ke3B.Z.
€
Hy = Y hoakyl,(k) ol s (k)

k,o,a,b
1 a a

= 3 > hoaky [W;T(k) o904y (k) + ] | (k) o Pypyy (k)

k,a,b

e (—K) 0 gl (< K) + (K)o gl (K]
= D Twaky (k) nomoor (k). (6.42)

ke;B.Z.

O termo de emparelhamento traz algo de novo em funcao da quebra da simetria de inversao

temporal, percebendo a antisimetria de o9 sob a transposicao ogb — og“ ,

Hp = > Al (k) og®) (~k) + hec.

k,a,b

= 5 3 A0 08 (1) + ey () 08 s ()

k,a,b
] 1) 03] () + 3 (k) o ()|

= — Y AT(K)ngmor T(k). (6.43)
kEIB.Z.

A Hamiltoniana extendida & portanto:

Z \I’T(k) [ﬁ’UFkL N0T003 + ﬁ’UFk” NoToo1 — Ag 7]37'102] \I/(k) .
ke3B.Z.

A semelhanca da Eq. (6.33), substituindo a Eq. (6.40) em (6.31), & facil ver que

Xi;(Q iw) = hzﬁ Z > TT[ (k + a/2, iw, + iw) 7me00 G (K — q/2, iWwn) 1 T000
kElB.Z. wn
(6.44)
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A funcdo de Green nesse novo espaco é formalmente idéntica

. i xd
Wp+ Wk

G (k, i)
1n) = w? +wi

Como na Eq. (6.34), vamos encontrar

_ € — A?) — wn(wn + w)

Xow = h‘?ﬁ Z [ + 2] [(wn T )2 4 2] (6:45)
s _ (e - €-|-+A ) — wn(wn + w)
Xez = h2ﬁ Z (w2 + w?] [(wn + w)? + w?] (6.46)

dando origem a uma anisotropia axial orientada na direcdo z do espago de spin. A interpretacao
dessa anisotropia esta ligada & quebra da simetria de inversao temporal dos pares na Hamiltoniana
original, por causa da estrutura nodal. Como foi discutido no cap. 3, os pares desta teoria diferem
numa forma essencial dos pares de Cooper tradicionais. Diferentemente dos pares de Cooper,
0s pares aqui tém momento finito definido pelo vetor de onda de aninhamento Q; da CDW,
conectando noés em diferentes folhas da superficie de Fermi. Essa quebra de simetria cria uma
estrutura de spin no termo de interacao (6.43) (indicada pela matriz de Pauli 73) orientada na
direcao z do espaco de spin. Por isso, é imediato concluir que esta direcdo corresponde & mesma
direcao Q; da CDW no espaco k, uma vez que esta é a Unica simetria de rotacdo quebrada no

cristal.

Calculando xj; como antes, vamos encontrar:

e & — A2\ On(BE_
T X} (@ = 0) = 5wy (1 + e . s) ME-) 55 —E,). (6.47)
k

Uma vez que

§(B- — By) = hf T [(0-3)+s(0+3)]

entao
on(E_)
I S — 2
= d =
v gea TV Can
A susceptibilidade x3, é semelhante, e resulta em
2 [ E? — € E
Im X}, (q,w — 0) = ——— / de — a2 OnlE) (6.48)
UFq gca eq/2 62 — 62/2 3E
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. .

Figura 6.5: Relaxagdo de NMR normalizada pela fase normal. Curva tracejada: relaxacio no plano
b = Z no espago de spin. Sélida: planos b = Z, 4 ; curva pontilhada: pico de Hebel-Slichter segundo a
teoria BCS.

A relaxagdo de NMR nas direcoes do espago é [ver Eq. (6.29) e (6.28)]

Loy o [Mdg . |1 s s
ﬁ(bZ) = -5 /0 5, d lim " Z Im x7; — Im x3; . (6.49)
A interpretacdo do resultado de NMR nas direcoes do espaco indica que a componente zz do
tensor susceptibilidade carrega os fatores de coeréncia com a simetria das interagdes de spin (ou
seja, s3o impares ante a troca de k — —k), enquanto que as outras duas componentes diagonais
carregam fatores de coeréncia das interagoes de carga. Isso pode facilmente entendido através
da Fig. 6.5 e da Eq. (6.49). Considere a direcdo Q; da CDW, por enquanto. A direcdo Qi
(ou equivalentemente a diregdo z para o spin, segundo a discusdo anterior) afeta as correlagdes
eletronicas de spin nas dire¢des normais, ou seja, no plano xy. Por isso, esta direcdo é afetada
pelas componentes xzz € Xyy da susceptibilidade, mas ndo pela componente x,, [ver Eq. (6.49)].
A direcdo da CDW induz uma quebra de simetria de inversdo temporal adicional & quebra de
simetria provocada pela interacdo de troca, fazendo com que as interagoes no plano Q; tenham
a mesma simetria das interagoes de carga. Dai vem a semelhanca entre a curva de absorcao de
ultra-som e atenuacdo de NMR nesse plano. Os planos normais ao plano Qi por outro lado sdo
afetados pela componente x,,, que conserva a simetria das interacoes de spin, como no resultado
previsto pela teoria BCS. Em resumo, a direcao de NMR b= Q1 estéd portanto associada a uma
simetria tipo carga, como na resposta de atenuagdo de fénons (menos intensa), enquanto que
as direcoes de NMR normais a Q; tem uma simetria mista e sdo mais intensas, como indicado
na Fig. 6.5. A mesma andlise vale para os vetores Qg3 separadamente. O efeito desta quebra
de simetria no espaco deve ser observado através da superposicao das contribuicoes de cada um

dos vetores Q; da tripla CDW, que estdo rodados cada um em relagao aos demais por 5 e 2{
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Figura 6.6: Representacio pictérica do mapeamento da intensidade de atenuagdo de NMR nas diregdes
da zona de Brillouin nos planos supercondutores. Linhas tracejadas: direcoes da tripla distorcao de
CDW, Q;, i =1,2,3. As regibes escuras indicam as dire¢oes de atenuagio mais intensas.

O resultado é que a atenuacdo de NMR apresenta um padrdao de anisotropia nas direcdes do
plano que acompanha a simetria da amplitude do gap da tripla-CDW, indicada pela Fig. 3.1.
A intensidade relativa de atenuacdo é méaxima nas direcoes de NMR paralelas as direcoes dos

pontos de sela e minima na direcao dos nos.

6.4 Teoria BCS

E ilustrativo comparar mais detalhadamente as diferencas entre a teoria supercondutora marginal
e a teoria BCS. A supercondutividade em metais é descrita por uma teoria de acoplamento fraco,
porém nao perturbativa, porposta pela primeira vez na Ref. [95] por Bardeen, Cooper e Schrieffer
(BCS). O alicerce central da teoria foi proposto por Cooper [96], ao demonstrar que o mar de
Fermi é instavel & formacao de um estado ligado entre um par de elétrons mediados por uma
interacao atrativa, por menor que ela seja. Para que a supercondutividade aparega, a energia de
ligacdo do par deve ser igual ao gap A no espectro das excitacoes entre o estado fundamental
e o primeiro estado excitado, de forma que A ~ kg7, seja independente do volume do sistema
[97]. A origem da instabilidade esta ligada ao principio da exclusdo de Pauli dos elétrons no mar
de Fermi. E essencial que exista um mar de férmions de fundo, onde o principio da exclusio faz
o papel da interagdo. Do contrario, a formacdo do estado ligado entre os elétrons do par (no
problema de dois corpos) em 3D passa a depender de um potencial atrativo minimo [15]. Esta
propriedade remete para o problema da densidade de estados em torno da superficie de Fermi.

A origem do ponto critico quantico (QCP) no MFL como fun¢do do regime de acoplamento,



6.4. TEORIA BCS 71

verficada pela Eq. (6.15), é apenas a consequéncia da falta do mar de Fermi de fundo, causada
pelo comportamento da densidade de estados nos nés. Por isso, a condensacdo de pares com
simetria s no MFL (i.e. com um gap isotrépico na superficie de Fermi) s6 é permitida para
acoplamento forte.

A curva de absor¢do aciistica de ultra-som mostrada na Fig. 6.4 compara o resultado do
modelo marginal com a curva BCS, a,/a, = 2/(e#®s +1) [94]. O comportamento qualitativo
da curva no caso marginal indica que a dependéncia com a temperatura perto da transicao é de
uma lei de poténcia, como no modelo de dois fluidos.

Os efeitos mais visiveis do modelo marginal sdo a atenuagdo no salto do calor especifico e a
auséncia do pico de Hebel-Slichter de NMR. A constante universal ACy/Cyy sofre uma reducdo
da ordem de 4 vezes o valor BCS esperado para supercondutores metalicos de acoplamento fraco,
como o aluminio. O comportamento suave da densidade de estados no MFL (p3, & F) na fase
SC contrasta com a divergéncia em kr no caso do liquido de Fermi, onde p%, o« E/\/E? — A2
[ver Eq. (6.26)]. Por isso, o pico BCS para a resposta de atenuagdo de NMR, indicada pela
Fig. 6.5, ndo é observado no MFL. Entretanto, esse argumento (apesar de bastante razoavel) é
apenas qualitativo. Observe que a atenuacdo de NMR nas diregbes b = Z, ¢, é uma média entre
a componente zz com as componenetes yy e xx, respectivamente. Enquanto as duas dltimas
se comportam de maneira parecida com a curva de absor¢ao de féonons com a temperatura (ver
Fig.6.4), exceto pelo natureza local da susceptibilidade, caindo abruptamente abaixo de T, a
componente zz definida pela Eq. (6.48) envolve uma soma em torno de um ramo de singularidades
integréaveis em € = €q/7 € apresenta um pico abaixo da temperatura de transi¢do. A média entre
as duas componentes (zz e zz ou zz com yy) resulta na curva solida indicada na Fig. 6.5.

Uma outra diferenga importante entre o modelo marginal do cap. 3 e a teoria BCS ¢é a
dispersao relativistica dos férmions de Dirac vestidos pela CDW, com duas bandas no espectro.
O calculo de algumas propriedades supercondutoras na teoria BCS (como a absor¢ao éptica no
infravermelho) sdo feitas no limite sujo, assumindo processos de espalhamento em que a energia
é conservada mas ndo o momento, e por isso dependem da presenca de impurezas [15]. Aqui, os
férmions de Dirac do condensado podem ser livremente excitados da banda de baixo para a de
cima por transi¢cbes Opticas com energia maior que o gap 24, inclusive no limite limpo. Esta
caracteristica tem efeitos importantes sobre o transporte e serd discutida com mais detalhe no

capitulo seguinte.
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Capitulo 7
Transporte

Neste capitulo, vamos calcular as condutividades éptica e térmica a partir da teoria microscopica

desenvolvida no capitulo anterior. A definicdo usual de corrente térmica é:

com j¥a corrente de energia, j a corrente elétrica e p o potencial quimico, que no nosso caso é
igual a zero. De qualquer forma, as medidas de condutividade térmica sdo feitas sob a condic¢ao de
fluxo zero para os portandores de carga na amostra, e por isso podemos considerar que j¢ = j¥.
Para calcular as condutividades térmica e 6ptica, k and o respectivamente, precisamos calcular

a parte imaginaria das funcoes de correlagao

%C(q’iw) = —1 Y dTein<TT[ji(qa T)j](_an)D (71)
I P,
hg )
5" (q,iw) = _% | AT IT ()7 (—a,0)) (7.2)
hp )
5%(q,iw) = _% /0 dr (T, [j{(q,7)j;(~q,0)]) (7.3)

e entdo aplicar as formulas de Kubo [98]

1 ..
Kij(w) = —w—T;1_I>r(1)ImH5E(q,w)-l—TS%(w)Jij(w) (7.4)
1 ..
oij(w) = - ;%Imﬂgc(q,w), (7.5)
onde
1 Im I12¢ (q, w)
Sij(w) = —= lim | ——2—~~~ (7.6)
“ T ¢>0 | Im1$%(q, w)

é a condutividade termoelétrica S = —AV/AT, que mede a diferenca de potencial AV criada

por um gradiente de temperatura AT. O segundo termo na Eq. (7.4) garante a condicdo de que

73
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o fluxo de energia gerado por um gradiente de temperatura através das colisoes entre os elétrons

exclua as correntes dos portadores de carga.

7.1 Condutividade 6ptica

Para incorporar o campo magnético na Hamiltoniana (6.7), vamos utilizar a substitui¢do de
Peierls [22]
ko> k— — 1A,
he

Assumimos que A (k) é simétrico sob a inversdo de k — —k, e por isso empregamos a matriz
de Pauli 73 que opera no espaco de Nambu usual. Sobre isso é conveniente fazer um paréntese
explicativo. Uma fungéo densidade qualquer ) f (k)zpf,(k)% (k), escrita em termos dos férmions

usuais de spin %, pode ser escrita equivalentemente como

FI)PL ()it (k) — £(~k)9p, (k)] (k) ,

por causa da simetria da soma em k, ou ainda na notacdo de Nambu

f&) 0 1 (k)
(ﬂw)mvm)(()_#Fm)<%Lm>-

Claramente, a matriz de Pauli associada é 73 se f é uma funcdo simétrica em k e 7y se ela for
anti-simétrica. A razdo desta nota explicativa é que a substituicdo de Peierls requer um cuidado
adicional quando a dispersdao na energia é impar com respeito & inversao do momento, ja que
a propria substituicdo introduz um termo que é par, violando a simetria da dispersdo. Assim,

para uma Hamiltoniana com a forma:

H=) a¥'(k)mo; ¥(k),

a substituicao de Peierls correta envolve a discriminacao dos termos simétricos e anti-simétricos,

e

e(k)ro — ek — %TgA) 0+ €5 (k — ﬁchA) T3, (7.7)
onde
Slk= nA) = 3 [elk— £mA) +e(~k— orsA)]
Ak — %TgA) = % [e(k - %TgA) —e(-k— %7’3A)] ,

definem as partes simétrica e anti-simétrica, respectivamente. Com isso, é facil ver que o termo

adicional devido ao campo magnético na Hamiltoniana (6.7) é dado por

Hp = —‘IJT(k) [’UFZAJ_T()U?, + 'UASAHTOO'I] ¥ (k),
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com Ty ao invés de 73, como se poderia ingenuamente esperar pela aplicagao direta da substituicao

k - k — 73 A. A corrente elétrica é portanto:
j(k) = —cVAH = TUi(k) [vpergose. + vaemoiéy] U(k). (7.8)

O proximo passo € calcular as componentes diagonais da funcao de correlagao (7.1). Come-

cando pela componente na dire¢do L, temos

. I y
M%) = —5 [ dreore) ST, [(mon) ()T (WL — a/2,7) Uyl +a/27)x
K,k
XK +a/2,0) T (K~ q/2,0))]
’U C
= 7§ﬁ Z [ G (k+4q/2,iw, +iw) 1903 e (k —q/2,iwy) 7'003] ) (7.9)

como na Eq. (6.33) . O célculo do trago resulta em

cc . ?]%62 an‘l_ 8k_q/2 Z(wn + (.U)+ <(A—]>k+q/2
7 (q,iw) = h2p3 Z T — + w2 (wn + w)? + w2
kywr, Wn T Wi _q/2 Wn W “kta/2

i v (e 2) (e ) 000t o

MO [ eg] [t o)

42 e? h2E_ g, — A?) — wy(wn +w)
= 1
r2B gd: [w2 + w?] [(wn + w)? + w?] (7.10)

Aqui, definimos o vetor complexo:
N . VA, .
k=kie| +1 —k||e||
VF

cuja norma é k? = k2 — (’UF/UA)Zkﬁ, com €, = hvr(k £+ q/2). Somando sobre as frequéncias de

Matsubara, o resultado é bastante parecido com a susceptibilidade de carga (6.35),

7% q,w) =

¢ -2, - A’+E (E_+ih
0%622 X {n(E_) -t SE'+E (B +ihw) X
by

1 1
% [ihw+E_—E+ _ihw+E_+E+]

o € e —AZ+E (B —ilw)
(1 —n(E)) E I, X

1 1
% [ihw—E_—E+_hw—E_+E+]
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€ & —A}+E (B —ilw)

E
+n(Ey) F_E,
y 1 B 1
ihw—E, —E_  ihw—E, + E_
€ &, — A2+ E (E; +ihw)
- (1-n(By)) —F——
(I —n(Ey)) EE, X

1 1
— .(7.11
XLm+m—m MWEHEJ}()

Tomando a parte imaginaria, vamos encontar a funcao
ImN{% qw) = —mvee? E
k

1 %) (n(B-) = n(E4)) x

X[0(hw+E_—Ey)—0(hw—E_+ E})]

E_E,
x [6 (hw — E_ — By) — 6 (hw + E_ + E})]}, (7.12)

+(L—§;é£f§>u—nul)_mEg)x

dada em termos de fatores de coeréncia do tipo I (carga).

Se definirmos os vetores anisotrépicos k = k(cos 6,sin#) em coordenadas polares com respeito
a base {&1,€} e tomarmos o limite de ¢ — 0, ndo ¢ dificil perceber que k? = k%cos(20), e

portanto
e -2, % (B2-A%)cos(20). (7.13)
Substituindo >, — [ %2‘, a condutividade 6ptica é dada por
oL(w) = —%Imﬂfc(o,w)
_ - /a BB /*271' 9
hva Ja, 0 2w

y {_ (1 n 6 ;£A§> (”(Ek + hw)h—wn(Ek - hw)) §(fiw)

+ (1 - Eih;wf?) (1= 20(Bi0)) [6 (e — 2B-) = 6 (o + 2E—>1}

= Do) +o1%W), (7.14)
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Figura 7.1: Processo de excita¢do interbanda com transferéncia de energia fiw e transferéncia de momento
zero (limite limpo), mediada pela absor¢do de um f6ton. O preenchimento completo da banda de baixo
proibe a absor¢do de fétons por elétrons ja termicamente excitados. A abertura do gap restringe os
processos de absorcao aos elétrons do condensado e aos fétons com energia maior que 2A;.

onde

oPC(w) = — ”F / dEE( E2) 87;(]3) (7.15)

é a condutividade DC tipo Drude, que vem associada a um sistema eletrénico em que as particulas

tém livre caminho médio infinito, e o segundo

2 2
AC - e v 4AS . hw .
ol (w) = on (1 + h2w2> ‘1 2n <—2 )‘H(Hw 2Ay) (7.16)

¢é a condutividade provocada pelas excitacoes interbanda. Para encontrar um livre caminho médio
finito na parte DC (como se esperaria talvez em modelos mais realistas) é necessério introduzir
centros espalhadores, como por exemplo impurezas. Vamos discutir este ponto um pouco melhor
na secdo 7.2.2, quando introduzirmos os efeitos de impurezas. A componente || é simétrica pelas
substituicoes €y - €, — —€x - € € VF —> VA. E imediato ver que 0] = 0'||

A absorcdo de um féton envolve a excitacdo de quase-particulas e resulta na formacdo de
correntes em fase com o campo elétrico [87]. A taxa de absor¢do éptica é portanto proporcional
4 parte real da condutividade. Em supercondutores convencionais, nao hé absorcao a 7' = 0 na
regido do infravermelho com energia menor que o gap de massa do par 2A;, ja que os fétons
ndo tém energia suficiente para excitar elétrons do condensado. A temperatura finita, os canais
de excitacdo de quase-particula sdo gradualmente reestabelecidos e os f6tons com energia muito
menor que 2A, tém uma probabilidade finita de serem absorvidos. E importante frisar que os
fatores de coeréncia desses supercondutores (digamos, tipo BCS) sdo finitos no limite ¢ — 0
(w finito) apenas no limite sujo, em que os processos de excitagdo conservam energia mas nao
conservam momento. Nao é dificil entender isso, uma vez que normalmente os processos cuja
transferéncia de momento é zero também ndo transferem energia. Por conta de uma caracteristica
particular aos férmions de Dirac, cuja dispersdo tem duas bandas, os processos que envolvem
excitacoes interbanda permitem promover um elétron da banda de baixo para a de cima sem

transferir momento. Na situacdo em que a banda de baixo estd completamente preenchida,
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0.5

0.5 1 1.5 2 25 3 3.5 4

Figura 7.2: Absorcao infravermelha do supercondutor (normalizada pela fase normal) em funcdo da
frequéncia. Aiw em unidades de 2A;.

o féton € absorvido apenas quando ele tem energia suficiente para fazer o elétron transpor a
barreira do gap 2A;. O processo de absor¢do no limite limpo é totalmente independentemente
da temperatura (exceto pela renormalizacdo do gap), j4 que os canais térmicos fazem as quase-
particulas ocuparem a banda de cima, onde elas ndo absorvem fétons (ver Fig. 7.1).

Na Fig. 7.2, a condutividade 6ptica mostra uma espécie de borda de absorcdo andmala
em hw = 2A;. Esta propriedade estd diretamente ligada & quebra da simetria de inversao da
rede pelo gap da CDW, que afeta os fatores de coeréncia (aqui, no caso tipo I) que ditam o

comportamento da condutividade no infravermelho.

7.1.1 Peso espectral

De acordo com a regra de soma f

/ Y ow)dw = (7.17)
0

a area “debaixo” das curvas 0% 4+ 04¢ deve ser conservada tanto na fase supercondutora quanto
na fase normal. Na fase supercondutora, entretanto, existe uma “area perdida” em comparacao
com a fase normal. A diferenca de areas corresponde ao peso espectral em w = 0 da condutividade
infinita que gera as supercorrentes e expulsa o campo magnético [15]. Esta parte do peso espectral
(que efetivamente faz com que um supercondutor seja um “supercondutor”) depende de uma
ordem de limites diferente entre w e g e nao aparece explicitamente no calculo. Por isso, a

condicdo necesséaria para o aparecimento de supercondutividade é que

/ Z 1070 (W) + 02 ()] dw < / 102 () + 04 ()] dw -
0 0
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Figura 7.3: Comportamento anémalo do peso espectral diamagnético (w = 0) com a temperatura.
Unidades de vre?a/(2h%va).

Nio é dificil verificar que & temperatura zero 02¢ = gP¢ = 0, e que as curvas do setor AC nas

duas fases tém ezatamente a mesma area. Uma andlise mais apressada indicaria que nao existe
peso espectral ligado ao condensado e portanto nao existe supercondutividade no sistema. Esta
anélise, no entanto, é incompativel com a verificagdo termodinédmica de que existe uma energia
de condensacao (ver Fig. 6.1), que torna a supercondutividade estavel. O comportamento da
diferenca entre as areas com a temperatura é indicado na Fig. 7.3 e mostra um efeito claramente
an6malo na regiao de baixas temperaturas, sugerindo a supressao do diamagnetismo no limite
T — 0.

Ao que tudo indica, a origem do problema esta ligada a redistribui¢ao do peso espectral dos
estados de alta energia para os de baixa energia com a reducao da temperatura, observada no
TaSey. Olhando para a Fig. 2.6, existe uma parte do peso espectral na regido em torno de 60
meV (~da ordem da energia de corte do cone) a 300 K que é deslocada para a regido de Drude no
infravermelho a temperaturas da ordem da transi¢do supercondutora. Aparentemente a abertura
do gap atrai estados da regiao do espectro de altas energias, que estao além da aproximacao do
cone, para o infravermelho. Esses estados fornecem contribuicbes ndo lineares em momento ao
espectro da Hamiltoniana CDW. Em ordem quadrética e o« (k — %A)Q, e portanto esses sao
os estados que contribuem para o diamagnetismo, que resulta dos termos o< A? na energia. A
redistribuicdo do peso espectral é uma caracteristica frequente em sistemas com acoplamento
forte. Apesar de respeitar o limite correto em torno da transicdo de fase, a regra de soma falha
em contabilizar corretamente a contribui¢do dos estados diamagnéticos, principalmente na regiao
de baixas temperaturas onde o peso espectral sente mais o efeito dos estados de altas energias. As
propriedades 6pticas de campo zero, ou seja, propriedades nao relacionadas & expulsao do campo
magnético, entretanto, sdo menos sensiveis aos estados de alta energia e podem ser corretamente
descritas dentro da aproximacdo do cone. Vamos voltar a tratar deste problema em breve no

capitulo 8.
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7.2 Condutividade térmica

A corrente de energia € uma quantidade conservada definida pelas componentes ndo diagonais

T% do tensor de energia e momento

oL

"
=150,

=9,V — Lo" (7.18)

Este tensor é derivado diretamente a partir do teorema de Noether (ver Apéndice A.4). Usando

a relagdo usual

oL

~ aan) Y T

a Lagrangeana associada & Hamiltoniana original (6.7) escrita no espago real tem a forma
L= \Iﬁ(.’ﬂ) [ihcT3000) — thupToos0s — ithvuaToo101 — AgTi09] () . (7.19)

Assim, a corrente de energia é igual a

; oL
:E _ -
J@)=ady = 50,0) cOp¥

= —ih‘IJT(x) [’UFT()O'géL + ’UAT()O’lé”] cop ¥ (z),

ou equivalentemente

jE(q, T) = Z \IJT(k — q/2, 7’) [h’UF’TOO'géJ_ + h’UAT()O'léH] 87—\11(1( + Q/2, T) ,
k
= - Z Uik —q/2,7) [AvpToosé | + fwAToaléH] <u_1)k+q/2 ¥(k+4q/2,7),(7.20)
k

notando que ¢y = i0;, com T o tempo imagindrio e que a evolugdo temporal dos férmions de
Dirac ¥ é dada por
\Ij(qa T) = e_qu\I/(q) )

onde W é o tensor da disperséo, definido na Eq. (6.7).

Vamos comegar com a componente diagonal da funcdo de polarizagdo corrente-corrente

PP =TIFP. A expressdo é semelhante a Eq. (6.33), cujo trago é igual a

78 (q, iw) F Z [ (k + q/2, iwy, + iw) Too3 wk+q/2 G (k —q/2,iwy,) 1903 A q/g]
k,wn

(7.21)
" [(g’+ €+ AE)Q — (& x )" - EgAg] — wn(wn +w) [E_- &, — A]]

R
~ Bh? k [w2 + w? ] [(wn +w)? + w? ]

)
sWn

(7.22)
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Mais detalhes no apéndice F.1. Definindo
- o 2 - -
Ak,q) = (€4 - € + A2)" — (&} x i ggAg,

e comparando as Eq. (7.22) e (7.10), é facil ver que

7% (q,iw) = vp Y
k

y {n( ) Ao + E_(E_E + ;f_ﬁ:o) (-8 -42

1 1
8 [ihw+E "B, ihw+E+E+]
Alk,q) + B (B — ifw) (-2, — A2)
E B,

— (1 —n(E-))

1 1
% [z’hw—E_ "B, hw—E_+E+]
A(ka q) + E+(E+ - Zﬁ("'}) (E— - E_|_ — Ag)

-I-’n,(E_,_) E7E+
o 1 _ 1
ihw—E, — E_  ihw— By + E_
k E (B, +ihw) (€_ -2, — A?

E_E,

1 1
— 2
X[ihw+E+—E ihw+E++E]}(7 3)

A parte imaginaria é igual a

m 7" (qw) = —mj

k
Ak,q) + ELE_(e_ €, — A2)
{( N ><n(E_> —n(Ey))

x[6(hw +E_ — Ey) — 8 (hw — E_ + E.)]

Ak,q) - B, E_ (E_-&, — A])
—( *EL - )(1—n<E_)—n(E+))

X [0 (hw — E_ — E.) — 6 (hw+ E_ + E,)]} . (7.24)
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No limite de ¢ — 0, A(k,0) = Eg. Portanto, a polarizacio térmica ¢ igual a

%ImHEE(O,w) - ool / dE B3 (1——) In(E)

Em‘s( w) E2) OE

() ) o ()

= ”—A—ImHH (0, w) (7.25)
'UF(,U

O traco da funcdo de correlacio termoelétrica II¥C definida pela Eq. (7.3) é

. ev? . . < .
7% (qiw) = F Z Tr [ (k +q/2,iwy, + iw) To03 $k+q/2 G (k—q/2,iwy) 7003]
k,wn
+ o i(wn + w)+
e’U W — (W w
— 3 B ST g e L S
s + Wi g2 (wn +w)? + Wi q/2

B 4e'UFZ zwn6++zwn+w)e+ e_|
T (w2 + w?] [(wn +w)2 4+ w?]’

Calculando a soma nas frequéncias de Matsubara, vamos encontrar

n7%q,w) = 4evp )

E (& — A2 E_+1 e - €+ A?
{n(O'E_) (§_|_ s) + ( 4Ej;iﬁw)(€+ € + s)

1 1
% [z’ahw—i—E_ "E,  iohw+ E_ +E+]

(By —iohw) (el — AF) + B4 (€& - & + A))

+n(UE+) 4E+E

1 1
X J—
[iahw—E+—E'_ iohw—E++E_]} ’
cuja parte imaginéria é

1 ev E_(2 —AY) + Ey(e--&, + A2)
;ImHEC(Qa w) = FWZ [n(E-) — n(E)] T B, >

X [0(hw+ E_ — Ey) + 0(hw — E_ + EL)]

ev E_ (22 — AQ) — E_|_(€7 . €+ + AQ)
FW Z [n(E —E4)] — FE, °

X[0(hw+FE_+E;)+d6(hw— E_—E,)] .
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Repare nos sinais das fungoes delta. Os polos do primeiro termo se cancelam no limite ¢ — 0.

O segundo termo é igual a

1 EC _ evp hw 4A2 Blwl\ [ hw

Substituindo as Eq. (7.16) e (7.26) na Eq. (7.6), a condutividade termoelétrica sera

g 1 ImIP%0,w)  fw
T T ImNCC(0,w)  2eT

Nao é dificil ver que as Eq. (7.26) e (7.25) levam a um cancelamento exato da condutividade

térmica (7.4) no setor AC. A tnica contribuigdo finita vem do termo de Drude

1
klw) = - [ImH%E(O,w)—wTQSi(w)Uij(w)]
— KZDC(w),
que é igual a
pcyy_ _UF oo s, A7) on(E)
KD W) = — ot 3(w) /A RL: ( E2> o, (7.27)

O cancelamento do termo de excitacOes interbanda na condutividade térmica é causado pelo
preenchimento completo da banda de baixo dos férmions de Dirac. O argumento é o seguinte
[101]: o processo de excitagdo descrito pela Fig. 7.1 envolve a aniquilacdo de um elétron com
energia negativa (o que é equivalente a criar um buraco no setor de energia negativa ao custo
de energia +Ey) e a criagdo de uma particula com energia positiva —Ey + hw = +Fj, onde hw
é a energia do féton incidente. Destruir uma particula com momento k e carga e é equivalente
a criar um buraco com momento —k e carga —e, j4 que o buraco é a auséncia da particula.
Assim, a corrente elétrica transportada pela quase-particula formada pelo par particula-buraco
no processo descrito acima é igual a e (k) 4+ (—e)(—k) = 2ek, enquanto que a corrente de energia
da quaseparticula é igual a Fx (k) + (Fx)(—k) = 0. A corrente de energia do par é portanto zero

por causa da simetria de particula-buraco do sistema.

7.2.1 Lei de Wiedemann-Franz

E importante verificar se a fase normal CDW obedece & relacio DC geral

. k(0) 7 (kp\?
lim =—(—) ,
T-0To(0) 3 \ e
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valida para uma grande classe de materiais, incluindo metais e isolantes. Apesar do limite de

baixas temperaturas ser dominado pelas excitacoes interbanda,

2 2 [
_ vpe hw vpe on(E)
@)= Sha [1 2n (7)] os O /0 EE=5E
2 2
B>a UFRe Bw vFe
= TN tanh( 1 ) + 1n(2) NI o(w), (7.28)

a frequéncia zero a condutividade é tipo Drude (repare na ordem dos limites). Tomando a

expressao da condutividade térmica (7.14) na fase CDW,

o o« on(B)
@) = ) /0 am
B>a vrkp
0(8) gt 5(0),

A parte de Drude da condutividade CDW segue a dependéncia com a temperatura da lei de

Weidemann-Franz,

- ka(0)  9¢3) (kB\®
8 T (0) ~ 210(2) (?) ’

) f e (B) A~
porém com a constante numeérica 21(11((2)) = 7.8.

A inversao da ordem dos limites em w e T leva a uma aparente violagao da lei de Weideman-
Franz pela parte interbanda do espectro de excitagdes (como sugerem os autores da Ref. [101]),
que domina o regime de baixas temperaturas na condutividade 6ptica, mas que é ausente na
condutividade térmica. Nesse caso, surge um comportamento anoémalo na condutividade 6ptica

a temperatura zero

lim o(w,T =0) = vre’ (7.29)
prav R N ‘

Essa violagao deve ser vista com reserva. Vamos examinar isso um pouco melhor. Em primeiro
lugar, ela aconteceria apenas a 7" = 0, considerando o limite T" <€ w, j4 que relacées do tipo
Wiedeman-Franz sio validas como respostas a campos DC. A temperatura finita, o limite w = 0
da Eq. (7.28) leva a uma resposta tipo Drude, que satisfaz a lei empirica. Esse comportamento
singular parece sugerir que ha uma diferenca essencial na condutividade dependendo da ordem em
que os canais de excitagdo térmica e os processos de absorgao de f6tons sdo suprimidos. Considere
0 experimento ideal em que um cristal bombardeado com fétons é lentamente resfriado até o zero
absoluto. Nessa situacdo, os canais de excitagdo térmica foram completamente desligados, e a
resposta da condutividade dada pela Eq. (7.28) passa a ser uma constante independente da
energia dos fotons incidentes. E bastante claro pela Fig. 7.1 que os processos que promovem
elétrons de uma banda para a outra mediados pela absorcao de um féton sdo permitidos para

qualquer energia, exceto em w = 0, onde ndo hé transicdo alguma. O limite “andémalo” em questao
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envolve transi¢oes entre estados eletronicos mediadas por espalhamento de fé6tons com frequéncias
cada vez menores, porém muito maiores que a escala de energia do sistema, w/(kgT) > 1.
Nesse limite, a energia das excitacoes de quase-particula nao tem escala definida em T = 0.
Por isso, a inversao da ordem dos limites ndo representa uma violacdo da lei de Wiedmann-
Franz, cuja validade é restrita ao regime oposto w < kg7, onde o limite DC é bem definido

independentemente da temperatura.

7.2.2 Efeito de impurezas na fase normal CDW

A separagdo clara entre o setor AC do termo de Drude é causada pela auséncia de canais de
espalhamento eletronico. Com isso, o tempo de decaimento 7 das excitagoes de quase-particula
¢ infinito e a resistividade vai a zero, como num condutor perfeito, mesmo na fase normal. Este
comportamento nao é muito realista e por isso é conveniente introduzir centros de espalhamento
na Hamiltoniana para observar o efeito sobre a condutividade a w = 0. O espalhamento de
impurezas provoca uma incerteza sobre o momento, cujo efeito pratico é “borrar” os pontos de
Dirac [101]. Assim, as fung¢des 6(w) sdo substituidas por uma fung¢do Lorenziana (7/7)/(1+w?7?)
com largura definida por 7. Isso pode ser feito introduzindo um potencial aleatério, local e

isotrépico de espalhamento,
(VEVE)) = [Vo*6(x —x)

«
e calculando as correcoes de autoenergia dos elétrons, @, = w, +1 ¥ (iw,). Em ordem mais

baixa, a autoenergia ¥ ¢ dada em termos da funcao de Green [72],

<~ g
S (iwn) = [Vol*Y G (ki)
k

. o . b4
— \V0|2”—F/d215 “""‘E (“"")j Y (7.30)
va [z'wn— by (zwn)] —wi

Na fase normal CDW, o calculo auto-consistente da auto-energia no limite de iw,, — 0 é bastante
simples, uma vez que os termos nao diagonais ndao contribuem para a autoenergia. Isto pode ser
facilmente verificado pela Eq. (7.30), notando que Wox ToF - K & igual a zero quando integrada
no volume. Neste caso, vamos definir a quantidade igual ao inverso do tempo de decaimento
I'=1/(27) =ilm|Tr (Z_]) (iwp, — 0)] (com Re g (iwp, — 0) = 0), e que obedece & Eq. (7.30)

I = Aexp [—2mvpva/|Vol?] ,

onde A é o momento de corte do cone. Tomando a continuacao analitica iw, — w + %d, a funcdo

espectral associada & funcido de Green nos dois casos é igual &
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w? + wﬁ +T? + 2wopnyd - k

Alew) = D o T + w417

(7.31)

Como a desordem é isotropica, as correcoes de vértice (que levam & Eq. de Boltzmann do
transporte) sdo iguais a zero. A condutividade 6ptica (7.14) é dada em termos da funcdo espectral

acima por 98|

262 © Ju o o
o (w) Tr Z / o A (k,v) 903 A (k,v + w) 1903 [n(v) — n(v + w)] , (7.32)
Kk /-0

Calculando o trago no limite de w — 0,

dv on(
o (0) = UF 2I‘2Z/ 2; 7(;1/

(wi + T (% + wi +T?)
[wk + T2[wg + TH[(v — wi)? + T [(v +wy)? + T2

(7.33)

A temperatura zero, a derivada na distribuicio de Fermi é igual a —d(v), e portanto:

B—o0 62 VF

Note que ao contrario do caso limpo, a resistividade com impurezas a T' = 0 é finita e independe
das caracteristicas dos centros espalhadores. A condutividade neste caso tem um comportamento
universal e mostra que a desordem gera uma densidade de estados finita nos noés, independente
do modelo de espalhamento utilizado. Este resultado foi demonstrado por Lee [99] no contexto
dos supercondutores com um parametero de ordem com simetria d e por Yang et al. [101] para

a fase de pseudo-gap nos HTc, também com simetria d.
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Efeito Meissner

Vamos calcular o efeito do campo magnético no limite nao local.

8.1 Rigidez de London

A eletrodindmica nédo local é descrita pelo limite de London A(k) — Ay = const., segundo
a hipétese de que os campos variam muito lentamente em relacdo & escala tipica do sistema,
definida pelo comprimento de coeréncia €. Nesse limite, a corrente j e o potencial vetor obedecem
4 equacao de London
(i) = 37 + Qij 4;

valida no calibre de Coulomb k- A = 0, onde j°M ¢ a corrente associada ao momento do centro
de massa do par. Para todos os efeitos, vamos descontar essa corrente e considerar somente
a resposta ao campo magnético. Para calcular o Kernel de London @;;, ao invés de escrever
o operador densidade de corrente (7.8), vamos propor um célculo mais geral, extendendo a
estrutura de banda da CDW além da aproximagdo do cone. Voltando ao cap. 3, vamos partir

da Hamiltoniana CDW com uma estrutura de banda extendida

Hopw =Y Uh(k) [ecos + Ackor] Uo(k)
k,o

com dispersoes € e A,k quaisquer, porém anti-simétricas em relacdo aos noés da suferficie de
Fermi. A dispersao das quase-particulas no sistema normal tem a forma Ey = N/612< + Agk. In-
troduzindo o campo magnético através da substituigdo de Peierls modificada (7.7), a expansdo da
funcdo e(k — ;=73A) no potencial vetor deve ser separada nas ordens simétricas e anti-simétricas

em k,
£
hc

O mesmo se aplica a dispersdo da CDW A.(k — ;=73A). Por conveniéncia, vamos definir o

e(k — —m3A) = [V (k) + €@ (k) +..Jro + [V (k) + ¥ (k) + .. .

7. — e : Ats x i — 0
momento k¥ = k — £ 73A, que incorpora o campo magnético e a notagao 0" = ar; bara as
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derivadas no momento. As defini¢bes de covaridncia do Apéndice A.1 sdo desnecessarias aqui.

Vamos considerar que ¢ é apenas um indice, com J; = 8" = Vi e empregar a notacdo de Einstein.

Na fase supercondutora, a Hamiltoniana generalizada tem a forma:

H = Z Tl (k) [exm003 + A £ To01 + AgTi09] T (k) (8.1)
k

_ Hi _C ade (Y aagi
- Zk:\p (k) [(ek = Aidlact 5 (hc) AZAJc’)“é)Jek) 003

; 1
= A Dact 5

2 L. ~
n (Ack — 5 (3) AiAj6’87A0k> 001 + As7'102:| T (k) + O(43),

hc
com a dispersao total definida por E’i = 612( + Agk + A2

O operador densidade de corrente é dado por

ji (k) = —CVAH
— R [ (e — & A6 (oA, - & Ao K
— ik [ - (a = - Aid afek) 003 + 7 (a Ao — 3 4;0°0 Ack) Toal] U(k).

And
Calculando o valor esperado (j;) em primeira ordem em A (ver detalhes no Apéndice D), o

Kernel de London é igual a:

2
QG = gD {[‘a“k’@fk) + (01800 (03500 5 10(Fr) = n(~F)]
+ (;—l;aiajfk + AE—faiajAck> [n(Ex) — n(—Ek)]} . (8.2)

Tanto na fase normal CDW quanto na fase supercondutora, as propriedades nao-locais validas
no limite hidrodindmico em ¢ — 0 ndo dependem dos detalhes do momento de corte A, e por
isso 0 podemos tomar o limite A — oo sem que nenhum efeito adicional apareca no sistema.
Entretanto, o método das funcGes de Green leva a alguns resultados espiirios no ultravioleta
por ndo levar em conta a zona de Brillouin. Para ver isso, vamos considerar a Hamiltoniana do

sistema normal dos elétrons na banda da CDW :
Hepw = Z \IJT(R) [6120'3 + Aﬁal] \If(lz)
k
= > E¥i(k)os¥(k),
k
apdés uma diagonalizagdo conveniente numa base de autoestados de particula-buraco com au-
tovalores +Fx = +4/e2 + AZ. Expandindo a Hamiltoniana até segunda ordem em A (vamos

definir £ — 1 por simplicidade), o kernel de London associado & estrutura de banda da CDW

é dado pela Eq. (8.2), bastando eliminar os termos em A, na expressdo e fazer a substituigio
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ex — Fy. A corrente nesse caso é igual a:

-Gy = A {(<9z'Ek)(39'}-’7k)8;;}Jk [n(Ex) — n(—Ex)] + (0:0; Ex) [n(Ex) — n(—Ek)]}

A;j Y {(95Ex)8i [n(Bx) — n(—Ei)] + (8:0; Exc) [n( Bx) — n(—Ex)]}
k

= 4, Y0 {3 B [n(F) —n(~B)]} (83)
k

Pelo mesmo argumento, a Eq. (8.3) é igual a zero se i # j (4,7 = 1,2), mas ela resulta num

termo de superficie nao nulo no outro caso quando i = j,

Gy = A6 [ b, |22 pann (PP , (i # 2)
I T 2 )]

com z = 1,2, que diverge no ultravioleta para qualquer dispersdo monotonamente crescente,
como no caso de elétrons livres. Naturalmente, a integrabilidade pode ser obtida introduzindo
a periodicidade da zona de Brillouin nas bandas € and A, de forma que (jV) = 0. Para curar
estas divergéncias espurias, vamos seguir o argumento de Landau [100]. Uma vez que o kernel
em Ag; = 0 é zero porque nao existem correntes diamagnéticas induzidas pelo campo, nao ha

nenhum efeito fisico em subtrair o kernel supercondutor do kernel na fase normal, resultando em

(7i) = [Qij(As) — Qiz(0)] 4; - (8.4)

8.1.1 Comprimento de penetracao

De acordo com a discussao apresentada na sec. 7.1, a auséncia dos estados de alta energia da

banda leva ao aparecimento de um efeito anémalo na regido de baixas temperaturas, ligado &

supressao do peso espectral diamagnético. Vamos investigar isso um pouco melhor dentro da
s

aproximac@o do cone, ex ~ hvpky e Ag ~ huak). Integrando na zona de Brillouin (%, 7] na

direcao normal aos planos supercondutores, com d a distdncia entre os planos, vamos encontrar

() = [QuL(As) —QL(0)] AL
2
_ 2,6 2 (PELY o [ BEX
= quﬂhzc ; [sech (—2 ) sech (—2 Ao Ay
2e2up eBAs 1 1+ efAs
T wdR2vac {ASeBAs +1 _Bln[ 2 ]}AJ"

Na teoria de London, o kernel é escrito em termos do comprimento de penetragao A por

c

Qij = "Il dij »



90 CAPITULO 8. EFEITO MEISSNER

Q(0)-Q(a)
o o o o o
o o o o o
N w S (5] [}

o
o
=

o
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Figura 8.1: Comportamento do kernel de London [em unidades de e?vr/(2rdh*vac)| com a temperatura
na aproximacao do cone.

e portanto

N RN efAs 1 In 1+e82:71 7"
= 8evp efAs 11 B 2

,315;0 h2ctuad 1

vp  BAZT

O comprimento de penetracdo na diregao A € simétrico, bastando substituir vp<» va. O limite
de temperatura zero )\Il(oo) = 0 é obviamente incorreto, e indica a anomalia do peso espectral
verificada pela regra de soma dos osciladores (ver Fig. 7.3), como mostra a Fig. 8.1. Perto da
temperatura critica, no entanto, o artificio que cura as divergéncias no ultra-violeta definido pela
Eq. (8.4) emula o efeito diamagnético dos estados de alta energia, reproduzindo corretamente o
limite de campo médio para o comprimento de penetracdo A o< A, !. Vamos retomar este t6pico

mais uma vez na sec. 9.7, quando analisarmos os efeitos do bolso.



Capitulo 9

Efeitos do bolso

A incorporacdo do bolso no modelo microscopico desenvolvido no capitulo 6 parece ser uma
condi¢do necessaria para a descricao dos TMDs em bases mais reais. Conforme uma discussdo
feita no capitulo 4, tanto a dopagem quanto a transferéncia coerente de elétrons entre os planos
induzem mudancas na densidade de estados na superficie de Fermi. Em outras palavras, esses
efeitos deslocam o potencial quimico dos pontos de Dirac, dando origem a um bolso. Introduzindo

o termo de potencial quimico
—p Zm Warll) = —u 3 (90000t (1) = i ()51, (1)) = 20
= —u v (k)7s00¥ (k) — 21, (9.1)
na Hamiltoniana (6.7), ou seja:
' (k) [hvpk o035 + hvokyToo1 + AgTios — prsog] T(k),

0 espectro de energia passa a ser

tBy = thoge, = £/ (hoek £ p)? + A2 (9.2)
+hvpk + p (ramo tipo buraco )
Ae30 (9.3)
+hvpk — p (ramo tipo particula) .

N3ao é dificil ver que os dois ramos acima, no limite de gap zero, recobrem fisicamente os
autovalores +hvpk — pu do bolso no estado normal, sem o espaco de Nambu. Na verdade, o
aparecimento do novo ramo (tipo buraco) na fase normal tem como origem a constante de energia
—2u da Eq. (9.1), desprezada na Hamiltoniana. Para verificar esta propriedade, vamos calcular a

energia total do estado normal com o bolso (sem o spin), Enx(u) , e provar que Ex(u) = En(—p),
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exceto por uma constante irrelevante

> 2u=—2ag,"Vp,
k

integrada no volume. Escrevendo a Hamiltoniana CDW na forma segundo quantizada (4.5), a

energia total é

Ex(p) =) [(th’_~C — p){al, axo)o — (hwpk + p) (b bis)o|
k,o

com a e b representando operadores de criacdo de particulas na banda de cima e de baixo do

cone, respectivamente, onde

(afa)o = O(n)mk
blb)o = O(—p) (1 — ) +0(),

sdo as ocupagoes definidas em termos da distribuicdo de Fermi ny = (eﬂh”F (k—kp) 4 1)~ Assim,
Ex(p) = Y {(hwrk — p)6(u) ne — (hopk + u) [0(—p) (1 — ni) + 6(u)] }
k

= Z {h’l}F’;I [0(/1) Nk — 0(—/1:) (1 - nk) - 9(“)]
k

—p[0(p) mae + 0(—p) (1 = mac) + 6(u)]}
= Z {hvpk (nk — 1) — p[nko(p) + 1]}
K

= 3 {hork (e — 1) — [l = 3w
" k
T (0.4)
k

provando a afirmacgdo anterior.

A dispersao da fase supercondutora tem quatro ramos, indexados pelos dois ramos usuais +
associados & abertura do gap, e dois ramos de particula-buraco +u relacionados ao bolso. Na
fase normal, os ramos de particula-buraco sao fisicamente equivalentes, exceto por uma diferenca
de energia igual & energia do bolso. No caso em que o bolso é formado por buracos, o ramo
fisico que descreve qualitativamente as excitacoes de quase-particula é aquele cujo cone tem o
vértice acima da energia de Fermi, como indicado pela linha sélida na Fig. 9.1. Com a abertura
do gap, a identificacdo dos ramos que descrevem fisicamente os processos de excitagdo através
do gap é feita com aqueles que recuperam o ramo tipo buraco da fase normal no limite de gap
zero (ver Fig. 9.1). Note que o gap de absor¢do Optica entre as duas bandas (representadas
pela linha solida) € 24/p? + AZ e ndo 2A;, como seria mais usual. As linhas tracejadas indicam

portanto o ramo deslocado pela formacao de um bolso de particulas na base do ramo de cima do
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4 4
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E
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u
_2 -2
-4 _4
6 -4 -2 0 2 4 6 6 -4 -2

/1

Figura 9.1: A esquerda: Dispersao dos férmions de Dirac no bolso. A direita: espectro com a abertura do
gap para A; = g p. Cada uma das bandas tem dois ramos +u, indicados pelas linhas solida e pontilhada.

cone. Os dois ramos devem ser fisicamente equivalentes entre si, a menos de uma constante de
energia. Por conveniéncia, vamos assumir que g > 0 daqui em diante, uma vez que o caso u < 0

¢é simétrico.

9.1 Equacao do gap

Definindo o tensor da dispersao
x4

_ 1 -1
wk = wvpkiToos +vak o1 +h AgTi09 — R T300,

vamos calcular o propagador do estado SC com o bolso usando o mesmo artificio utilizado na

deducao da fungao de Green (6.9). Explorando a anti-comutatividade das matrizes de Pauli,

PR —1
G(wnak) = [iwn_ Z))k]
2 2 -1
wr + w4+ 2h vrk) 7303 + vak) T30
= —(iwn—l-(u_;) L k 'U(FJ'33 A”31) (9.5)
[w% + wﬁ,u] [w% + wl?:,—u]
= — (z’wn—l— g) [wi + w{f + Qh_lu ('UFkJ_T30'3 —i—’UAkHTgUl)]
w1 L1 (9.6)
2(w2 + wy?) w%—l—wﬁu w?l—l—wﬁfu ’ '

onde
w2 = vEk? 4 B2 (A? + /JZ) .
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Calculando o trago

Tr[gﬁag] = —2h_1As

Lo
b
w2 + wfw w2 + wﬁ,iu

vamos encontrar uma equagao do gap anéloga a Eq. (6.10),

2|A3| =

G (wn, k)71 02]

- 2/2

- ]
2 2 2
Wp=—00 Wn +wk# w"+wka_ﬂ

gup ak k By, / ak & By,
= 9UE A ar tanh ’ ar tanh | B2X4 )| (9.7
N s [/0 o7 By (ﬁ 2 )t By =3 (9.7)

O momento de corte s+ define as duas superficies de energia constante,

o? = BPvaA? = (hwpsy £ p)? + A% = const. (9.8)

Como foi discutido no cap. 6, este momento de corte ndo conserva o numero de estados da
fase normal. FEle serd convenientemente empregado nas aplicacbes onde a conservaciao exata
ndo é essencial. E preciso lembrar novamente que esta aproximacdo é correta se u e A, forem
pequenos em comparagao com a energia de corte do cone «, que é na verdade a regiao do espaco

de pardmetros onde a contribui¢do dos estados de alta energia (> «) pode ser ignorada.

9.1.1 Temperatura zero

Para analisar a equagdo do gap, vamos comegar pelo limite 7' — 0 para entender como o bolso

afeta o ponto critico quantico em g = g.. Nesse limite, a equagdo do gap fica:

Sy s— 7. 1.
oA, = T, / dk_k +/ kK
VA 0 o Eku o 2m Eyx_,

Af+p?—p
= — 20 — 24/ A2 In| Y =—"— .
27rh?vva [ @ T n<\/A§+,u2+u (59)
Usando o método de reescalar todas as quantidades, vamos definir z = Ag/p e
-1 _ —1
h(g) = 27T7i2’UF’UAM .
A equagdo do gap invariante de escala é
V1i+z2 -1
F(Ag/u, (g7t — g7t = 1—i—a:2—i——1 —h(g) =0. 9.10
(As/n, (9c — 9 ) /1) Nl (9) (9-10)
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Figura 9.2: Reescalamento da equagdo do gap a temperatura zero. h(g.) = 0 no acoplamento critico g..

O grafico da Eq. (9.10) mostra claramente que g > Ag(0,9,1) quando g < g. (setor de
acoplamento fraco) e p <K Ag(0,g, ) no limite oposto quando g > g. (setor de acoplamento
forte). Para simplificar a notacdo, vamos denotar a func¢ao de temperatura zero Ag(0, g, ) por

Agy. No limite de acoplamento forte, a Eq. (9.9) pode ser escrita como

2
9 B
l=——"—a—A A 1

2nh2vavp (a st 2AS> ’ (1/Aou < 1)

cuja solugdo é

A
Mg 25 32 [1eTeaag], (9.11)

onde A¢ = 27h2vavr[g; ! — g71] é o gap do estado fundamental no caso y = 0.

Apesar de rigorosamente valida para g >> g., a aproximagao de acoplamento forte u/Ag, < 1
é boa para g > g. quando p é pequeno em relacdo & energia de corte o do cone. A aproximagao
mostra desvios assintéticos no setor de acoplamento fraco, como mostra a Fig. 9.2. Neste limite,

a equagao do gap pode ser expandida em ordem mais baixa em z:

F(z,h(9) =% 1+ (3)-hl9)
A -1 _ -1
= 14Wn(= —27Tﬁ2’UF’UAu =0,
2p 7

resultando em

Ag(0,9,1) =% opehlon
— 2 Q2nh?vpua(gst =g~ )um -1 (Agu/p < 1). (9.12)

O limite de acoplamento fraco por sua vez é também uma boa aproximacdo da solucao exata
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Figura 9.3: Dependéncia do gap & temperatura zero Ag,/a com o acoplamento g. Gréaficos para
pu/a = 0,0.1 e 0.3. A linha solida representa a solu¢do numérica da equagdo do gap (9.10). A linha
pontilhada corresponde & solucdo analitica em aproximagio de acoplamento forte (u < Ag,) e a linha
tracejada a aproximacdo de acoplamento fraco (1 3> Ag,) -

para g < g, quando pu/a < 1, como indica a Fig 9.3. Essa nomenclatura para os dois regimes de
acoplamento (basicamente g < g.) sera utilizada frequentemente daqui em diante. Claramente,
as propriedades das quase-particulas do modelo sao fortemente influenciadas pelo regime de
acoplamento, que separa o setor marginal (g > ¢.) do setor de “liquido de Fermi” (g < g.),
quando o bolso reproduz em parte o papel da superficie de Fermi, reestabelecendo a densidade

de estados nos nos.

9.1.2 Temperatura finita

Vamos retornar agora & Eq. (9.7). Definindo y = hvpk/u, © = |Ag|/u, § = 2/(Bp) e a funcio

_ 2mhvavr

1/f(9)—T,

a equagao do gap na forma invariante de escala é

1 1 [Y-

11 y
fle) 2 Jo dy\/(y—1)2+$2

1 Y+

G (|1As|/ 1y gty Geps Bu) =

tanh (5_1 (y—1)2 + :1:2)

dy Y
2 Jo Vy+1)? +a2

tanh ((5_1 (y+1)2+ w2)
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0.5

Figura 9.4: Reescalamento da equagdo do gap & temperatura finita: A;/p vs. g/g.. Linha tracejada
(0 =1, p/a = 0.2), sélida (§ = 1, uy/a = 0.1), ponto-tracejada (6§ = 0.01, u/a = 0.2) e pontilhada
(6 =0.01, p/a =0.1).

onde yy satisfaz a relagdo (9.8), que define a superficie de energia constante,

1

_ 2, .2
f2(gc) (yii 1) T

Manipulando a equacio do gap (9.7) através da substituicao de variavel v = hupk + p, ela

pode ser reescrita numa forma mais conveniente

gur|Agl /5+ -k By, /S— ~ K Ex_,
= sl dk —— tanh | B—=£ dk tanh | f—o—t
28 2rhua [0 B, b \P7 ) ), gtk |

_ _9As] {é In [cosh (Ba/2) sech (5\/@/2)]

2rh2vpavr | B

" 1 B
+ dv ———tanh [ =+/1v2 + Az) ; 9.13
: —u \/V2+Ag (2 ’ } ( )

No limite de acoplamento forte,

11/ Do—0 gl 4 cosh (Ba/2) ] ©? (E )}
22 7" ShZonvr {ﬁln[cosh(ﬁ|As|/2) iy e (Al )y

ou equivalentemente

cosh [BA;/2] e~ #*F tanh[BA/2]/(41As]) — cogh [7h?vAvrB/ge] e~ vavrfly (9.14)

Numa primeira aproximacao, vamos substituir o gap dentro da exponencial do potencial

quimico pela expressao do gap & temperatura zero Ag,. Esta aproximacao é bastante razoével,
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uma vez que a razdo tanh[8A,/2]/A, varia muito pouco com a temperatura, mesmo perto da
temperatura critica. Assim, a solucao da equacao do gap em acoplamento forte pode ser escrita

numa boa aproximacao como

2
Ay(T, g, p) = 3 cosh™! [cosh [7h2vavpf/ge] e ™ vavEBl oi?B tanh[ﬂ%/ﬂ/(mm] _

Como o esperado, este resultado recupera corretamente o limite de temperatura zero (9.11).

A anadlise das Fig. 9.3 e 9.5 mostra que o comportamento da transi¢do de fase paramétrica no
acoplamento g é fortemente influenciada pela competicdo entre os efeitos do bolso e da tempe-
ratura. A temperatura zero, o ponto critico quantico em g. (u = 0) é frustrado pelo aumento da
densidade de estados do bolso para qualquer valor de u finito. A T # 0, a transicdo paramétrica

em g é reestabelecida em algum regime de acoplamento.

A dependéncia do gap no setor de acoplamento fraco pode ser determinada perto da transigao

de fase. Utilizando a expansao em termos de SA; < 1 da integral

g 1 B x| L [* 1 B . TC(3) B2
o dy\/ﬁ tanh |:§ 1% +As:| N/O dl/; tanh[ay]—T 7'{'2

no limite em que By > 1 (os detalhes desta expansdo podem ser encontrados na Ref. [18], p.

304), e em seguida expandindo a equagdo do gap (9.13) em S em torno de 3., temos

Bop1 1 [7C(3) 1 ]_é B—Fe (9.15)

Ay (/8 — ﬂw ,LL) — E 872 25?11‘2 BC

As expansoes de acoplamento fraco acima sdo corretas na aproximacgao em que tanh(8u/2) ~ 1,

ou seja, tipicamente fu 2 4.

9.1.3 Temperatura critica

Vamos analisar o regime critico com um pouco mais detalhe. Retornando & Eq. (9.13), e tomando

o limite de acoplamento forte B.u — 0, temos

2 Cc 2 C
e Ferzy0 4 In |cosh Beo Bl 2 .
g Bea 2 2a

Esta equacio pode ser equivalentemente escrita como
1 = cosh (BCTQ) e~ Peage/(29) g5k’ B (9.16)

929 1exp pea 1- %) | eshin’
2 2 g
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9/9c
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0.02 0.04 0.06 0.08 0.1 0.12 0.14
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Figura 9.5: Acima: Gap |A|(T, g, 1) em funcio do acoplamento g/g.. Linha sélida: solu¢do numérica da
equacao do gap; linha pontilhada: solucdo analitica em aproximagcao de acoplamento forte. Da esquerda
para a direita: kgT/a = 0.005, 0.1, 0.2 e u/a = 0.2, 0.2, 0.1, respectivamente. Abaixo: Dependéncia do
gap com a temperatura. Escalas normalizadas pela energia de corte do cone a. Curva sdlida: p/a =
0, 9/9. = 1.2; pontilhada: u/a = 0.06, g/g. = 1.2; tracejada; u/a = 0.06, g/g. = 1.1.
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Portanto, a temperatura critica no bolso é

1 « 9c ( gc>2 #2
=@ o (1-%) . 9.17
Be(n)  2In4 g \/ g a? (5-17)

Note que a Eq. (9.16) é exatamente a Eq. (9.14) em 7.

O resultado da teoria BCS é recuperado no limite oposto B.u > 1, quando a escala de energia
do gap é pequena em comparacdo com a energia do bolso, como num metal. Reescrevendo a
equagao do gap (9.7) na forma

2gc _ 4 . [eosh(Be/2)]  2u |, (Bep Bets Peul?  In¢
R e v R !1“( ) (%) - [ g

ap6s uma integragao por partes, entao

e Senx1 2+2—“[1n(ﬁ0’”>—1].
g ! T

Esta equacao implica que
1 _mw e(1—ge/9)u~—1 (9.18)
Be ™
onde In-y = 0.577 ¢é a constante de Euler. Ao contrario da teoria BCS [15], a escala de energia
do limite de acoplamento fraco é regulada pelo bolso e nao pela frequéncia de Debye wp.

Finalmente, o limite de 8 — (. da equagdo do gap (9.14) no setor de acoplamento forte é

Ny Ay u2\12 [B— B,
g 52| (S0 )] B (9.19)

onde Ay = a(1 — g./g) é o gap & temperatura zero em p = 0.

9.2 Fungoes termodinamicas

Introduzindo os dois novos ramos do bolso na funcdo de partigao (6.18)

Z = e PV BVeIA] H (1+e*ﬂ7Ek,al~b) ,
k,7,0

com 7,0 = +1, o potencial termodinamico Q = Qg + g VA? ¢ igual a

Q(B8) = > In[2+ 2cosh(BEy s,)]

k,o

B V’UF A 7T
= > [ dkkIn[2 + 2cosh(BExq)]
P 0

B wBUA

s
B
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analogamente & energia livre (6.19), onde g VA2 ¢ o0 termo de campo médio da Hamiltoniana.

Da mesma forma, a energia é dada por

B-ge'Vop = 3, > YBkounky
k, v,0=%1

Vg Aoos BEx,ou
= “rox ; /O dk k By, tanh [T :

—1, e e .

onde n} op = (e”’ﬂEkW + 1) é a distribuicao de Fermi-Dirac indexada em o e nos dois ramos
)

do cone v = £1. Do ponto de vista qualitativo, essas fungdes ndo introduzem nenhuma novidade

em relagdo ao caso y = 0 discutido no cap. 6.
Partindo da entropia do eletrénica do gas de Fermi,
S =—kp Z [(1 — nl,au) In(1— ni:’w) + ni:’w lnnz,w ,
k,,0

agora somada em o, o calor especifico sera

Cy = —ﬂ—ﬁ

o B dA7
_ —kBﬂZ’YaEl; “( B u+§dﬁ). (9.20)

575

Este célculo foi feito em detalhe na sec. 4.2.1. A variacao do calor especifico em relacdo a fase

normal é
2 JA2 ony.
A — —kp— S O
B—Be kBﬁg dA? /Oo 2 :86(6 + N) 2 ﬁc(6 — N)
R Snl2vsvy B N \%4 ; dee [sech — 5 + sech I
Beukl kBB dAg g'uz
X Snlvsvy B N V{Ind+ 4 . (9.21)

O dltimo limite é equivalente a dizer que a energia do bolso é pequena em comparacdo com as

outras escalas de enegia. A partir da Eq. (9.19), a derivada acima em T, é igual a

dAZ] gt d Beb®\ (o1 pet Bei
5 a1 (20 B ) -] = g (8 ).

O salto no calor especifico sera

C(B.) = v In4k3T? (Ind + B2u?) . (9.22)

gex
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Calculando o calor especifico da fase normal Cy ,, através da Eq. (9.20),

Cyn(B) = ﬂ Z/Oadee(e+ou)2sech2<m>

ATh2vAvFE 2

= Y [ duiBsean? (X dvv2sech? (¥
S Ronon [/BM v v°sec (2)+ﬂ,u ; v vosec (2)

A temperatura critica, vamos encontrar

18¢(3) phe < 1
’H‘i«)l kBVI ()

— X
gec 182

CVn(ﬂc) (923)

%77-2/30/1’ ’ HIBC > 1

Combinando as Eq. (9.22) e (9.23), o salto do calor especifico no setor de acoplamento forte é

igual a

ACy
Cn,V

~ 2In4 B2\ B2
T X (1n4+T =035 (1+ 5 ). (9.24)

No limite de acoplamento fraco, a derivada da Eq. (9.15) em T, é dada por

dAT] syt 1 (7¢(3) A
dg |z, B2\ 8m% = 267
A Eq. (9.21) nesse limite &
pwxt  kpVpBip dA
A C S

e portanto o salto do calor especifico para acoplamento fraco é igual a

AC 3 1
n,V T, s o + B0

As aproximagoes que levam a Eq. (9.25) no regime de acoplamento fraco sdo validas para
Bepr 2, 4 [ver Eq. (9.15)], onde o salto do calor especifico é 2 1.1 e coverge para o valor BCS
no limite de B.u — 00. Mesmo no limite de acoplamento fraco, esses valores sdo bem menores
que os resultados previstos por modelos de acoplamento forte ndo marginais, como na teoria
supercondutora de Eliashberg [102]. A comparagdo com o valor observado no cristal de NbSe,
(ACy/C,, ~ 2) indica que ali predomina o cendrio usual de acoplamento forte no liquido de
Fermi, como alguns autores sugeriram [40, 46, 20]. J4 no TaSes, a natureza marginal das quase-
particulas indica que a histoéria pode ser diferente. Dentro desta perspectiva, o modelo proposto

no cap. 3 sugere que o salto do calor especifico é fortemente atenuado no limite marginal
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Figura 9.6: Calor especifico vs temperatura para g/g. = 1.2 e p/a = 0.05 (acoplamento forte). C, em
unidades de Vkgag,*'.

(ACy/Cy, ~ 0.35) e aumenta até o valor do limite BCS de liquido de Fermi, quando os bolsos
sao grandes em comparacao com a energia do gap. Entretanto, & medida em que o tamanho
do bolso cresce, o ansatz de emparelhamento baseado na formacdo de pares entre os nos da
superficie de Fermi, assim como o papel da piezoeletricidade se tornam questionéveis. Por isso,

o limite de acoplamento fraco deve ser encarado de forma puramente académica.

9.3 Atenuacgao de ultra-som

A atenuagdo de ultra-som é proporcional & fungao espectral da susceptibilidade de carga defnida
pela Eq. (6.33)

x¢(q, iw, 1) hﬂ Z [ (k + a/2, iw, + iw) 1300 G (k —q/2,iwy) 7'300] ) (9.26)

k,wn

com a fun¢do de Green (9.5). O célculo do traco da Eq. (9.26) e a soma sobre as frequéncias de

Matsubara sdo feitos nos apéndices F.2 e G. A fungdo espectral da susceptibilidade é dada por

ImXC(qawaM) = _%Z Z

k o/=+1

2 _ AQ ! . _
(n( o u) n(E+ 70’/«‘)) 1+ K S to ,U/(E_ €+) €_€4 y
) ) E_70’NE+,—0"[L

E_ €
X (1 — + [(5(71&1 + E,’alu - E_}_’,UIN) — 5(hw - E,,alu + E_i_,,alu)]

2 _ A2 /
+ (n(B- o) — (Bt o)) [1 LM Sto'ple- +e4) + 6—6+} y
B o NE-E— o'u

* (1 e €+> [6(hw + E_ o1y = By o) = 6(hw — E_ g1y + By g14)]
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R A4 olu(es —ey) - +] )

+(n —o —n —E —o' [1
( ( R ,u) ( +, IL)) E—,a’,uE-i—,—tf'M

€_
x (1- ) [6(hw + E_ gy +Ey 51,) = 6(hw — E_ g1 — Ey _51,)]

2 _ A2 '
+ (n(E_,U,“) — ”(_E+,a'u)) [1 ok AL +o'pe- +eq)+ ee+] y

E_,O-IME_i_’o_/u
I
X |1+ ? [5(hw + E—,o”u + E_i_’a-l“) — (5(710) _ E—,o"u _ E‘F,O"u)]

(9.27)

onde

hrsqiopy — bty =FExy,

hrpk £q/2) — €x.

Pode-se recobrar o caso 4 = 0 (6.36) sem muito esforco. No limite de baixas frequéncias
w K 2A4, temos

E_, 2_ A2 e
R R L )

ko==+1 ’ BBt —ou

- . g
x (1 - +) 0 (E,,(m - E+,f¢m)

€_€4
On(Eyou) PP — A top(e- +ey) teep
+ 1+
aE‘h”H E_JTME-F,—UN
x (1 += '6+> §(E_ gy — E+,w)} . (9.28)
€E_€4

O restante do célculo ndo é dificil, mas requer alguma atencido. E conveniente definir a
quantidade util

2 _ 2 2 2
ek—ek—l—eq/Z—p.

Vamos analisar como satisfazer o argumento das fungoes delta separadamente. Se k- q = cos b,
a igualdade
E_op—Eiop=(e- —eq)(e- +ep+20u) =0

¢ satisfeita se e = ey (ie. § = £7) ouse e_ + ey = 2u (0 = —1). No tltimo caso, o 4ngulo

6y entre os vetores k e q satisfaz & relacdo cos 0y = 20" uéx/(exeq), com 0 < a’<pleo ==+1

indexando os dois ramos do cosseno. O argumento da outra funcao delta,

E_’U“ - E+a_UN = (6_ + €+)(€— — €4 + 20“) = Oa
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é satisfeito somente se e, — e = 204, ou equivalentemente para um certo adngulo 81, onde
cos 0y = 2opuéx/(kq), com é > p?. Empregando a relacdo (E.6), as fungdes delta podem ser
reescritas como
E_ 2e_ s
§(B_yy—E =g (0 7)
( SO +,0'/»‘) € +0-/J/ kq 2 -I_

_ E_ 2e_
+5a,710 (ﬂ - 6k) oL

6 (E770-H - E‘h*Ull)

+

€— + op exeq sinby 06+ 6o)
_ 2e_

= 0(éx —p) e ¢

€~ + op egeq sin by

5(0+6)) .

Além disso, notamos que

. :{\€k—o’u| , ac<p

€k — Ol 5, Ek> [
para os dois casos em que § # £7, e que

|Sin90| = |sin91\ =

2 2 ~2 2
—a¢@p—mwyfwy

Definindo a quantidade E? = €12( + A2, depois de alguma algebra:

e 3 {an(E)

(23]
n I =2
k,o=%1 OF E?

Im x“(q,w — 0, )

& — p?
B 0w fa—op 5(0 £ 67)
o\ flehs — 162 = )

on(E) &2 + A2\ [y — 4’
+ Z Y (1 — X

E2 & — u?
E 6,16
Xz

_ =~ _
(M €k) |€k g N| 5(0 + 90)
U J(€y =6 —€2)

onlE 2 A2 €2 — €2
n(E_ou) (- +op)” — AF /2
R L L
OE oy EZ o1 €q/2 ¢~
E_

E imediato ver que os dois primeiros termos da soma em k sdo identicamente zero, uma vez
que E? = Ei + A2, Vamos mostrar mais tarde que o analogo desses dois termos com os fatores de

coeréncia da interagdo de troca ddo origem ao pico de Hebel-Slichter de NMR, [15]. Integrando
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na variavel 6, o resultado final é

hw vp on(E_ ;) e +op
Im x° = 0,p) = —— dkk > ) — €2, 9.29
mx*(qw #) €q/2 TUA = OBy e-E_gy < “a/? (9-29)

A atenuac@o de ultra-som é portanto:

|1,
al = -~ lim [—x(q,w,u)]
q—0 1 8H(EU“)
— ’UFq’lTﬁQ’UA’UF z;ﬂ/ ) O0Eq, (9:30)

Este resultado é qualitativamente semelhante & Eq. (6.39). A formagdo do bolso ndo introduz

nenhum efeito novo na atenuacdo de fonons pelos férmions de Dirac.

9.4 Relaxacao de NMR

O termo de potencial quimico extendido no espaco de Balian-Werthamer é

1Y W (K)pao (k) = —MZ[dJ )01 (K) = a, (~K), ()] — 20

k,a,0

= 5 2 [$hr 0991 (00 v (K] ()

k,a
st (R (—K) + 9] ()b, ()] — 20

= —u Y, UNK)no7so0¥(k) —2u.
kelB.Z.

O préoximo passo é calcular a fungdo de correlagdo spin-spin com (6.44) com g finito

XU (q, iw, p) ’3 Z Z Tr [ (k +a/2, iwy + iw) 7iTo00 G (k —a/2,iwp) "7]7'00'0] )
kE B.Z. Wn
(9.31)

g
em termos da funcdo de Green G (k,iwy) = —[iw,— ﬁk]*l definida pelo tensor dispersdo

> _ _
W= 'UFkJ_ 07003 + ’UFk'H 7001 — h IAS N37102 — /,1,77, 1 N07T003 ,

observando atentamente o sinal do termo em A;. Note que o produto 7;790g & 17;T000 = A para
1 = 3. Para 1 = 1,2, a anti-comutatividade das matrizes n envolve a troca do sinal do termo do
gap, fazendo Ay — —A;. Essa troca de sinal faz com que as dire¢oes z, y tenham os mesmos
fatores de coeréncia da susceptibilidade de carga, ou seja:

1

_Xc(qa iwa H) -

Xra(@ 1w, 1) = Xyy(Qiw, 1) = 7
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A direcao z do espaco de spin, no entanto, preserva os fatores de coeréncia da interacdo de
troca (como no caso pu = 0, discutido no cap. 6). A func@o espectral da componente zz do
tensor susceptibilidade envolve apenas uma troca de sinal A2 — —A2 no fator de coeréncia, em

comparagao com o caso de carga (9.27). No regido do infravermelho, w < 2Aq:

™
k,o=+1
2 A2 _ _
{[n(E_aUIJ') - n(E-I—,—o'p,)] (1 + H + S + O'H(C_ 6+) 66—|—>
E_’U-NE+,—0'N

(1= 5 00+ B = Biyo) = 8 (10 = B B )]
—€4

p2+ A2 +op(e_ +ey) + ee+>

+n(E-oy) —n(Es & (1—I—
[1(B- ) = 2(E 1,00 o T

X (1 + 6; '€6+) [(5 (hw + E_,o'u — E+,o'u) —) (hw — E‘:‘TN + E‘h"'ﬂ)]} .
-4+

A expressao final é imediata, partindo dos resultados calculados na secao anterior,

2 2
€q2 — H
& —p

on(E) 2A2
OF &FE

A
ImXiz(qaw_)O,/j') = h_wv_F dl;:];;{
0

41 vA

0(¢2), — 1)k — €2)]
V(€ = 1) & — €2o)

62 — 62
an(E,mt) E_’g“ - q/2

OE_ou (e- +op)  eqpae-

X [0 (& — 1) & + 0 (1 — &) p]

(9.32)
o==+1

Na fase supercondutora, a formagao do bolso provoca uma divergéncia na densidade de estados
da superficie de Fermi, que é responséavel pelo aparecimento de um pequeno pico de Hebel-Slichter

no inverso do tempo de decaimento de NMR (ver Fig. 9.7) no regime de acoplamento forte.

9.5 Condutividade 6ptica

A presenca do bolso ndo afeta o operador de densidade de carga j(k) = ¢VaH, calculado a

partir do termo magnético da Hamiltoniana

H = Z \Ilt(k) [h’UFkLT()O’g + h’UAk||T()O'1 + Agmi09 — uTgo'()] ‘If(k)
k

apo6s a substituicdo de Peierls modificada (7.7). Como foi discutido, a nova versao dessa substi-

tuicao leva em conta as caracteristicas do espaco de Nambu combinadas com a simetria impar
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1 e - _\"'»—
a/ 1
7
/
0.8 '/'
1 s
— 06 /
T4 /
/
0.4 .
!
7/
0.2 /
/
0 .._._...:./--""
0.2 0.4 0.6 0.8 1
T/Te

Figura 9.7: Taxa de relaxacdo de NMR vs. temperatura, para pu/a = 0.05 and g/g. = 1.1. Curva
tracejada: relaxacao na dire¢do b = z (ou seja, xzo + Xyy); Ponto-tracejada: relaxagao nas diregdes = e
Y.

da dispersdo. Como no caso =0 [Eq. (7.9)], a fungdo de correlacdo corrente corrente é

% (q,iw, p) = U};; Z [ (k +q/2,iw, + iw) T9o3 G (k —q/2,iwy) 7'003]
. 'U 6 .
Hﬁc(qa w, ,U,) = hA2,8 Z [ k + q/2 an + ’L(U) ToO1 G (k - q/2a ILwTL) TOUI] )
k,wn

g
onde G (k,wy,) é a funcdo de Green (9.5). Este célculo foi feito em detalhe na sec. 9.3 e por isso
ndo seréd necessario refazé-lo novamente. Comparando as fungbes de correlacdo acima com a Eq.

(9.26), a parte imaginaria de II¢C ¢ idéntica & Eq. (9.27), a menos de um fator, bastando fazer

€_-€+—>{

com € o vetor complexo definido na sec. 7.1.

as substituicoes:

Loy

_+€, , nadiregao L

I

_-€, , mnadirecdo |,

Vamos tomar o limite de ¢ — 0. Nesse limite, € -€, vai a zero quando integrado angularmente

entre [0, 27] [ver Eq. (7.13)]. Assim, vamos encontrar

2

1 oo _ mure n(Eyy) — n(Eqry + ohw) A2

!
k,o,0

. E+A7—p
- kz [n(B,) — n(E_)] (1 - m)

xod(ochw+ E, — E_,)
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LY (B,) - (B (1+ )
k,o HER

xoé(ochw+ E, + E_y)

1 A2
+= 3" [0(Eorp) = n(—Ey o)] =200 (ohw +2E,,) 3. (9.33)
k,o',o o' u

O dltimo termo pode ser integrado imediatamente usando a identidade

!

o'u

N

As duas outras integrais nas fungoes delta sao um pouco mais trabalhosas. Usando a defini¢do

dee =dEy By, | 1 —

Ei“ = (€% p)? + A2 = E" + 2¢p, para satisfazer o argumento da primeira fun¢io delta ohw =

E_,, — E, (caso 1), é necessario garantir que

h2 2
BB, = B” - —— >0, (9.34)
© h2 2
~E,E_, = E"? - T“’ <0 (9.35)

no segundo caso, ofw = —E_, —E,,. Como nos dois casos E,E_,, = y/E"™ — 4€2? , substituindo

esta relacao nas Eq. (9.34) e (9.35) , vamos encontrar

= f Yohw) >0,

hw \/h2w2 —4p? — 4AN?
€(w)=—0—

2 h2w? — 4pu?

sob a condi¢do de que a raiz seja real. Isso é verdade se hlw| < 2u (caso 1) ou se hlw| >

2y/p? + AZ (caso 2) . Com isso, podemos reescrever as deltas numa forma mais conveniente,

1
206 (chw — f(€)) = o)l [0(e + o) — 0(e — o)), (9.36)
onde
E ,-E, = (ep )Eé‘;ée_t“ Wou | caso 1
f'le) = (9.37)
-E',-E, =- (6_“)E£:éj“)E”‘ , caso 2,
e

Fuw 4N?
VOE—\/].—m. (938)
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Substituindo as Eq. (9.34)—(9.37) na Eq. (9.33),
(w,p) = vre” Z / dee oA
oL@ n) = g 8E(, P B,

2o 82 [0 nely (il
hvoa h2w? " 2 "\ 72

X0 (h|w| — 2112 +Ag)

+re [ acetntm) - nie) (w2 - )

0 (n—"2)
e B — (e B L) —olemwo)

+ [ aceln(m,) —ni-p-0) (5 - 2)
o(" - Vit i)

“Ne= W) B+ (e +p)B_|

[6(e +vp) — 0(e — 1/0)]} ,

oD% (w, p) + o1 (w, p)

Novamente, temos um termo de condutividade tipo Drude,
2
oDC vpe’ d A\ On(Eyy) 9.39
(@ 1) = =3z Z/ “( i ) 0By, (9.39)
o
e um termo devido as excitacoes interbanda,

ot = 322 8 (5 ()] o)

hva  h2w? 2

2 2
vpe 4u
+2th o (1 thQ)
o [9 (M 3 h|w|> n(Eo) — n(Eo,—p)
2 ) (vl — ) Eou — (Ivol + ) Eo, 4l

— M _ (EO,IL) — ’n’(_EO,f/.L)
9( ; Jﬁ) [(EDEY ] (940)

+ (vl + 1) Eo,

B vpe? {(1 B 442 ) hwiy 4Ag }
2hva R?w? ) |([vo| = 1) Eo,u + ([vol + 1) Eo,—ul TR

0 (el — 2/ + A7)

com Ef ., = (Jvo] + p)* + A3, e v definido pela Eq. (9.38).



9.5. CONDUTIVIDADE OPTICA 111

Figura 9.8: Representacio esquemética do processo de absor¢do de fotons pelo canal de excitagdes
térmicas do condensado, dentro da janela de absorcao.

A expressdo da condutividade inter-banda (9.40) é consideravelmente simplificada na fase

normal CDW. Colocando o gap igual a zero, vy = hw/2 e Ey 1+, — ‘@ =+ |, resultando em

2
As=0 UFe€ h|lw h|lw
AC () 25 2E [u(— | |+u)—n(L+u)]

2hva 2 2
2
f—oo UFRE h\w|
— 0 — — . 9.41
2ﬁ’UA ( 2 'u> ( )

Neste limite (Ag = 0), a parte de Drude ¢é igual a

2 [e§] !
oPCw,p) = %6((;})2/0 de e sech? (ﬁe—l—;u)
2
=0  UFE
—— o 9.42
S i), (9.42)

Quando um féton com energia Aw indice sobre o cristal & temperatura zero, ele precisa ter a
energia minima hwy = 24/u? + A2 para vencer a barreira do gap de massa dos pares e da energia
do bolso para ser absorvido (ver Fig. 9.1 e 9.8). O processo de absor¢ao do féton no limite limpo
envolve a excitacdo de um elétron da banda de baixo do cone de Dirac para a banda de cima,
num processo que transfere energia igual a fiw mas nio transfere momento. A temperatura finita,
a quebra de simetria particula-buraco permite que fétons com energia menor que a barreira do
bolso 2y promovam elétrons termicamente excitados (fora do condensado) na banda de baixo para
a de cima, abrindo um novo canal de absor¢do éptica no infravermelho. Como no fenémeno da
superfluidez do He liquido, o supercondutor é um liquido eletrénico formado por dois “fluidos”,
um com elétrons no condensado e outro com elétrons normais [83]. Apesar do condensado
ser formado por pares, as quase-particulas obedecem & estatistica de Fermi-Dirac e existe uma
correspondéncia um a um entre os estados excitados do supercondutor e do sistema normal [95].
As excitacoes térmicas promovem elétrons do condensado para estados desocupados acima da

superficie de Fermi. O canal de absorcao de fotons através de elétrons termicamente excitados
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Figura 9.9: Em cima: condutividade 6ptica o, ws. frequéncia. Eixos: vpe?/(2hwa) ws. h 12A,.
1/ (2A;) = 0.9: linha tracejada (T' = 0) e solida (kT = 1.2A;). p = 0: pontilhada (T" = 0). Em
baixo: condutividade éptica o vs. temperatura em unid. de vpe?/(2va), para g/g. = 1.1 e p/a = 0.1.
Linhas tracejadas: canais térmicos de absorgdo de fotons (0.4Ag < hw < 1.4A,); solida: hw = 2.3Ay;
pontilhadas: canais de absor¢do envolvendo elétrons do condensado (2.8 < hw < 4A,).
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Figura 9.10: Condutividade de Drude integrada em w em funcio da temperatura para g/g. = 1.1 e
p/a =0.1. Unidades de vpe?a/(2h%va).

exige portanto que a energia do foton incidente esteja dentro do intervalo Alw| < 2u (ver Fig
9.10). A dependéncia da condutividade 6ptica com a temperatura, segundo a Fig. 9.9, mostra
claramente a distingdo entre os dois canais de excitacdo. As curvas tracejadas representam os
canais de excitacoes térmicas, que apresentam um comportamento com a temperatura semelhante
a condutividade de Drude, indicada na Fig. 9.10. J4 as curvas pontilhadas representam processos
de aborcao de fétons por elétrons do condensado.

A regra de soma f mostra o aparecimento de anomalias no peso espectral diamagnético na
regido de baixas temperaturas, conforme a discussdo apresentada na sec. 7.1. Ksse efeito é
atenuado pelo aumento da densidade de estados nos pontos de Dirac, como indica a Fig. 9.11.
No entanto, a contabilizacdo correta desta parte do peso espectral depende da introducao dos

estados de alta energia da banda.

Figura 9.11: Peso espectral diamagnético em fun¢io da temperatura para g/g. = 1.1. Curvas desenhadas
para 0 < pu/a < 0.12, de baixo para cima, em intervalos fixos de 0.03. A em unidades de vre?a/(2h%va).
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9.6 Condutividade térmica

Assim como no caso elétrico, a forma do operador densidade de corrente térmica ndo é afetada

pelo bolso e é dada pela Eq. (7.20). Partindo da funcdo de correlagdo na direcdo L,

MP8(q,iw) = v Z Tr[ (k + q/2, iwp, + iw) Too3 $k+q/2

5‘*)71«

g i ~
x G (k — /2, iwp) 7003 wk_q/z] . (9.43)

a funcdo espectral associada é

1 s AQ Bn(E: )
—ImTFP(0,0) = Svk Qo) ) By ( E;) oE
k,o,0’ o' aH
2+ A2 ,u2
—=) [(E E_y) BuE- ( 73>
Z n n EME_M
xoé(ochw+ E, — E_,)
€2 —f—A% _ #2
S Z ) =B B (1 )

xod (chw + E, + E_,)

2
+% > [n(Bory) — n(—Epy)] 06 (0hw + 2E4,) ¢ . (9.44)

'
k,o,0

O primeiro termo é a parte de Drude da condutividade. Os demais termos sao semelhantes

ao resultado da condutividade 6ptica na Eq. (9.33). O resultado final da integragdo é

1 A2 8’1’L(E / )
“Im I¥%(0, w, = / deeE $ i
o 0w, ) 2h2qu 21 T B2, ) 0Es,
2 2
vFe 4u
PN (1 B m) Bo.uFo,-u

_ h|w| ”(EO,M) - ”(EO,—M)
8 [" (“ 2 ) (0] = 1) o — (Jvol + 1) Bo, 4l

o (@ VK Ag) e g%%?u_+n(ﬁ;ofi_:;Eo,u|]
e p2 [n (—M) “n (ﬁlwl)] (Aol - 2v/W? + A7) , (9.45)

2hvpn  ° 2

seguindo as mesmas defini¢ées da se¢ao anterior para Fy , e 1p.

O célculo da condutividade termoelétrica é também bastante semelhante. A parte imaginaria
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da funcdo de correlagdo termoelétrica:

. 'U (&
nY¢(q,iw,p) = F Z [ (k +a/2,iw, + iw) To03 wk+q/2G(k qa/2, an)TOU:a]

k,wn

no limite ¢ = 0 é igual a

1 EC Tev?,
aImHL (Oawaﬂ) = _4h2w
k,o=+1
2 A2 _ 2
{[n(EN) —n(E_,)|(E, — E_,) (1 _ 6"‘78“)
E,E_,

x6 (chw + E, — E_,)

21 A2 _ 2
+[0(B) = n(~B-)] (B + B-) (1+ =)
x6 (chw + E, + E_,)
2A2
+ > [MEorp) — n(—Eoy)] § (ohw + 2E,,)} (9.46)

o'==1 Ea’“

2 2
vFe 4u
= 4’UA h,(,()|1/()| (1 — W)
hlw
X [9 (H | |) [EO,N EO,—M]

n(EOaM) B n(EOa_M)
(ol = ) Eou — (Ivol + 1) Eo,—ul

hlw
> (L VBT Az) [(Boy + Fo—]

2
X ’n’(EOaN) - n(_E():*N) :|
(ol = 1) Eou + ([vol + 1) Eo, 4]

2 2
vre® 2A% Chlwl\ (el - 2 _
TN ["( N AT 9(ﬁlw| 2v/ 1 +As).(9.47)

Note que a condutividade termoelétrica ndo tem contribuicdo de Drude. Com isso, a condutivi-

dade térmica definida na Eq. (7.4) pode ser calculada a partir das Eq. (9.44) , da condutividade

optica (9.40) e da condutividade termoelétrica

1 ImIT¥C(0, w)

S (w)=—5—F+"—.
T ImTI¢C (0, w)

Com a quebra da simetria de particula-buraco provocada pelo bolso, a corrente térmica do
par particula-buraco gerado pela excitagdo de um elétron do condensado via absor¢ao um féton
passa a ser dada por Ey _, (k) + (E,,)(—k), que é igual a —2uk na fase normal. Com isso as

quase-particulas sdo capazes de transportar calor numa taxa que é da ordem da energia do bolso.
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Figura 9.12: Acima: Condutividade térmica x7 em fungdo da frequéncia. Unidades de (2vr/va)A2
vs. 2A,/h, com p/(2A,) = 1.1. Linha tracejada: limite de T — 0; pontilhada: kgT = FA,; solida:
kT = Ag; ponto-tracejada: kT = gAS. Abaixo: Dependéncia da condutividade térmica (unid. de
ksvra/(2va)) com a temperatura para g/g. = 1.1 e u/a = 0.1. Linhas so6lidas: canais térmicos de
excitagdo de quase-particula (0.4A¢ < w < 1.4Aq); pontilhadas: canais de excitagio a partir dos elétrons
do condensado (1.6A¢ < w < 4Ay). Linha ponto-tracejada: termo de Drude integrado em w, em unidades
de %kaFaQ/(%A) :
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Um segundo efeito esta ligado aos canais de excitagdo térmica do infravermelho para hw < 2u,
conforme a discuss@o da secdo anterior. A dependéncia desses canais com a temperatura é
representada pelas linhas sélidas na Fig. 9.12. As linhas pontilhadas indicam processos de
excitagdo que envolvem a quebra de pares do condensado. Note pela Fig. 9.11 que a7 =0 a
condutividade térmica é zero para hlw| < 2\/m e que acima da energia do gap 6ptico ela

passa a ser infinita.

9.6.1 Condutividade térmica na fase normal de CDW

Vamos verificar as propriedades do transporte do sistema CDW normal. No limite de gap zero

A, =0, a fungdo espectral termoelétrica (9.47) é dada simplesmente por

1 EC vre hw h|w| hlw|
| — - i b} _ et} .
mIT7% (0, w, 1) Fox 2 [n( 9 +p U +pu

Comparando com a condutividade optica da fase normal (9.41), o coeficiente termoelétrico é

igual a

como no caso com simetria de particula-buraco (u = 0) . Voltando & Eq. (9.45) , tomando o
limite Ay — 0,

1 EE UF w2 hlw| hlw|
ZImTII — 2 2 _ = — 2= .
m (0, w, i) 2 [(2> u] [n( 5 +u n| =5 +p

A condutividade térmica € portanto:

Klw p) = KP9w,p) + 54w, ),
com
DC ___vrF oo s On(Eyy)
Y (w,p) = QHQUAT(S(W)U,Z;H/O deeEg:, By
2
f—oo T ’UFkB
o M ’ 9.48
U () (9.49
e
AC _ 2 UrF _h|w| _ hlw|
K (w,p) = W o honT [n< 5 +u) n<—2 +p
2 UF hlw|
= - — . 4
# 2thT9( 2 “) (9.49)

Comparando as Eq. (9.48) e (9.42), é imediato ver que a parte de Drude obedece & lei de



118 CAPITULO 9. EFEITOS DO BOLSO

Wiedemann-Franz geral

lim —— P
TS50 ToPC(0,4) ~ 3 \e

KO0 _ x? (k_B)
?
exatamente como num metal.
O limite anémalo da condutividade 6ptica verificado pela inversdo dos limites em w e T [Eq.
(7.29)] no caso u = 0 é removido pela escala de energia do bolso, como pode ser observado pelo

limite DC das Eq. (9.41) e (9.49).

9.6.2 Efeitos de centros espalhadores na fase normal CDW

Vamos considerar o efeito da desordem através de centros espalhadores que introduzem uma
correcdo de autoenergia na forma I' = —Im3¥(iw,, ), igual ao inverso do tempo de decaimento %

das quase-particulas. A func¢do espectral associada a funcao de Green (9.5) é dada por

% kw) = —Im|@TTE B1) [(w + iT)2 — w2 + 2uv 7o - K]
[(w +al)? = wi,u] [(w +il)? - wl%,—u]

Usando a equagdo da condutividade 6ptica no regime de impurezas [Eq. (7.32)] no limite de

frequéncia zero,

2,2 © g O
UJ_(Oa T) = e Tr Z - Z (k7 V) T003 Z (ka V) T003 nF(V)
h oo 2T
B—00 1)2 62 And And
3 Ff; TI'Z A (k,O)T()O'gA(k,O)T()O'g.

A temperatura zero, a funcdo espectral é dada por

o 12+F2_2 —'_1_{
A@0) = Dk e o
[wk,u + P ][wk,fu + F ]

Neste caso, a parte de Drude da condutividade é igual a

2vp T2 4 g2 y
0T =0) = popr |14 g 5 arctan [f]] (9.50)

Quando 2u7 > 1, a condutividade é proporcional ao tempo de decaimento [101],

62’UF

c.(0,T =0)

T.
dmhoa o

Vamos observar o comportamento da resistividade p = ¢~1(0, T) através de dois modelos. No
modelo I, a intensidade dos centros espalhadores é independente da temperatura, como acontece

no espalhamento por impurezas. No modelo II, as quase-particulas decaem mais rapidamente &
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Figura 9.13: Resistividade da fase normal CDW (A; = 0) em funcdo da temperatura. p em unidades de
2m2hva /(e?vr) e T normalizado pela energia de corte a. Modelo II: curva sélida (1/(27) = 0.3, n = 2,
u = 0.1a) em valores tipicos para o TaSes [23]; modelo I: curva pontilhada (I' = 0.3a, g = 0.1a),
ponto-tracejada (I' = 0.2a, u = 0.01a) e tracejada (T = 0.1a, u = 0.01aq).

medida em que a temperatura aumenta, de acordo com o resultado obtido pelo célculo da auto-
energia através da teoria do grupo de renormalizacdo [ver Eq. (3.7)], com I' = 1/(279) +nT. No
segundo modelo, vamos ignorar as correcdes no espectro vindas da parte real da autoenergia. A
Fig. 9.14 mostra que o modelo II descreve bem o comportamento metéalico do TaSep num grande
intervalo de temperatura, até a regidao da energia de corte do cone, a. A justificativa empirica
desse comportamento foi discutida na sec. 2.2., baseada no efeito da desordem da CDW sobre o
transporte eletronico. Utilizando os valores proprios do TaSeg,1/(279) = 0.3a ~ 20 meV e = 2,
a energia do bolso (tipicamente y < 0.la ~ 6 meV) teria pouco efeito sobre a resistividade,
inclusive no limite de T' — 0. As curvas dos modelo I e II, podem ser divididas em dois grupos:
para I’ 2> u, onde o limite de temperatura zero da resistividade converge para um valor constante
dado pelo inverso da Eq. (9.50) em g — 0, e o limite oposto, I' < p onde a resistividade em

T = 0 é proporcional ao inverso do tempo de decaimento.

9.7 Efeito Meissner

Para calcular o kernel de London a partir da Hamiltiniana do bolso,
H = ‘IJT(k) [h’UFkJ_T()O'3 + h’l)AkHT()Ul + Agmio9 — ,U/T3O’0] \IJ(k) ,

vamos seguir a mesma receita do caso u = 0 discutido no Cap. 8. O operador da densidade de

corrente nao sofre nenhuma mudanca em funcdo do bolso, e por isso, a densidade de corrente é
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igual a

G = DT |2 (G — oAV didjec) (2 (R)ro0a e (K))

k

+ﬁ (@-Ack L AjaiajAck) <\pf(12)7001\1/(12))] : (9.51)

fic

em primeira ordem em A. Expandindo o valor esperado,

L ~ 1 b4 e < 2
Tr(¥'(k)7,0,¥(k)) = %Tr E Tuoy Go [1 ~ 72 Go (OiexTo03 + 0; A To01) Ai] + O(A7),
Wn

a partir da fungao de Green (9.5),

bl

2r~1 A
8o= B (z’wn—l— 3) w2 + Wy 2 4 u(exm303 + Ak T3071)
(w% + wk,“>(w% + wﬁ,_u)

os termos de ordem zero sao iguais a:

(Ut (k)03 U (K)o = %T&Zmag Co

_ 4€k Z W?L + w{f — Qh_2 2
wn, (w% + wi,u)(w% + wﬁ,_“)

po’ + Eox

e €k Z Ek 0’ N (—Ek,(,—lu)] E'Okaa_,u ; (952)
Hi ~ po’ + Eok
Tr(U (K)o T(k)o = Aa >, [n(Byopn) = n(—Exory)] o (9.53)
o —+1 0k Lk o' 1
com E2_ =€t + A% . Em primeira ordem, vamos encontrar
~ ~ e 1 AN
Tr(\IIT(k)Toa?,\I/(k))l = —%Aiaiek % wz Tr [(GO) ] .

O trago acima foi basicamente calculado para a funcdo de susceptibilidade do bolso, no

apéndice F.2. O resultado ¢ igual a:

T [ (&) ] 4 [E'? — RPwl][iPw} + E'?)? — 4p? B} (3h%w? + E'?)
v -
0 m (w2 + wﬁ)(w% + w%u)[w% + wﬁ][w% + w%u]

Definindo
F&) = (B + 2112 - B 4 4’ B 32" — 1),



9.7. EFEITO MEISSNER 121

a soma nas frequéncias de Matsubara é feita através da identidade (E.6),

Te( ¥ (k)03 ¥ (k)1 = —hTAZ Diex) f dzn(z) (z+ E)qz — EN)J;((:L E_)4z — E_)*
de . 0 f(z)
= — A" (O;e) Z - |n(z)
e 0,0’ =1 o [((Z T O-Ealu)(zz Ezo— H)]Q z=0E_,
- _hTA (0 021 BT(; [0(Eory) = n(=Eqry)] - (9.54)

A passagem da peniiltima linha é um calculo direto, utilizando as relagdes:

foBuy) = 162E3E?
f'(cEy,) = 16uE0EU/“(E3,M + o’ pe)

Do mesmo modo, o outro valor esperado é

0

(T (k) 70010 (k)); = — 3 A9 A L Z oF,, [n(Eyru) — n(—Eor)] - (9.55)

o'=%1

Substituindo as Eq. (9.52)— (9.55) na Eq. (9.51), vamos encontrar

Qi = 17, 5 Z{ (06 (D50 + (i ek) (3 Aei)) B sech? (@)

k o=%1

€k Ack op + Eok (ﬁEk cw) }
+ | =——0;,0ie + ———0;0; A, > ——tanh | ———~ , 9.56
(Ek,au I Bxop Y K Eox 2 (9.56)

Para analisar o comportamento do peso espectral associado ao efeito Meissner dentro da
aproximagdo do cone ex ~ hvpk, e A ~ hvak). Vamos calcular a equagdo de London em
™

dois limites, perto da transicdo e & temperatura zero. Incluindo a zona de Brillouin [-%, 7] na

direcao normal aos planos, o kernel de London é igual a

Qi(Ay) = g% Z sech? (LE;’U“>

k,o=%1

2 /1,2 2
_ 1 62UF \/m 14 exp[By/ p* + Af]
d mh?vac 1+ exp|B /112 + A2

2 [1 + eﬂvﬂ2+A3] _ bu /“ dv sech? (émﬂ + Ag) }(9.57)
B 2 Jo 2

Em T = 0, o kernel é dado por
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Figura 9.14: Dependéncia do kernel de London —[Q(A;) — Q(0)] com a temperatura na aproximagio
do cone (g/g. = 1.1). Curvas entre 0 < u/a < 0.16, de baixo para cima, em intervalos fixos de 0.02.

Unidades de e*vpa/(2ndh*vac).

confirmando o comportamento observado pela regra de soma (ver Fig. 9.11).

No outro extremo, é interessante calcular o comprimento de penetracao perto de T, no regime

marginal (g > ¢.). No limite de acoplamento forte,

I
lt/ dv sech? (g@) 9>49¢ i2sech? (/82A5> .
0

Tomando agora o limite A; — 0 na Eq. (9.57), vamos encontrar

Q1(As) —QL(0) — —=— 1

s Pe vre 282 A2
1 —=| Az.
4 wh?uac [ hils *

Finalmente, o comprimento de penetracao é igual a:

2 2 2
() P24 Frvac [1— Qﬂ—C] !

vpe? 4 | B.A27

em acordo qualitativo com o resultado usual de campo médio.

(9.58)

A Fig. 9.14 mostra a evolucdo em yu da dependéncia do kernel de London com a temperatura.

Claramente, o limite g — 0 exibe a supressdo andmala observada na Fig. 9.11 para o peso

espectral do diamagnetismo em 7" = 0, indicando a falta dos estados de alta energia na banda.

Como foi discutido no cap. 7, a aproximacao do cone parece ser satisfatéria na descricao de

propriedades de campo zero, como a condutividade, absorcao e processos em geral que envolvem

transicoes entre estados de quase-particulas, em torno da superficie de Fermi. A descrigdo do

diamagnetismo num sistema marginal, entretanto, é bem mais complicada que no liquido de

Fermi, porque exige a contabilizacdo de estados mais afastados na banda. Pensando em termos
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de uma teoria supercondutora marginal em acoplamento forte, a abertura do gap deve trazer
esses estados diamagnéticos para dentro da regidao do cone de forma a “compensar” o efeito da
baixa densidade de estados na superficie de Fermi e com isso aumentar o peso espectral ligado a
formagao das supercorrentes. De qualquer forma, a Eq. (9.56) é a expressao geral do kernel de

London para uma estrutura de banda CDW que quebra a simetria de inversao da rede.

9.8 Resumo dos efeitos do bolso

Reconhecendo que os resultados deste capitulo sdo bastante densos e talvez merecessem uma
anélise mais pormenorizada, vamos entender um pouco melhor os efeitos causados pela introdu-
¢a0 do bolso comparando com o caso p = 0. Em primeiro lugar, o efeito mais 6bvio da quebra da
simetria de particula-buraco no sistema se reflete no comportamento da densidade de estados,
tanto na fase normal quanto na fase supercondutora. Por este aspecto, a densidade de estados

passa a se comportar como num liquido de Fermi, ou seja,

_EEkW

o(k
P, )Kk_gk;

é suave e finito na superficie de Fermi do bolso k}, (definido no cap. 4 como a energia de Fermi
do bolso, 1 = hvpk}) na fase normal e diverge em k = ok} na fase SC. Quando & finito porém
pequeno em comparac¢ao com as demais escalas de energia (Ag e a energia de corte «), 0s nos
da superficie de Fermi ainda sdo bem definidos e o MFL prevalesce sobre o carater de liquido de
Fermi. O reescalamento de todas as escalas de energia por u (ver sec. 9.1) mostra claramente
que os dois limites satisfazem a equagdo do gap (9.7) dependendo unicamente do regime de
acoplamento. O limite de liquido de Fermi corresponde ao regime BCS de acoplamento fraco
(afinal, 0o modelo de campo médio adotado guarda muitas semelhancas com o modelo BCS, exceto
pelas simetrias da rede e do emparelhamento), enquanto que o regime marginal pertence ao setor
de acoplamento forte. A escala de acoplamento é definida em relacdo ao acoplamento critico g,
do ponto critico quantico verificado no caso u = 0.

O salto do calor especifico na transicdo de fase normal-SC acompanha o regime de acopla-
mento. No limite marginal, ele é fortemente suprimido e mostra um valor universal, ACy /Cpy ~
0.35, valido para o MFL com supercondutividade tipo s. O limite oposto recupera o resultado
BCS, como esperado. Ainda tratando do problema da densidade de estados, o calor especifico
mostrado na Fig. 9.6 apresenta um crossover na escala de energia do bolso para o sistema CDW
normal, representado pela linha tracejada, indicando que Cp,y o< 4T no limite de baixas tempe-
raturas. Finalmente, a Fig. 9.7 mostra que o setor de acoplamento forte permite o aparecimento
de um pequeno pico de Hebel-Slichter de NMR.

O segundo efeito da introducao do bolso, este mais interessante, é a criacdo de um novo canal
de absorcao de fotons por excitacOes térmicas, levando & formacdo de um pico anémalo para a

condutividade 6ptica no infravermelho (ver Fig. 9.9). O canais usuais de absorc¢ao de f6tons pela
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quebra de pares do condensado tém uma borda de absor¢do na energia do gap 6ptico entre as
duas bandas do espectro, iwg = 24/p? + A2, como indicado na Fig. 9.1. A distin¢ao entre os
dois canais de absor¢do pode ser feita tomando o limite de temperatura zero (ver Fig. 9.9, em
baixo). Nesse limite, obviamente ndo hé estados excitados mas apenas processos de absorcao
que arrancam elétrons do condensado. Os dois canais portanto se comportam de maneiras
diferentes com a temperatura. O canal térmico é favorecido com o aumento da temperatura
enquanto que os canais do condensado sdo mais eficientes & temperatura zero. Alguns dos canais
de quebra de pares proximos a borda de absor¢do, no entanto, sdo abruptamente suprimidos
pela redugdo da temperatura, como indica a linha sélida na Fig. 9.9 (em baixo). A razdo estd
ligada ao alargamento do gap oOptico Awy = 24/u? + A2(T) entre duas bandas a medida em
que a temperatura diminui, deslocando a borda de absorcdo na direcao do ultravioleta. Para
alguns desses canais ligados & absorcao de fétons com energia hw, hd uma temperatura T, em
que w < wo(T) para T < Tj.

Com relacdo a condutividade térmica, ela sofre efeitos draméticos ligados & formagdo do
bolso. Como foi discutido no cap. 7, o par particula-buraco é capaz de transportar energia
somente quando existe uma quebra de simetria que desloca o potencial quimico do vértice do
cone de Dirac, privilegiando as particulas ou os buracos. Assim, ndo héa corrente térmica no caso
em que y = 0, uma vez que neste caso, a corrente de energia do par particula-buraco é zero. Com
a quebra desta simetria, a condutividade térmica reproduz qualitativamente os mesmos canais
de excitagdo da condutividade déptica, e também apresenta um pico no infravermelho, mas nao
uma borda de absorgdo (ver Fig. 9.11). Para p = 0, ndo apenas a condutividade térmica é zero,
como também os canais térmicos de absorcdo se fecham. E curioso que no caso com simetria
de particula-buraco (no limite limpo), ndo existe nenhuma probabilidade de que um féton com
energia menor que o gap seja absorvido, mesmo a temperatura finita ou perto da temperatura
critica. A razdo é indicada pictoricamente na Fig. 9.8. O preenchimento completo da banda de
baixo do cone (ver Fig. 7.1) proibe a absor¢ao de um f6ton por processos que conservam energia
€ momento.

E importante mencionar que a possivel realizacio experimental do MFL nos TMDs ¢é baseada
principalmente nas caracteristicas do cristal TaSes, onde as escalas de energia na fase supercon-
dutora sdo da ordem de 10* vezes menores que o gap CDW, que define a energia de corte o
valida na aproximacgdo do cone. O conjunto dessas propriedades, seja a g = 0 ou finito (o que
é mais provavel), permite encontrar assinaturas que caracterizem o cristal. O trabalho experi-
mental serd certamente um grande desafio, dada a dificuldade de propor experimentos vidveis a

temperaturas tao baixas.



Capitulo 10

Conclusoes

Neste trabalho, investigamos a supercondutividade nos TMDs tanto do ponto de vista das excita-
goes coletivas quanto das excitagoes de particula buraco, estas segundo um modelo microscépico
que descreve com sucesso algumas das caracteristicas observadas na fase normal de CDW. O
estudo dos modos coletivos foi delineado a partir de uma agdo semiclédssica geral, valida para
supercondutores com uma, forte anisotropia axial, como acontece em cristais formados por um
conjunto de planos supercondutores fracamente acoplados. O procedimento é semelhante ao
modelo efetivo de Lawrence-Doniach para um sistema infinito de planos. Apesar do interesse
evidente nos TMDs, o célculo é suficientemente geral e pode ser aplicado a qualquer sistema de

planos supercondutores a temperatura zero, com ou sem quebra da simetria de inversao da rede.

Demonstramos pelo ponto de vista da eletrodinamica que a supercondutividade e a piezoele-
tricidade podem coexistir. Quando o acoplamento piezoelétrico g é menor que um valor critico g,
os elétrons apresentam blindagem metélica com o momento de Thomas-Fermi reduzido. Acima
do acoplamento critico, o sistema nao é blindado e uma modulagdo de carga de longo alcance
deve aparecer como resposta a um desbalanco local e quase-estatico de carga, que poderia ser cri-
ado, por exemplo, através de uma deformacao adiabatica na superficie do cristal. A partir deste
calculo, concluimos que a piezoeletricidade esta possivelmente ligada ao mecanismo de formagao
das faixas de carga nos TMDs. Além disso, investigamos a possibilidade do surgimento de modos
normais & temperatura zero, como consequéncia do acoplamento dos modos épticos de plasmon
(que dominam o espectro de excitagoes de baixa energia) aos graus de liberdade dos fonons e a
fase do parametro de ordem supercondutor. O aparecimento do modo 6ptico nas flutuacoes de
carga estd ligado & presenca de uma densidade de estados finita na superficie de Fermi, mesmo
que pequena. FExistem varios mecanismos que poderiam produzir o aumento da densidade de
estados via a formagdo de bolsos, pensando num cendrio marginal onde as excitacoes de quase-
particula de baixa energia sdo confinadas & vizinhanca dos n6s da superficie de Fermi. Além do
mecanismo mais 6bvio, a dopagem, os bolsos podem ser induzidos por termos de transferéncia

coerente de elétrons entre planos (hopping) e pelo efeito da desordem.

Na fase distorcida, o pardmetro de ordem da CDW quebra a simetria de inversdo da rede
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nos TMDs. O modelo microscopico adotado é baseado numa estrutura de banda de CDW que
“veste” os elétrons na vizinhanca dos nés com uma dispersao de férmions de Dirac. Os pares
do condensado sdo formados a partir do acoplamento piezoelétrico entre os férmions de Dirac
mediado por fénons virtuais acasticos. De acordo com o ansatz de emparelhamento adotado,
o acoplamento acontece através da superestrutura da CDW, e por isso os elétrons do par sao
acoplados entre dois nos ligados por um vetor de onda de CDW. Esta hip6tese provoca uma
quebra adicional na simetria de inversao temporal da fase supercondutora, que pode ser testada
por experimentos de NMR. A intensidade de atenuac@o prevista em funcdo das direcbes de
NMR nos planos supercondutores segue o padrdao de simetria da amplitude do gap da tripla-
CDW. Nenhuma anisotropia do tipo é observada no 2H-NbSes, indicando que ali talvez os
bolsos sejam grandes demais para que os elétrons sintam os fénons acisticos. De qualquer
forma, o acoplamento elétron-fénon parece ter um papel especialmente importante nos cristais
de Nb, mais do que talvez as propriedades eletronicas, distanciando a descricao de um cenério
tipicamente marginal. Esta teoria precisa ainda ser testada no cristal de 2H-TaSes, que parece
ser, ao que tudo indica, um candidato bem mais promissor. Até onde sei, as caracteristicas da
fase supercondutora desses cristais continuam pouco conhecidas, em grande parte pela baixa

temperatura de transicao, cerca de 100 vezes menor que nos cristais de Nb.

O comportamento da equacao do gap é bastante interessante. No caso com simetria de
particula-buraco, um ponto critico quantico é observado no regime de acoplamento critico (g =
gc). Quando esta simetria é quebrada, o gap A é fortemente reescalado pelo potencial quimico
w4 em funcdo do acoplamento g e o ponto critico quantico é frustrado. O fluxo de reescalamento
da razdo A,/p aponta para dois regimes de acoplamento distintos: (i) limite de liquido de Fermi
para acoplamento fraco em g < g., onde a razdo flui para zero a medida em que g — 0 e (ii)
limite marginal de acoplamento forte para g > g. em que Ag/u > 1. O salto do calor especifico
ACy /Cy, & fortemente atenuado no caso marginal (ACy /C,, ~ 0.35), dada a baixa densidade de

estados em torno dos nos.

A estrutura de banda induzida pela CDW produz uma série de efeitos anémalos sobre as pro-
priedades de transporte. Diferentemente de supercondutores tradicionais com uma tnica banda,
o espectro da condutividade Optica e térmica apresenta um pico intermedirio no infravermelho
associado aos canais de absorcao de fotons por excitacoes de quase-particula do tipo intrabanda,
dentro de uma janela de absor¢do limitada superiormente pela energia do bolso. Além disso,
os canais de excitacao interbanda levam ao aparecimento de fatores de coeréncia finitos no li-
mite de transferéncia de momento zero: ou seja, probabilidades finitas de transicao entre dois
estados mapeados pelo espaco de pares no limite limpo, ao contririo de uma teoria tipo BCS
convencional. Os fatores de coeréncia da condutividade 6ptica tem uma simetria anémala (tipo
I) induzida pela quebra da simetria de inversdo espacial do gap CDW. Esta propriedade tem
implicacGes importantes sobre o peso espectral diamagnético. A constatacdo da auséncia (ou
supressdo) do diamagnetismo a T' = 0 pela contabiliza¢do da regra de soma de osciladores (7.17)

mostra que nao é suficiente incluir os estados do topo da banda, que satisfazem & aproximacao
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do cone, para descrever corretamente as propriedades de campo magnético finito. No TaSes,
a reducdo da temperatura provoca uma redistribuicao do peso espectral da fase normal CDW,
que se desloca do infravermelho médio para a regido de Drude, ou seja, para o topo da banda.
Possivelmente, a abertura do gap supercondutor no sistema real exige que a redistribuicao es-
pectral se extenda para o resto da banda, atraindo estados diamagnéticos de alta energia, que
vao além da aproximacdo do cone, para o infravermelho. O calculo do comprimento de pene-
tragdo requer mais detalhes sobre a estrutura eletrénica de banda do material, especialmente a
baixas temperaturas, onde o peso espectral ligado ao diamagnetismo é maior. Perto da transicao
de fase, entretanto, esses estados podem ser introduzidos & mao através do procedimento que
é normalmente utilizado para curar divergéncias do kernel de London no ultravioleta, quando
calculado por métodos que ignoram a periodicidade da zona de Brillouin.

Ainda existem vérias questOes experimentais em aberto em relacdo aos TMDs. A origem
da instabilidade de CDW, a simetria e a extensdo do recobrimento do gap sobre a superficie de
Fermi sao questoes para as quais nao existe ainda uma resposta. Do ponto de vista tedrico, ndao
se sabe ao certo qual seria o papel do regime de acoplamento forte sobre a formacao da CDW.

A Hamiltoniana da ordem de CDW proposta neste trabalho despreza efeitos de interagdo
entre as quase-particulas (éxcitons) assim como possiveis interagoes das quase-particulas com as
flutuacoes quanticas da CDW. Certamente ha vérios outros refinamentos possiveis para o modelo.
A proposta original do trabalho, entretanto, era verificar as propriedades essenciais contidas num
modelo minimo que incorporasse a marginalidade do sistema. Longe de encerrar este problema,
esperamos que esta abordagem contribua para o entendimento da supercondutividade em alguns

sistemas de baixa dimensao.
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Apéndice A

Definicoes

A.1 Eletromagnetismo

A notagdo da primeira metade do cap. 5 é baseada na métrica g"¥ = (1,—1,—1,—1), onde os

vetores seguem a regra
— AR — o
vt = (UOaU ) = (’Uo,—V) - g“ Uy,

e as derivadas

o' = (8°%0") = (8% V) = g"a,.

A identidade é portanto g*” g, = 6" \ = 1. Entre alguns operadores tteis, estao o Dalembertiano,
definido por:
0= 0"9, = 8°0y + 0'0; = 3°9y — V2,

e o divergente:
M, = vy + 0'v; = v+ V- v.

O tensor eletromagnético no vacuo F* = gt AY — §¥ A* pode ser definido equivalemente

como

o E, E, E,
-E, 0 -B, B,
-E, B, 0 -B,
-E., -B, B, 0

A.2 Matrizes de Pauli

As matrizes de Pauli oy, (com 7 = 1,2, 3) s8o matrizes unitérias representadas por
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01 0 —i 10
o1 = , o2 =1 03 = .
10 i 0 01
Elas seguem a algebra anti-comutativa
oi0; +0ojo; =0,
com i # j e obedecem & propriedade ciclica
0i0j = 1€ijkOF ,

definindo o operador antisimétrico €;jx, que vale 1 sob permutacées pares da tripla (i,7,k) =

(1,2,3) e —1 sob permutagbes impares.

A.3 Funcoes de Green

A funcéo de Green néo interagente ordenada no tempo (imaginério) é definida por

Gap(k,7) = —(T;[Ta(k,7) T}(k,0)])
= —0()(Ta(k,7) Tf(k,0)) + 0(—7)(T}(k,0) T (k, 7)), (A.1)

com a funcao degrau

H(w)z{l’ 220

0, z <0.

As representacOes no tempo imaginario e nas frequéncias de Matsubara sdo ligadas pelas

transformada de Fourier:

hp

g . g
G (kyiw,) = dre™™ G (k,7) (A.2)
0
2 1 - —tWnT et .
G (k,7) = 7B n_z:ooe G (k,iwy), (A.3)

iBhwn

onde wy, sdo as frequéncias de Matsubara fermidnicas, e —1. Dada uma Hamiltoniana

quadréatica na forma

H= qu}j wsaVa
k
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a evolucdo temporal dos espinores fermidnicos é descrita por

Uk, 7) = e ™l (k) (A.4)
Uik, 1) = e 0l(k). (A.5)

Definindo a estatistica fermionica

1

T - =
<\IJ/1\PV> - eﬁhwuv + 1 - n(wul/)a (AG)
e substituindo as Eq. (A.4), (A.6) na Eq. (A.1), isto &,
Gapll,7) = —e™™ [6(r) (B, 0]) — 0(=7) (whw,)]

= —e " [0(1) — n(wgy)]

a funcdo de Green associada na representacdo de momento seréd

% .
Gaplhivn) = ~[1 = nlup)] [ drelenmeer
0
Bh(iwn—wgy) _ 1
e
= —[1—
[1 = n(wsy)] ——
. 1
N zwn — Wﬁa ?
ou seja,
G (ka an) = - = -
Wy — W

A.4 Teorema de Noether

Nas teorias de campos em geral, as leis de conservacao resultam das simetrias do sistema. A
conexao entre as simetrias e as quantidades conservadas é sumarizada pelo teorema de Noether

[69]. Dada uma transformacdo continua infinitesimal sobre o campo ¢

$(z) > #(z) = d(z)+eld(z), (A7)

onde £ é um parametro infinitesimal e A¢ é a variacdo sobre a configuragdo do campo, esta
transformacao corresponde a uma simetria se a Lagrangeana for invariante a menos de um termo

de “superficie”

L(z) — L(z)+ed, T (x),
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para alguma quantidade J, de forma que a acdo S = [ d*z £ continue invariante. Calculando

explicitamente a variacao da Lagrangeana a partir da transformacao (A.7),

eAL = %(m(pn (a(%s)) 9,(eAg) (A8)
oL
= €0, <WA¢) (A.9)

ap6s uma integragdo por partes no segundo termo da Eq. (A.8) , seguida pela substituicdo da

oL oL
On (awm)) ~ o "

O termo remanescente na Eq. (A.9) é portanto igual a 9, J*, de onde se conclui que a quantidade

equagao de Euler-Lagrange,

conservada é

oL

"
= 50,9

Ag—J", (A.10)

de forma que 0,®* = 0.
Considerando o caso de um sistema com invaridncia translacional z#* — z* — a#, a Lagran-

geana deve se transformar do mesmo modo,
L = L+d0L = L+a"0,("L).

A quantidade consevada nesse caso é o tensor de momento-energia

oL
™m=_% 54_sr
90,9 "

definido pela Eq. (7.18).



Apéndice B
Acoplamento elétron-fénon

Vamos calcular o acoplamento elétron-fénon gy na aproximacao de tight-binding e demonstrar
a validade da Eq. (3.1). Considere uma rede de fons localizados em R; = RY + u;, onde RY &
a posicao de equilibrio do %-ésimo ion e u; o deslocamento provocado pelos fonons da rede. A

interacao dos elétrons com os ions pode ser genericamente escrita na forma

> Vei(ri — Ry)

j

E V;a—i(ri E 11] VV; z RO) (Bl)
ij

onde r; é o vetor posicao do i-ésimo elétron. Fazendo a segunda quantizacao do campo de fénons,

T h i ik-RY
B30 oAy o (e ) 2%

onde e , = —e_y ) ¢ o vetor de polarizagao dos fonons, M ¢ a massa dos fons e N o ntimero de
)

ions da rede, a interacao elétron-fénon é dada por

He—p = _Z¢j VVe z R?)

. h t ) pik RO
= —zzz ON Man (ak,x—kak’)\)e X
i kA ’
e x / dr U (1) V¥o_i(r — RO T (). (B.2)

Introduzindo a segunda quantizagdo dos campos fermidnicos,

) = o= Y (o) o
k
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e aplicando o teorema de Block
Yi(r —RY) = ¢ Ry (r),

na Eq. (B.2), a interacdo elétron-fonon pode ser escrita na forma

Hy p= > 9r(k,a) (agr+alg,) cyqae (B.3)
q:\.k

h
gk, q) = —y IN Mg erg" /dr Vit q (1) VVeoithi (r) (B4)

¢é o acoplamento elétron-fénon.

onde

Utilizando a aproximacao de tight-binding
di(r) = ) W(r —Ry) ey,
J

onde W(r) = W*(r) define a fungao de onda dos elétrons localizados em torno do j-ésimo fon,

basta substituir a definicdo acima na expressao

'Uk,kl = /dl"lpi’;/ (I‘)v%_i’lﬁk(r)
= Y il RioKRy) / dr W(r — R))VV,eiW (r — Ry)
1]

-

- / ArW2(r) Ve i(r) + 3 (e“"5 +e—“‘"5) / dr W ()W (r — §)VV,_i(r), (B.5)
7

fazendo uma expansao de primeira ordem sobre a soma nos sitios da rede, onde o vetor 5 repre-
senta os primeiros fons vizinhos ao elétron na posigdo r. No caso em que Ve_i(r) = Ve_i(r) é um
potencial central, a fun¢do de onda W (—r) = £W (r) tem paridade definida, e por isso

/ drW?(r)VV,_(r) = 0.

Notando que VV,_;(r) = 70-Ve_i(r), entdo

/er(r)W(r—g);BrVe_i(r) N —/drEW(r)g-VW(r)aTVe_i(r)

_ (;i; / dr W (r) (5 : r) (S’ : VW(r)) O Veri(r)
= §1(9),

onde a funcio f(8) é invariante sob rotacdes em 4.
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Voltando & Eq. (B.5), temos

Viekiq = Z (eik-3+ e—z‘(k+q)-5) 5a(s),

-

4

e portanto o acoplamento elétron-fonon em tight-binding é finalmente dado por

ak,q) = —i N]2\/_7fiwq Ze)\,q -8 £(8) sin (% . S') cos [(k + %) 5] ,

demonstrando a Eq. (3.1).

B.1 Linhas nodais

As linhas nodais correspondem as direcoes em k na zona de Brillouin em que o acoplamento dos
elétrons com os fonons longitudinais, g, (k, Q;), € igual a zero. Neste caso, o vetor de polarizagao

dos fonons é paralelo ao vetor de onda da CDW, ey = Q;, onde

i - 8 ()
%(\/ﬁﬁy)

~

53 = ay,

definem os trés vetores de uma base hexagonal no espago real, e

é o vetor de CDW definido a partir da base hexagonal no espago reciproco,
4T
— X
\/?_)a
47 N .
b, = (.’L‘ + \/§y)

2\/§a
47 . .
m (—w + \/gy) .

b; =

by =
Considere a direcdo de CDW Q. E conveniente calcular os seguintes produtos:

- T - ™ -
01 - Q1 = Qracos 5 02 - Q1 Z—QlaCOSE, 03- Q1 =0.
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Assim, se k- Qp = kQ1 cos 8, entdo

gr(k, Q1) acos%sin(%cos%)x

{cos [ka cos 0 cos il + @ cos % + kasin 6 sin %]

6 2
+ cos |k cos0cos7T+Qlacos7T ka sin @ si Ul
-+ - - — infsin —
@ 6" 2 6 ¢ 6

= 0.

Notando que a igualdade cos(u + v) + cos(u — v) = 0 ¢ satisfeita quando

cosu cosv =0,

entao
= k cos@cosﬁ+Q1acos7T—(2 +1)7T
v 6 2 e T3
v o= kasinﬁsinﬁz(2n+1)z.
6 2
Portanto,
_ 1 Q1 (2m+1)7r _1 Q1 mm
S T T e
) 12n+1)rm
0 = —————
sin ? o )

coma' = a@ o parametro de rede projetado na direcdo Q1. As demais diregdes nodais indicadas

na Fig. 3.1 aparecem por simetria.



Apéndice C

Excitacoes de plasmon

C.1 Funcao dielétrica

A frequéncia dos modos coletivos €2, é determinada através dos zeros da funcao dielétrica,

Vo(k)

G(QP’ k) = ‘/ef(Qp, k)

=0. (C.1)
Proibindo o espalhamento eletronico entre planos diferentes, os efeitos de muitos corpos sobre as

interacoes de carga em todo o espaco sdo introduzidos pela susceptibilidade retardada ,

Ver(w, k) = Vo(k) + Vo(k) x™(w,q) Vo (k)
= W (k) + VO(k) XOR(‘U’ Q) Vef (w’ k) ) (0'2)

em aproximacao de RPA, com k = (¢,k,), ¢ 0 momento na direcdo dos planos, k, a dire¢do
normal a eles e x°® a susceptibilidade retardada nao interagente. Disso resulta a equacdo de

Dyson,
Vo(k)

T 1 Vo(k) X°B(w,q)

Vef (wa k)
onde Vj é o potencial de Coulomb nao interagente num sistema infinito de planos carregados e
com distancia de separacao d,
—iq-R

2

e e :
Wk) = —d E /dQRieZk’ld
ok = o = VR + (1d)2

= idZe‘““zld/oodRL /%dee
€ 4 0 VR?+ (Id)? Jo

62 s
— 97d=— Z efikzlcefq|l|d
q

—iqRcos 6

l=—00
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2

= o2rd (1+2Zc0s (k,ld)e™ qld)

€oq =1
ﬁ sinh(qd)
€0q cosh(qd) — cos(k,d)

= 2wd

Pela definigdo da Eq. (C.1), a fungdo dielétrica é portanto

e(Qp, k) = 1-V(k) HOR(QIHQ) . (C.3)

C.2 Relagoes de Kramers-Kronig

Em termos gerais, dada uma func¢do g(w) analitica na parte superior do plano complexo e que
val a zero no limite em que |w| — oo (0 que garante que g ndo tem polos e nem ramos de
descontinuidade acima do eixo real), essa funcdo deve satisfazer a relagdo de Kramers-Kronig
[98],
o@) = P [ g

onde P ¢ a parte principal da integral. No caso das funcoes de susceptibilidade x, a primeira con-
di¢do, que garante a analiticidade da fung@o acima do eixo real, é satisfeita pela parte retardada
x !, cujos polos estdo na parte inferior do plano. A segunda hipétese, da convergéncia, é em geral
garantida por leis de conservacdo baseadas em regras de soma. As relagoes de Kramer-Kronig

sdo usualmente escritas em termos da parte real e imaginaria de y%,

Rex®(q,w) = —’P/ dw ,Imz — Ll (C4)
Im xR (qw) = ——P/ dw 'Rez_w ). (C.5)

C.3 Funcao espectral interbanda

A inten¢do deste apéndice é calcular a integral (4.14):

m d?k k-(k+q
ImX?nItzer(Q) = _m/ (27!')2 ( - ﬁ) G(k—k};) X
x[6(v—k—|k+aq]) -dw+k+|k+q])]. (C6)

Vamos considerar o caso v > 0. O argumento da primeira funcao delta serd zero se v > g.

Respeitando essa desigualdade, podemos escrever que (v — k)2 = k? + g2 + 2kg cos 0, ou de forma,
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equivalente
v? —@* —2k(v+gcosf) = 0. (C.7)
Em seguida, definindo
P T P C8
k=f"(v)= ma (C.8)
se
o(v—k—lk+q|) = o f(k)
= O(f (f7'w) = F(R)
= 0(f(a) — f(K))
1
= ——fba—k
Py
onde
v=f(a) =a+a®+ @+ 2agcosb, (C.9)
entao
, _ a+ qgcost
flla) = 1+ 7|a+q| ) (C.10)

com a = ak. Portanto,

d’k (k- (k+q) la+ q|
Im 2 E S / -1 Ok — k%) 6(k —
Xinter (G V) chva | (27)2 \ k|k + g lla+q| +a+ qcosd| ( r)d(k —a)
(C.11)

Normalizando todos os momentos pelo momento de corte A, a funcdo degrau acima implica

em ki, <k <1. Isto d& origem & desigualdade

V2 g2
- < ]..
~ 2(v+qcosf) —

Uma vez que v > ¢, como mostrado antes,

2w+ 2Gcosf > v? — G > 2kh(v + Geosh), (C.12)
ou seja
2 2w — =2
cosf > % =« (C.13)
v -2k — @
cos 0 S T}q = ﬁ. (014)

A desigualdade (C.13) define um limite inferior de integracdo na variavel angular 8 quando
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v > 2— g, enquanto que a Eq. (C.14) leva a um limite superior quando v < 2k +g. Como—1 <

cosf < 1, a Eq. (C.12) implica na relagao
2 +2¢ > 1" —q* > 2k5(v—q)

que sera verdadeira sempre que
y<v<2+4,

onde

_ q, se q>kp
7 2kp — q, se q<kr.

Existem portanto trés diferentes dominios de integragdo em 6,

a<cosf<1 |, se 2—q<v<2+gq
Q= —1<cosf<1 , se 2kp+q<v<2-gq
—1<cos@<p |, se v<v<2kL+q.

Com isso, ja temos tudo o que é necesséario para calcular a integral (C.11).

(C.19) que
la+q|=v—a,

e da Eq. (C.8) que
V2 2
2(v +gcosf)’

basta manipular a integral para encontrar

(C.15)

Notando da Eq.

k+gcosf — |k + g
IR (g) = ‘/ / ( y
mlT; ™ (q) dth ktq
la+q| 5k — a)
|a+aqc030+|a+q\|
S 2 2 g% sin® 6
= (- dp LY
Srdhon q)/@ 0+ Geos0)?
=2
(([pdu Do . 2-g<v<24g
S ~ o /% - B
- _47rdhqu(V2_qQ)< f du q(u+%1uu ) 2k +q<v<2—gq
| Sl < <2p+d

Essa integral é tabelada na Ref. [74], utilizando a substituigdo de variavel z = v + qu. Apoés

alguma manipulacao algébrica,
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X < e

e zero do contréario.

C.4 Funcao espectral intrabanda

Para calcular a integral (4.20)

1 &2k k- (k+q)
ImMM% = — / 1
m fad (27r)2( T rk+a

141

2k +q<v<2—gq

)9(% “ )0k + | — k) x

x[fw+k—-|k+a)-0w+k+da—k)], (C.16)

vamos tomar o caso v > 0, que satisfaz apenas o argumento da primeria fungdo delta. Nao é

dificil perceber que a desigualdade v < ¢ deve ser sempre satisfeita nesse caso. Desse modo,

V2 — § — 2k(Gcosh —v) =0.

Vamos repetir o mesmo argumento anterior. Definindo

V2 — P

| —
k=g )= 2(gcos@ —v)’

se

Sv+k—lk+ql) = (v—g(k)
= (g (g '(v) — f(K))
= d(g(a) —g(k))

onde

v=g(a) = —a+ a?+ @+ 2agcosb,

(C.17)

(C.18)

(C.19)
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entao

a+ qcosf

!
g(a)=—-1+ —
la +q

, (C.20)

com a = ak. Assim,

d?k k-(k+q) la+ q|
MY E(g) = ——3—/——— 1
mIl; (9) chva J (2m)2 + klk+q| /|a+gcosf —|a+ q|

x O(kp — k) 0()k +a| — k) 6(k —a) (C.21)

Notando da Eq. (C.16) que k}, —v < k <k}, (v < §), entdo

62—1/2

com v — gcosf > 0. O lado direito da desigualdade (C.22) pode ser reescrito como

v:— @+ 2kv

0 <
cosf < 2k

=0. (C.23)
E direto verificar que 8 < 1 sempre que v < e que 3 > —1 para v > §— 2k%.. Sev <k}, o lado
direito da Eq. (C.22) implica em

v — @ +2(kh —v)v

cosf > =
- 2(kp —v)q

o (C.24)

Esta ultima desigualdade representa uma restricdo para o limite inferior de cos 8 quando o > —1,
o que & verdade sempre que 0 < v < 2k}, — g. Com esses resultados, identificamos trés dominios

de integragao distintos:

l.a>-lev<kp
QD =a<cosf <3,

com

0<v<2%h—§ (a > —1)
q—2kp <v (8>-1),

o que é equivalente a 0 < v < v/, onde

7 g < k*
fyl = ‘E 5¢ 9= Fp . (C25)
2k}, —q, se kn < q < 2kp
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2. a<-lev<kp
Qo =-1<cosf <p.
Este dominio ¢ limitado pelas desigualdades
2k, —qg<v (a < —1)
g—2ky <v (B>-1).
Lembrando que v < g, isto emplica que 7' < v < k},, onde
* ~ * q *
0) { 2kir — g s kF*< 1= 2’“F* (C.26)
3. v>kj
Q3=-1<cosf <B.
Uma vez que ¢ — 2k% < v (8 > —1), e v < g, este dominio ¢ valido para v¥®) < v < g, onde
* =~ *
7,(3) ! k%, se ({S 3k (C.27)
q—2ky, se q > 3k%
Os trés dominios podem ser reagrupados em
—1< cosfh < se '<v<g
0= S cos0 <, Tev=4 (C.28)
a<cosf@<pB, se 0<v<y
onde
2k% —q kr < q < 2k%
yr={ SFE 4 e =4 = ShE (C.29)
— 2k}, se q > 2ky

Voltando a Eq. (C.21),

/’CF dk/ (k+qcose+|k+q|> la+ q 5k — a)
dh’uA lk +q| l|a + qcos® — |a+ q|

~ . 2
gsin“ 0
= — df ——
47rdf'wA (@ —v )/Q (GcosO — 1/)3

JlrautXioe se 4 <v<g

ImI % (q) =

_ 1 2 9
 Axdhoa (¢ =)

fﬂd i se 0<v <y

qu 1/)3 ’

Esta integral é semelhante ao caso tratado na secdo anterior e pode ser encontrada na Ref.
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[74], fazendo a substituigdo de variavel z = qgu — v. O resultado final é

MR = - 4 . (030)

onde




Apéndice D

Modos normais

D.1 Minimizacao variacional

A dedugdo das equacoes (5.10)—(5.16) vem da aplicacdo da equacdo de Euler-Lagrange aos

campos A*, X', ps, ¢ e A. Vamos comecar com os potenciais A* , escrevendo

oL oL
o (6((9“&)) - =0, (D.1)

Calculando primeiro o termo L¢; em (5.5),

76 v a v 14 o o
o’ 5(0P A%) (Fuw F* )] = & [aﬁAa {(8“A — VAN (DM AT — 97 AN }gwgu]

= O [(@ a7 — o AN oy - 645L)

+ (BMAV — 8”14“)((5/3/\5&0 - 6ﬂa a)‘)] 9rulGov
= 0 [(0pAa — 0aAp) — (0aAp — pAa)
+ (9pAa — 0aAp) — (0aAp — 9 Aa)]

= 40°F,
= 4 (DACv - aaaﬂAﬂ)
= 4 (04, — 0,(8°40)) , (D.2)

no calibre transverso. Os outros termos da Lagrangeana que envolvem campos eletromagnéticos

sdo a parte supercondutora, cuja substitui¢do no lado esquerdo da Eq. (D.1) é igual a

0 e*(I>(2) e* . e* U2
- — — A8 — 0
8Aa [‘CGL] (h’ V(P c 2)604 m*’l)g

(hcdp +e*¢) &, (D.3)

m*c

145
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o termo de acoplamento piezoelétrico,

PY [W (A% X;(8°A7 — aﬂAO))] = AL [Xu(005d - 6§62

= A(°Xi6] — 9 Xi6y), (D.4)

e o vinculo representado pela equagdo de Poisson (5.9), que envolve a aplicacao da equacao de

Euler-Lagrange em segunda ordem,

0

_ - -
7% [awvaﬂAa)

(—Aaia,-AO)] = 9705 [0,670%A]

YV i a

= 0'9A8°,. (D.5)

Juntando os termos (D.2), (D.3), (D.4) e (D.5) a equacao que minimiza a parte eletromagnética
é

1

4 [04, — 0a(0°Ag)] — A0 X6 + A';0° X6
e*‘I’% e* i e 9 0 * 0 i 0
S

Note que para @ =i (com 7 = 1,2,3) a equacdo acima é exatamente a equacio de Maxwell
nao homogénea
4,
—0A -0 Ve + ~ds =0,

definindo a supercorrente

*@2 *
jo= S0 [ﬁw - %A] + ¢ 8X. (D.7)

m*

Para a = 0 a Eq.(D.6) corresponde a equagao de Poisson
V2¢ +4mps =0

com a densidade de carga definida por

e*@% * 2
ps = ———5 (hcOop +€e*¢) — 6V -X = V°A.
m*v?

As outras equacgoes so:

oL oL 1 ¢ 0
()2 L[ D ity o ann
9(0%ps) ) Ops 2wi [0Pps P
120 B [0 0 0 0
7

= 0 [cpr_Qagps +ps] —4TA =0 (D.8)
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para a densidade de carga, atuando sobre o termo de plasmon e sobre o vinculo (5.9),

0] o2
5 (;(gg;)) _ aggL _ ’znoaﬁ( By — —A D+ h e 9 [hedup + ")
25
— hm 072 f@ [ﬁc(ao) <p+e*30q5]
__R29f oo 02 012 cer —
= — m |:V @Y — E(a ) ¥ — h’l)z ¢:| —01 (DQ)

para a fase do pardmetro de ordem supercondutor ¢ e

oL oL 1 0 290 vi 90 v J 2 akyiqgl vi
6/8 (8(8ﬂXa)) - 8Xa = Eﬂaﬂ |:a/3Xa (C 8 Xza XJ —’Upha Xza X]gkl) g”
9 ] k 1705
T 0Xa [AZJ'X F ]g““]
= w5 (PRHX; — 02, VX;) &'y — 5 A FY = 0, (D.10)

para a deformagao do cristal X.

D.2 Modos quase-estaticos

Partindo da densidade de carga (5.22)

A(k)

ps(w, k) =8 o(w) . (D.11)

para A(k) ndo identicamente zero e substituindo esse resultado na equagdo de Poisson (5.10)

com uma Carga de prova na origem, vamos encontrar

47

B k) = 2 (o)) + 27 Q0(w))

= kQ( A(k) 7TQ> d(w)
_ 479(1{)%5(@. (D.12)

Em seguida, vamos resolver a Eq. (5.18)
—122+“’—2 (wk)—z’e—* Y b(w,k) +k-Alw,k)) = 0
’U% 80 ? hC ’U% ? ’ -

e a componente z da Eq. (5.11) ,

2 *2 2
w 9 4m ®;
“hedwid + (% -1 - 520 g +
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Percebendo que k- A =k- A + k(72 — 1)A, = k,(7% — 1)A,, entdo
w? - eF L
<E — k2> olw,k) = i—k-A(w,k)

= z'ﬂ(T2 — 1)k, A, (w, k). (D.13)

Existem dois cenarios de solugdes dependendo do segundo membro da Eq. (D.13) ser ou néo

identicamente zero. Suponha que (72 — 1)k, A, # 0. Nesse caso,

et kA, (w, k)
o(w,k) =1 Fic (7% - Dm’ (D.14)
onde A, satisfaz & Equacao:
2 *252 27.2
w o 4w e d§ 9 vik; _
Esta equacao serd verdadeira em todo o espaco k se
Ay(w, k) = A, p(k) 6(w — wp), (D.16)

com wq o zero da expressdo (D.15). Em seguida, vamos resolver a equacdo para as componentes
AnaEq. (5.18),

2 N 4 *@2
2qo0+ (4 - #) Awd + ZEDighotw

c2 *
4 e*2®2 o ., >
R A( ,k)+71w6X(w,k):0
e a equagao dos fonons (5.20) ,
2 2\ ¢ w2
R (= + w) X (k) = 16 [76(w,k) + 2 Aw, k)] = 0
As solucoes sao:
- he*®% _ p(w, k)
Alw, k) = —4mi o qI(w,k) (D.17)
= 0 A4mq P(k) w he*®% o(k,w)
X(w,k) = —i— ) —1— D.18
(k) "Wl wl, | k2 (@)~ ¢ m*c¢ Z(w,k) ( )
onde
w? 47 2P 4w S w)?
I(w,k) = 5 - 2 =0 0 = (2 )2
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Substituindo a Eq. (C.13) na Eq. (D.17) e aplicando o calibre transverso,

*2(1)2 'U2k A (k)
k_A _ A k 24 e 0 2_1 S z~ ¥4
krAz(w,k) +q T * 2 (7 )wQ—'u?kQ T(w, k)
*2@2 ’U2k ].
_ A k 24 e 0 2_1 s Z~
X (ke + g am s (7 = D) o Tw )

= 0.
A solucao de menor energia que satisfaz a igualdade acima é
Az(w, k) = Az0(q) 6(k:) 6(w — wo) , (D.19)

e portanto k,A, = 0, contrariando a hipotese inicial da Eq. (C.14). Isso significa que a compo-

~ ~

nente z do potencial vetor se desacopla da fase @, e portanto p(w, k) = ¢'(k)d(w—wvsk). Voltando

~

a Eq. (D.17) e aplicando novamente a condigdo de calibre, é trivial ver que ¢'(k) = ¢o(k,)d(q)-

Tomando a transformada de Fourier da equagdo de carga (5.12),

*FH2
e g

* )2
m*v;

ps(w, k) + [Fiwo(w, k) + e d(w,k)] +i0 7 X (w, k) — K2A(k) 6(w) = O,

e substituindo as Eq. (D.11), (D.12) e (D.18), ndo é dificil ver que a dinamica da fase do

pardmetro de ordem é completamente suprimida, ou seja,

plw k) = @o(k)d(k)(w),

satisfazendo a equacio de vortice para campo zero VZp = 0. A parte estatica da equacdo da

carga satisfaz & equacdo:

27 A (k) A
5 (1+? +5Q@=0, (D.20)
onde
*2@2 62
k2 = 4 (e 0 _ —2) (D.21)
mrui KUy,

é o comprimento de Thomas-Fermi reescalado pelo acoplamento piezoelétrico 4. A solucdo da
Eq. (D.20) para Q = 0 ¢,
A(k) = Ag(k) 3 (K> +K2) . (D.22)

Para @) diferente de zero, a solucdo tem a forma,

Ak) Q kg
= — : D.2
Q k? + k3 (D-23)

cuja solucdo de carga d4 exatamente a distribuicdo de Thomas-Fermi para a blindagem do
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potencial de Coulomb:

QK 5. (D.24)

ps(w, k) = —2m PR

D.3 Modos dinAmicos

Vamos derivar as Eq. (5.26)—(5.30) e por dltimo demonstrar a Eq. (5.31). Comecando pela

solucao tipo plasmon da densidade de carga
ps(w, k) = po(k) §(w — wp(k)), (D.25)

para uma funcdo geral pg(k) e substituindo na equagdo de Poisson (5.10), temos

b(w, k) = 47rp0k(2k) §(w — wp(K)) .- (D.26)

Em seguida, vamos resolver separadamente a componente z das Eq. (5.11) e (5.19),

2 *2 2
w w 9 4m e °®j
e $lw k) + (?‘k —ET T

A7 e* P2 |
) Ay (w, k) + 7m—*027k2h<p(w,k) = 0,

e a equagao em ¢ (5.18)

2 *
9 W e [cw - _
(—k + E) o(w, k) — L (U—ng(w,k) +k- A(w,k)) = 0.
Notando que k - A = k,(72 — 1)A,, para po(k) ndo identicamente nulo, a componente z do
potencial vetor satisfaz:

dr wk, po(k)
T R Flow @ wn(k)

e*QCD% T vf (12 — 1)k§
o ()] e

Ay (w, k) =

enquanto a fase do pardmetro de ordem obedece & solucao

werpo(k) 1
k) = 4
#lw k) i hv? k2 G(w,k)

,02 2
X [1 —(r? - 1)6—;F(ZZ’ k)] : (D.28)

d(w — wp(k))

onde:




D.3. MODOS DINAMICOS 151

A solugao dos outros graus de liberdade saem da equagdo dos fonons (5.20)

- 0 1 . w -
X(w, k) = —i Em ((1 $(w, k) + EA(W,k))

e da combinagdo das componentes no plano das Eq. (5.11) e (5.19),

2 4 *2@2 o
=k =50 ) Aw k) + 279w, k)
c? ¢z m* c
4 e*®F 4 S
L0 Thp(w k) + —iwd X(w,k) = 0.
m c
O calculo ¢é direto, e resulta nas solugoes
- dr  _po(k) D(w, k)
Alw, k) = —— 0w — wy(k D.29
Wl = —Tug) T 5w -, (0) (D.29)

(D.30)

onde definimos:

82 1 202 1
D(w, k) = 14+4n— —
(k) + e wz—wgh m*v? G(w,k)
2 k‘2
1_ 2_1 IU_S Z
% (r )c f(w,k)]
w? 4 e 20 Am (bw)?
Ewk)=—5 k- 53—+ 57—
c ¢ m ¢ k(W —wyy)

O préximo passo é substituir esses resultados na equacao da densidade de carga supercondu-
tora (5.12)

e*®3 e 2
pO(wak)+m71)g[hzw90(wak)+6*¢(wak)]+7’5Q'X(wak) = 0,
s
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que resulta em

Kk k? (w? — wf)h 2 &(w,k)
_0 (D.31)
Aplicando o calibre transverso as Eq. (D.27) e (D.29),
i w
k-A = T B2 po(k) (w — wy(k))
2 @3 T
X —dr—
F(w, k) m*v? G(w, k)
2 2
o Y kg 2D(w, k)
(100G )| e
_ 0 (D.32)

é facil concluir que pg(k) tem a forma

po(k) = p(§) 6(qg — qo) 6(k. — kz0) ,

onde go and k,( sdo os zeros das Eq. (D.32) e (D.31). No limite ndo relativistico vg/c — 0,
vamos encontrar os limites: F(wp, k) ~ &(wp, k) — —k? e

WY R
*2P2 1 52 1
D(w,k) — 1 — dr &0 SR/Y SR S—
m* 2 — 22 K w? — woy,

Nesta aproximagao, as Eq. (D.32) e (D.31) sdo simplificadas, respectivamente, nas duas equacoes

52 q2 6*2(1)2 q2+7k2
P+dar——2 4 0 z k)§(w —wy(k)) = 0
( + wmwQ_wgh — o o2k ps(w, k) d(w — wy(k))

(52 q2 6*2<I)2 ];;2
Prdar——= — — 4 0 _ k)d(w —wy(k)) = 0.
( + WﬁwQ—wih — o ps(w, k)d(w — wy(k))

Comparando ambas e lembrando que k* = ¢ + 72k2, conclui-se que 7 (1 — 7)k? = 0. Para

T # 0,1, &€ imediato ver que k,o = 0. Substituindo esse resultado em uma das expressoes acima

e integrando em w, vamos encontrar finalmente a relacao (5.31), D(wp, qo) = 0.
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Kernel de London

O calculo do kernel de London @;; no MFL (u = 0) é feito a partir da Hamiltoniana extendida

(8.1), cujo operador densidade de corrente é dado por

Ji (k) —cVaH

ot(k) [ - (a e — h— A 3Z376k> o0 + © (a Boc =+ Ajaiamck) Toal] U(k).

O valor esperado é igual a
< e e . - -
(7)(k) = > Tr [ﬁ (aiek -+ Aﬂaiajek) (U (k) 79030 (K))
k

° Aﬂ'az-ajAck) <x1ﬁ(12)7001x1/(12))] : (E.1)

€
+ (08a g

e serd calculado em primeira ordem em A. Nao é dificil verificar que a equagdo do gap nao é

afetada pelo campo magnético nessa ordem.

Expandindo a funcao de Green (6.9),

o~ . -1 -1
G (k,iwp) = [zwn —h (61;7'003 + A, ;1001 + A5T10'2)]
1
~ prem ) '
Gy +hT At (8'6 To03 + 0;AkT001)
> .
= Go [ hT Go A' (Oiex To03 + 0iAck T001) Az’] )

os valores esperados da Eq. (E.1) s@o descritos em primeira ordem por
(T (k) 7,0, T (k) = —TrZTua,, (K, iwp,)
€ I g 2
- —TrZTNU,, Go [1- = Go A" (oo + 0iAamoor) | + O(47) (E.2)

153
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Para encontrar o Kernel, basta calcular as médias acima. Os termos de ordem zero sdo:

Te (U1 (k) o030 (K)o = %T&Zmag Go
4 . €x
- TwB %: w2 + B2
— 2 [u(Bi) — n(~Ew)] (E3)
T @ WENo = 225 (i) — (i) (B.4)

ap6s a soma sobre as frequéncias de Matsubara.

A contribuicdo de primeira ordem é igual a

Tr(\IJT(f{)Toag\I/(f{))l = 536,3 ZTI“ [ToO’g(GO) A; ((9i6k700'3 + 8iAck7'00'1)]

e 4 (iwn)? + wi
R ) D i
¢ ( k) Wn [(iwn)z - w12<]2
e 1 22+ E2
= —4 — ¢ y - E
A G o }'{dz”(z) G+ E)2(z - En)?’ (E-5)

com o contorno de integragdo definido no sentido horério.

Utilizando a identidade:

%}{dzﬁ = [%?{d ]

= —f'(20), (E.6)

a Eq. (E.5) resulta em

Tr<\I,T(1~{)7-003\IJ(12))1 = 4£Ai(3i6k) Z 2 [n( )%] o

hic 2 02
— 2.2 40 o (B —n(~E)] (€:7)

Equivalentemente,
T @ W) = 254/ Gia) 5 () — n(= )] €s)
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Substituindo as Eq. (E.3), (E4), (E.7) e (E.8) na Eq. (E.1) o Kernel de London é igual a:

e? 0
Q= 2z, {00000 + 08000800 5 () (B
A
+ (;—k(‘)iajek + E—k(‘)if)jAck> [n(Ex) — ’n,(—E'k)]} , (E.9)
k k
notando que o termo de ordem zero em A
2 2A,
jo = % <8iekEL: + 8Z-AckE—kk> [n(Ex) — n(—Ex)]

é igual a zero pela simetria da soma em k.
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Apéndice F
Calculos de traco

F.1 Trago da polarizagao de corrente térmica

Vamos calcular o traco da funcio de polarizacao IIF¥ (7.21),
pxd . . 4 s . “
Tr [G (k +q/2,iw, + iw) T003 Wi yq/2 G (k — q/2,iwn) T003 wk,q/Q] ,

dada em termos da fun¢do de Green (6.9). Definindo como usual ﬁkiq /2—>8i, o numerador

resulta em
x4 x4 . . <> <>
iwp+ w_ | 1903 W (| (lw, +iw)+ W4 ) Tooz W
<~ . . <~
—wp (W, + w) 703 W_ (iwy, + iw) T9o3 W4
1

< . > x4

+ |w_ 1903 o w+ ToO3 w+ + iWpTo03 W_ W Too3 W
3

+ [ iwn, + w) o ToO3 o ToO3 w+] }

Calculando os termos 1 e 2, temos

g g _
—wn (wp + w)Tr [7-003 W_ Too1 w+] = —wp(wp +w) [v%kL_kL+ — 'UQAk”JqH_ —h QAE}
= —wp(wn +w)i? [E_ "€ — Af] ) (F.1)
e
Tr [8+8, 003 &0 700—3] — pt [(g+ e+ A2’ (@ xE)? - gflAf] . (F2)

O trago dos outros dois termos é igual a zero,

. o > . > > >
Tr [an T0O03 W_Wy TpO3 w+] = Tr [(an —I—w) W_ TpO03 W_ ToO3 w+] = 0.

157
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Somando as Eq. (F.1) e (F.2), o trago da expressdo (7.21) é igual a

& . . < pud . “r
Tr [G (k +q/2,iwn + iw) 001 Wi yq/2 G (k — q/2,iwn) 7001 wk_q/Q]

R [(€+ €+ A?)Q — (& x 61)2 - gﬁAf] — wp(wn +w) [E, € — A?]
= . F.3
w2 + 2] [(wn + @)+ 2] "9

Vamos também calcular o traco da fungdio de polarizacio termoelétrica TT#C (7.3)

)0 . . “ © .
Tr [G (k +q/2,iwn + iw) T003 Wiyq/2 G (k — q/2,iwp) 7'003] .

Como antes, temos quatro termos

Tr [(iwn—l— ﬁ,) ToO3 ((zwn + iw)+ (u_))+) ToO3 (u_))+]
= Tr { [—wn(wn + w) (iwy, + iw) $+] )
[(—) <~ <~

. g g
W_ TgO3 W4 Too3 w+] + [anToo'g W4 ToO3 w+]
2 3

+ [(zwn +w) $_$+]4} :
Como esperado, os termos 1 e 2 sdo zero, enquanto os outros dao
AR72 [iwn (] — A2) +i(wp + w) (€} - €= + A2)] .
Portanto,

> . i > & .
Tr [G (k +q/2,iwn + iw) 7003 Wi yq/2 G (k — q/2,iwp) 7'003]

_4h7? Jiwg (3 — AY) +i(wn + w)(Er - €~ + A2)]
- (w2 + w2] [(wn +w)? + w? ] : (F.4)

F.2 Traco da susceptibilidade de carga no bolso
Vamos calcular o trago da susceptibilidade (9.26):
H . . H .
Tr [G (k + a/2,iwp + iw) 1300 G (k — q/2,iwp) 7'30'()] ,

onde

2 12 ~1

o w= + wi? + 2k vpk1T303 +vak) T30

G(ka’l(Un):_(zwn‘Fg) " k M(FL33 AT 1)
[w%+w12(,u] [w%erﬁ,_u]
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é a funcdo de Green no bolso definida pela Eq. (9.5). O trago do numerador é igual a

Tr { (iwn+ g,) [w?b + (.u'_Q,H + 2h_1u (’UFk_J_T30'3 + ’UAk_”TgO’l)] X

X (z(wn + w) + 1300 ZJ)JF 7'300) [(wn, + w)? 4+ w2+ 28 (vpki 1 T303 + UAk+||730'1)] }

= Tr { [['Lwn(w,21 + w'f’u)] .t [27171“ W (vrk_1T303 + 'uAk,HTgm)] )

+ [z’wn2ﬁ_1u (’UFI{I_J_7'30'3 + vAk,||7301)]3 + [8_ (w2 + wl_Q’“)L] X
x [ [i(wn + ) ((wn +w)? +wI2,)]

+ [2h_1u T300 ((34_ T300 (UFk+J_T30'3 + vAk+‘|7301)] o

+ [i{wy, + w) 2h (vrkyiT303 + 'uAkJrHTgal)}

D
+ [T300 W4 T300 ((wn + w)2 + WI_%”)]Q] } .

3/
Os termos de trago diferente de zero sao as combinagoes de produtos diretos 1 —i' (com i = 1...4)
e os termos cruzados 2 —4' e 4 — 2'.

O traco das combinagoes 1 —1', 3 — 3" e 4 — 4’ & dado por

Tr[1-1)+B-3)+@—-4)] = 4[p2@E -2 +p°— A2) — wp(wn + w)]
x (w2 + w'ju) (wn + w)? + wf,u)

— 168 2w, (W, + w) E_ - €5 . (F.5)
O trago da combinacdo 2 — 2’ é um pouco mais trabalhoso. O resultado final é igual a

Tr[2-2] = 168 °u? [2 €] +e_ & (u* — AZ)] . (F.6)

Por dltimo, os tragos dos dois termos cruzados sao

Tr [4 — 2’] == 2h_1,u (wi + w'_%u) Tr [TgO’O 8_1_ 7300 8_ ('l)Fk+J_7'30'3 + UAk+||T30'1)]
= —8h % (w2 + w'_%u) (2 +e &), (F.7)
e
Tr[2-4] = 2°'p((wn+w)*+ w'ﬁ,u) Tr [3, T300 ZJ’+ 300 (vpk_ 1 T303 + vAk_H'rgal)]
= —8h7 ' ((wn +w)* + w'f,u) (2 +e_-&). (F.8)

Rearranjando os termos (F.5) e (F.6), a contribui¢do dos termos diretos a susceptibilidade
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serd denotada por xp, + Xp,, onde

Xp, (Qiw, p) = 7B Z €&+ p” = AZ) — wp(wn +w)] X
[(wn +w)* + W] [w] + W]
XT3 2 212 21 2 (F.9)
(w2 + w2 M)(w +w? _“)[(wn +w)? + w+’u][(wn +w)? + w+’_u]
. , _ 16p? [A2(u? — A?) — wy(wy, +w)] E- - & + A 22 2
XD, (@ iw, p) = 15 g;z (w2 + wQ_,M)(w% + wQ_,_H)[(wn +w)? + ‘*’+,u][(‘*’n +w)? + wi,_“] .
(F.10)
Os termos cruzados sdo:
e
Xe(@iw, 1) = h55 = (W2 + w2 Nw2+w2 _ )(wn+w)?2+wi J[(wn+w)?+wi ]
(F.11)

de forma que a susceptibilidade é a soma destas trés partes,

X° = XDp, + XD, + XC -



Apéndice G

Funcao espectral da susceptibilidade de

carga no bolso

Neste apéndice, vamos calcular explicitamente a parte imaginéria da susceptibilidade de carga
(9.27) na presenga do bolso. Por simplicidade, vamos calcular separadamente os termos (F.9),

(F.10) e (F.11) derivados no célculo do trago no apéndice F.2., para entdo somé-los, ou seja,

X“=Xp, + xXb, + x&-

XD,
Calculando a soma sobre as frequéncias de Matsubara

X, (Qiw,p) = 7 Y[ AE @ + P — AZ) — wn(wn + w)] X
k

sWn

[(wn +w)? + wf] [w% + w'}]

X
(W2 +w? ) (w2 +w? ) (wn+w?+w? ) ((wn +w)2+wi )

em torno dos polos w_ 4, e fw4 +, — w no eixo real,

Xy (@iw,p) = 4Y > {00’ n(0B_gn) [ - & +p° = Al + B_ gy (B g1y, + iohw)] x
k o,0/==%1
I P R
* pe—E_ o1y (20" pe- (B g1y +iohu)” — BE7]] x

1 1 1
X — X
2E, , |:z'ohw +E_gy,—FE., ichw+E_g,+ E—hu]

1 1 1
x f—
2E, [iahw +E_g,—Ey , ichw+FE_g.,+ E+,,J]

161
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+00' n(oEy o) [E- - € + p? — A2+ Ey g1 (By g1y — d0Tw)] X (G.1)
1
X 20" pey [(Eq o1y — iohw)? — E'?]] x
e (20 (B ot - 8]

1 1 1
X - X
2E_ , [iahw ~E{y,—E_, ichw—Eqz,+ E—,u]

1 1 1
_ (G2
*2E__, [whw " EBipy—E-_, iohw—Eyg,+ E_,_u] } (G-2)

Fazendo a continuacdo analitica para o eixo real 1w — w + id, a parte imaginaria é

Imxp, (qw,p) = 4) )

k o,0/=%1
(00'(0B_ ) [€ - &4+ 4% — A2+ B oo (ohw + B p1,)] %
1 o
Xm [20'pe_ [(E— o) + ohw)® — E'7]] x

ond(chw + E_ 45, — Ey ) ond(ohw +E_ 5, —E; _,)
2E+,N [(O'hw + E_70IU)2 - E‘ZF,_IJ] 2E+7_“ [(ahw + E—,U'u)2 - E‘Zf',ll]

Lo d(chw+E_ 5, + EL ) ond(chw+E_ 5, +E; _,)
2E+7” [(th + E_aalﬂ)2 - E‘2|‘,_Nj| 2E+;7“ [(O'FLLU + E—,U'lt)2 - E‘Qf‘,ﬂ]

t+oo'n(cEy p,) [E- - & + p? — A2 4 E{ o1y(Et y — olw)] x

1
- 9 ! E o'y — i 2 E12
X4N€+E—|—,U’u [ 0 pe+ [( +o'p — O w) *H X
ond(chw — Ey 5 + E_ ) ond(ohw — Ey o1, +E_ _,)
2E_ [(ohw — By ory)? — B2 ] 2B [(0hw — By g1)* — B2 ]
_ onblohw —Ey ey —E_,)  omnd(ohw —Ei g — E_ )
2E—,N [(Jhw - E_|_’0—lu)2 - E%’_M] 2E_1_u [(Jhw - E+7U’p')2 - Ez:“]

= —WZ Z {oa'n(oE’,,J/u) [E'_ et - A2y Ef,a’uE-I-,M] X

k o,0'=%1
O,I
X—————00 (oh E_y,,—FE
15, By, o) ((7 W+ B oy +,u)
+o0'n(oB_y,) [E- & +p* — A2+ E_ By ] x

O.I

—— 006 (oh E_,—FE.,_
X4E_7UINE+,,“O- (0' w + O [ +, H)



—oo'n(cE4 41,,) [E'_ B+ pt - A2y E. . ,E u} X

T,
O.I

x e
AE oty B
—o0'n(0E  g1) [E- € +p® — A2+ By g B ] X
!

o

X —
4E+,U'ME—,—N

od (th —E, op+ E—,u)
06 (ohw —Ey g+ E_ ),

—oo'n(cE_ ) [E- - € + p? — A2 — E_o,Eq ] x

O.I

T G5 (ohw+ B g, +E
T By T Bt B

—o0'n(cE_g,) [ & +p* —AZ—E B ] %

O.I

——— o (oh E_,,+E. _
X4E_,UI“E+,_NO- (0 w + o'ut By H)

- -

—I—aa'n(aE+7U,u) [e, -4+ p? — Ai — E+,U/“E,7,J X
!
ag
X m gl (oﬁw — E"’,‘T’II — E_vﬂ)
+o0'n(cEy gry) [E- & +p? — A2 — By o, B_ ] x
!
g
Xm gl (th — E"‘y”’ﬂ — E_7_N) y

que pode ser reagrupado em

T
IranDl(q,w,,u) = _Z Z
k,o'=+1

{ B ) - n®1 ] (1+

€'€++#2—Ag)
E—J'NE'F,—U'N

163

X [(5 (hw + E,,UIN — E—i—,*a'u) -4 (hw - E,’UIN + E_}_’,Ufu)]

g'€++M2—A§>

+ TL(E_,UI )—n(E' o ) (1+
[ iz + ,U] E—,U'ME-I-,—U’[L

x [6 (hw + B_ o1y = By gry) =6 (hw — E_ g1y + By g1 |
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> o 2 _ A2
+ [”(E—,U’u) - ”(_E+,—<f’u)] (1 - = tu S)

E_ouBt o

X [5 (hw + E,’Jlu =+ E’I‘,*O"IJ) —) (ﬁw — E,,alu — E_i_,,alu)]

- = 2 _ A2
+ [n(E_,ng) - n(_E+,U'u)} (1 AL b s)
E—,O'I[LE+,—U’[J,

X [(5 (hw + E—,o’u + E‘h”'u) -0 (hw — E_yo-lu — E_‘_,o-lu)]} .
(G.3)

C
XD,

Somando o termo (F.10) nas frequéncias de Matsubara,

. 1642
C —
XD2(q52w7H) - h5,8 Z w2+w

UMDY

k o,0'==%1

{w dpe B, [(

[A2(u? — A2) — wy(wy +w)] E- - & + A 22
)(w2 +w? _u)[(wn +w)? + w+,u] [(wn +w)? + w—Qh—u]

p? = A2+ E_ (B pry +ichw)) E- - €L + €265 ] x

1 1 1
X — X
2E+:N |:7,0'hw + E—,O"u — E"‘aﬂ j0hw + E—,O"u —+ E+:H:|

1 1 1
X —
2E+7_M [z’ahw + E,’O—I“ — E+;_N iohw + E*,a"u + E+;_M:|

n(ckE !
+ o0’ Mot o) [(n* = A% + By oru(By oy — i0hw)) € - €4 + €2 €1] x
4ME+E+,0'IIL

1 1 1
“2E_, [iahw By, —B_, iohw— By, + E_,u]

1 1 1
X —
2E__, [iahw —E o, —E _, iochw—FE{q,+ E,u] }



165

Fazendo a continuacao analitica,

ImchQ(q,iw,u) = 16MZZ Z

k o0/ =+1
{00' MoE- ) [(1? = A2+ E_ 1) (B— pr +ichw)) € - € + €264 ]
dpe E_ 51,
_ ord(chw+E_ 5, —Ey,)  omélchw+ E_ oy — By )
2By, [(ohw + E_g,)? — B3 _ | 2By, [(chw+ E_5,)? — E7 ]
ond(ochw + E_ 5, + Ey ) ond(chw +E_,,+EL _,)

2B, , [(chw+ E_41,)2 - E3 ] 2B, [(chw+ E_;,)? — B3 ]

EL 5
oo’ MoB+ o) [(uz A2+ By gy (Bypry — ichw)) €- - € + 62_63_]
4HE+E+,U’/J
ond(ochw — Ey 51y + E_ ) LT d(ohw —E} g1, + E_ _))
2E_, [((ohw — By 0,)? — E% | 2E_, [(chw — By 51,)? — B2 ]

ond(ochw — Ey 51y — E_ ) ond(ochw — Ey 51y — E_ _})
2E_, [(ohw — By 1,)? = E% |  2E_, [(ofiw — By 51,)? — E2 ]

- Y ¥

k o,0/=%1
{oo'n(cE_s,) [(0* — A2+ E_ g By ) E- - & + 265 ] x

? § (ohw + B g1 — By )

X
46—6—|—E—,0"[LE—|—,[£
—oo'n(cE_ ;1) [(u2 — A% 4 E_, By _,)e -+ 62_63_] X

a

I h E .. —F. _
X46—6+E—,U’ME+,_N (0' w ~+ ol +, ,u)

—oo'n(cEy 41,) [(u2 A4 E_o,E_,)é &+ 62_63_] X

g

0 (chw —E; 1, + E_
X 46—6+E—|—,0"[LE—,[1, (U w +o'ut aﬂ)

+o0'n(cE  g,) X [(W2— A2+ E_ o B )€ - + €2t ] x

g

d(chw — E4 51y + E_ _
x467€+E+,UI“E7,7u (U w +o'nt ) N)
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—oo'n(cE_ 4,) [(uz — A2 E_g,BEy,)é &+ ] x

a
X
4€_€+E_,UINE+,N

§(chw+ E_ g1, + Ey )

o' n(oB_y,) (2 — A2 —E_ 1, By ) €€ + €263 ] x

g
X
46—€—|—E—,U’NE—|—,—[L

§ (chw + E_ gy + B4 _y)

t+o0'n(oBs o) (W2 — A2 —E_ g, E_ )€ & + €265 ] x

g
X
467€+E+,0-INE77“

§ (chw — By gy — E_ )

—oo'n(cE 41,) X [(N2 N E_o,B__,)E &+ 62_63_] X

o
X
de_e B o B,

§ (chw — By 1) — E—,—u)} .

Reagrupando os termos, temos:

™
ImXCDQ (qawa,u‘) = _Z Z
k,o'==%1
€_-€
{_ [n(E—,U’u) - n(E-I—,—U'u)] |:(M2 - Ag + E—,J’ME-I-,—U’M) € 6++ + 6_6+:|

1

X (5wt By — By o) — 8 (o — B gy By gr,)]
E—,O",LLE—{—,—O"[L

- -

€_
+ [n(E*,a’u) - n(E-ha’u)] |:(M2 - Ag + E*,G’ME-F,G’M) € 6_: + 6—6—1—:|
1

X -
E*,O”,UE'F,O'//J

[(5 (hw + E*,O”u — E‘f’;""ﬂ) -0 (hw — E,,UI“ =+ E"‘:*O”N)]
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- -

€_-€
+ [n(E-ory) = (=B —o1)] [(“2 — Al - E_ouEi o) c e: + 6€+]
1

X e
E—,U'NE‘F,—G'N

[0 (hw + E_ g1+ By, o) =6 (hw — E_ o1y — By —1,)]

- [n(E—,a’u) - n(_E—ha’u)] |:(,u2 - A? - E—,U’uE+,a’u) 66_766—1_
o

E_5U’NE+7UIH

+ €_€+:|

[6 (h'w -I_ E—J’# + E+7U’/‘) - (5 (hw - E_7o—’p' - E'h—ff'li)]
(G.4)

A soma nas frequéncias de Matsubara do altimo termo

- - 2 12 2 o o 9 12
Xeo(Qiw, p1) = —me Z 26++e_ 6+2)(w +w'?) + 6_-;6_ 26+)((wn+w) e
h/B Wn w +U.) )(wn+W__“)[(wn+W) —i—w_hu][(wn_i_w) +w+ 'u]

resulta em

Xe(Qiw,p) = 4y Z

k o,0'=

(0E_, u) (6+ +e_ - E'+) 20" e + (62_ +e - g+) ((E_,U,u 4+ iahw)2 _ Ef)
| 25y (407 )

1 1 1
X — X
2E+;H [iahw + Ei,a’/.t — E"‘;H johw + Ei,a"/.t + E+:N:|

1 1 1
X J—
2E, [iahw +E_g,—Ey , ichw+FE_q5,+ E+,u]

(€ +e -&) (Byop—iohw)? —E'?) + (2 + € - &) 20" pey
2E, o1u(40'pey)

+on(cE; 51,)

1 1 1
X J—
2E_, [wm " EBygy—E_, iohw—E4qg,+ E_,u] 8

1 1 1
X — .
2E [iaﬁw B o, E _, ichw—FE_q,+ E,u] }
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A parte imaginaria da expressdo acima é dada por

Imxg(q,w,p) = 8u° Y >

k o,0'=%1
{oa' n(oE_ p1,) (2 +e -&)20ue_+ (2 + e &) (B_ oy + ohw)? — E'?)
7 2B o1 (4pe-)
N [_ onb(lohw +E_ gy —FEyy)  ormélochw+E_ o — By )
2B, ul(ohw + E_o1)* — Egr,fu] 2B, —yl(ohw + E_514)* — Egt,u]

ond(ohw+E_ ., + E; ) ond(chw+E_ 5, +E; _,)
2E+7I‘L[(O—hw + E—,UIH)Z - E‘2|‘,—[L] 2E+’—“[(0hw + E—,U'N)Z - E‘2|‘,[,L]

(2 +e--&)20'pues + (2 + e &) (By oy — ohw)? — E'?)

+o0' n(cEy o1,)

2B o' (dpey)
[ ond(chw + E_ , — E| 5,) ond(ochw + E__, — E{ 5,)
2E_[(chw + By 51,)2 — E2 _ ] 2E__,[(0hw + E_ 51,)? — E2 ]
omd(chw — E_ , — E| 5,) omd(chw — E__, — E ;51,)

}

C2E_p[(ohw+ By o) — B2 _]  2E__,[(0hw + E_ ;)2 — B2

] ]

D)

k o,0/
€2 +E -€r)20ue_ + (2 + & - &) 2ue
oo’ n(cE_ 4 )( + ha - * T
{ e QE,,UIM(ZI/LE_)
—0
X——— | §(chw+ E_,, — FE —d(chw+ E_ 1, + E
2E+,'u(4'u€+) [ (U w + sO b ‘hll) (0 W + sO + +7lt)j|
€2 +é & )20 e — (2 +é_ &) 2ue
+oa’n(aE,,01N)( + 1) 20" p ( L) 2pes v

2E_ ;1 (4pe_)
[6(chw + E_ y1, — By ) — 0(chw + E_ 41, + E1 )]

—a

x e
2B, y(—4pey)

(2 +&_ &) 2ue_ + (€2 +E_ &) 20" ey y
2B o1y (4pey)
[6(chw + By — By g1y) — 6(chw — E_yy — B o1)]

o0’ n(cEy 51,)
o o
2E_ ,(4pe_)
(2222 2 4 e .2,)20
o _ €4 ,u6,+(€_-|-6, e+) U,ue+x
2E+,U’,u(4/1'€+)

[6(chw + E_ _, — By g1,) — 6(chw — E_ ), — B4 41,)] }

+o0' n(cEy o1,)

o o
2E_ _,(—4pe_)
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Notando que:
(eﬁ_ +E &) 2pe_ =+ (62_ +é& -8 )20 ney =2u(er £ o'e_)(e_ep o' - &),

entao

ImxG(a,w,n) = 7>

k 0,0/

ey +o'e_ 6 €y

E_ — (1 - "
{n08 wng == (1405

x [6(chw + E_ 5y — By ) — 6(chw + E_ o1, + By )]

! - -
€4 — 0 €_ 1€— " €4
—nlcE_ o y—F = (1 g ——F

n(oE_ sp) NEf,a'uE_q-,_u ( o er )

e-+o'eq € &4
~noB o) g (1 + “f)
5T T, -

x [0(ohw + E_y = By o) = 0(ohw — E_y — By o1,))]

e —oeq €&y
+n(oE, i) po——— [ 1 — o' —
(0B o u) ME—i—,a’uEf,fu e s

X [5(0’7?,(4} + E*v*ﬂ - E+,0'M) - 5(0hw - E*,*N - E-I—,o’u)]}

Reagrupando os termos, vamos encontrar

ImxG(aw,n) = —75 Y,

k o'==+1

{[n(E—,afu) (B )] SR ) (1 = €+>

E—;U'NE‘h—U'N 676+

X [6(hw+E_ g, — B _gy) —6(hw — E_ g1+ Ey _g1,)]

o'u(er +e2) < € - €+>
+(n(E_ ) —n(E,L o 1+ X
[ ( O u) ( +,0° u)] Ei,a"p,E—}—,o"p c_ey

X [5(hw + E—,U'M - EJ’_;UI“) - 5(hw - E—,U'u + E—hg'lt)]

o'ule- —eq) € - €y
—(n(E_ ) —n(—E+ _n 1-
[n( 0 N) ’fb( + Uu)] E_,O-INE+,—0"[L €_€4

X [(5(71&) + E—,a’u + E.h_glu) — §(hw — E—,o'u — E—l—,—o’u)]

o'u(er +¢€-) € €4
_ [n(E—,U'Ip,) — ’n’(_E-i—,U"/J)] m 1 + ? X

X [5(77,(4) + E,,alu + E+,U'u) — (5(77,(;.1 — Ef,a’u — E—}—,a’u)] . (G5)
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Finalmente, somando as Eq. (G.3) , (G.4) e (G.5)

Imx“(q,w,p) = Imxp, +Imxp, +Imxe

P — A+ o'ple- —ey) - 6—€+] %

{(n(E'_,a’u) - n(E-i-,—ff’N)) [1 + E_oyby —oy

€€
X (1 o +> [5(ﬁw + Ef,a’u - E'+7,(,/M) - 5(77"*’ - E*,U’li + E+v*‘7'“)]

€E_€4

P = A+ o'ple +eq) + ff+] %

E_ ! — E ! ]-
+(n( 50 H) 'n( +0 “)) |: + E_oiuEy oy

€_ €
% (1 + +> [5(hw + E—,O”u — E+,0"N) — 5(hw — E,JI“ + E+,o’lu):|

p— A+ o'ple- —ey) - 6—6+] N

+nE_l —n—E_l [1_
( ( 5T N) ( +s 0'[1)) E770’NE—|—,70"[,L

X (1 - 66_ .e€+> [6(hw + E_ g1y + By —o1y) = 0(hw — E_ 1), — Ey _g1,,)]
€4

B p?— A2 +o'p(e_ +ep)+ 6—6+] «

+ (n(E_ o) —n(—Ey o [1
( ( 0 “) ( .0 “)) E—,a’uE+,U'M

X (1 + 66_ .:+> [5(hw + E—,U’u + E+,a’u) - 5(hw B E—,J'u o E+’J’u)] } ’
—€4

resultando na Eq. (9.27).



Referéncias Bibliograficas

[1] R. L. Withers, e J. A. Wilson, J. Phys. C: Solid State Phys. 19, 4809 (1986).

[2] J. A. Wilson, e A. D. Yoffe, Adv. Phys. 18, 193 (1969); J. A. Wilson, F. J. DiSalvo e S.
Mahajan, Adv. Phys. 24,117 (1975).

[3] J. P. Tidman, O. Singh, e A. E. Curzon, Philos. Mag. 30, 1191 (1974).
[4] D. A. Whitney, R. M. Fleming, e R. V. Coleman, Phys. Rev. B 15, 3405 (1977).

[5] R. M. Fleming, D. E. Moncton, D. B. McWhan, e F. J. DiSalvo, Phys. Rev. Lett. 45, 576
(1980).

[6] D. B. McWhan, J. D. Axe, e R. Youngblood, Phys. Rev. B 24, 5391 (1981).

[7] T. Valla, A. V. Fedorov, P. D. Johnson, J. Xue, K. E. Smith, e F. J. DiSalvo, Phys. Rev.
Lett. 85, 4759 (2000).

[8] R. A. Klemm, Physica C 341, 839 (2000).
[9] C. W. Chu, V. Diatshenko, C. Y. Huang, e F. J. DiSalvo, Phys. Rev. B 15, 1340 (1977).
[10] A. H. Castro Neto, Phys. Rev. Lett. 86, 4382 (2001).
[11] D. E. Moncton, J. D. Axe, e F. J. DiSalvo, Phys. Rev. B 16, 801 (1977).
[12] D. Pines, e J. R. Schrieffer, Il Nuovo Cim. X, 3458 (1958).
[13] C. M. Varma, J. Low Temperature Phys. 126, 901 (2002).
[14] B. Uchoa, A. H. Castro Neto, e G. G. Cabrera, Phys. Rev. B 69, 144512 (2004).
[15] M. Tinkham, Introduction to Superconductivity (McGraw-Hill, New York, 1996).

[16] E. Ehrenfreund, A. C. Gossard, F. R. Gambele, e T. H. Geballe, J. Appl. Phys. 42, 1491
(1971).

[17] P. B. Littlewood, e C. M. Varma, Phys. Rev B 46, 405 (1992); C. M. Varma, P. B.
Littlewood, e S. Schimtt-Rink, Phys. Rev Lett. 63, 1996 (1989); 64, 497(E) (1990).

171



172 REFERENCIAS BIBLIOGRAFICAS

[18] A. A. Abrikosov, L. P. Gorkov, e I. E. Dzyaloshinski, Methods of quantum field theory in
statistical physiscs (Prentice Hall, New Jersey, 1964).

[19] T. Yokoya, T. Kiss, A Chainani, S. Shin, M. Nohara, e H. Takagi, Science 294, 2518 (2001).

[20] P. Garoche, J. J. Veyssié, P. Manuel, e P. Moliné, Solid State Comm. 19, 455 (1976); R.
E. Schwall, G. R. Stewart, e T. H. Geballe, J. Low Temp. Phys. 22, 557 (1976).

[21] E. Boaknin, M. A. Tanatar, J. Paglione, F. Ronning, R. W. Hill, M. Sutherland, L. Taillefer,
J. Sonier, S. M. Hayden, e J. W. Brill, Phys. Rev. Lett. 90, 117003 (2003).

[22] J. Callaway, Quantum theory of the solid state (Academic Press, New York, 1974), vol. 2,
cap. 6.

[23] T. Valla, A. V. Fedorov, P. D. Johnson, B. O. Wells, S. L. Hulbert, Q. Li, G. D. Gu, e N.
Koshizuka, Science 285, 2110 (1999).

[24] R. A. Cowley, Adv. Phys. 29, 1 (1980).

[25] O. Seifarth, S. Gliemann, M. Skiboski e L. Kipp, J. Electron Spectrosc. 137, 675 (2004);
R. Liu, W. C. Tonjes, V. A. Greanya, C. G. Olson e R. F. Frindt, Phys. Rev. B 61, 5212
(2000).

[26] B. Dardel, M. Grioni, P. Weibel, Y. Baer, e F. Lévy, J. Phys. C 5, 6111 (1993).
[27] R. Corcoran et al., J. Phys. C 6, 4479 (1994).

[28] G. Wexler e A. M. Wooley, J. Phys. C 9, 1185 (1976).

[29] S.-K. Chan, e V. Heine, J. Phys. F 3, 795 (1973).

[30] J. A. Wilson, Phys. Rev. B 15, 5748 (1977).

[31] T. M. Rice, e G. M. Scott, Phys. Rev. Lett 35, 120 (1975); L. VanHove, Phys. Rev. 89,
1189 (1953).

[32] V. Vescoli, L. Degiorgi, H. Berger, e L. Forr, Phys. Rev. Lett. 81, 453 (1998).
[33] M. D. Nunez-Regueiro, J. M. Lopez-Castillo, e C. Ayache, Phys. Rev. Lett. 55, 1931 (1985).
[34] W. Sacks, D. Roditchev, e J. Klein, Appl. Phys. A 66, 925 (1998).

[35] B. Giambattista, A. Johnson, W. McNairy, C. G. Slough, e R. Coleman, Phys. Rev B 38,
3545 (1988); R. Thompson, U. Walter, E. Ganz, J. Clark, A. Zettl, P. Rauch, e F. DiSalvo,
Phys. Rev B, 38, 10734 (1988).

[36] C. Wang, B. Giambattista, C. Slough, R. Coleman, e M. Subramanian, Phys. Rev B 42,
8890 (1990).



REFERENCIAS BIBLIOGRAFICAS 173

[37] K. Rossnagel et al., Phys. Rev. B 64, 235119 (2001).

[38] Th. Straub, Th. Finteis, R. Claessen, P. Steiner, S. Hufner, P. Blaha, C.S. Oglesby, e E.
Bucher, Phys. Rev. Lett. 82, 4504 (1999).

[39] W. C. Tonjes, V. A. Greanya, Rong Liu, C. G. Olson, e P. Moliné, Phys. Rev B 63, 235101
(1999).

[40] R. A. Craven, e S. F. Meyer, Phys. Rev. B 16, 4583 (1977).

[41] T. Valla, A. V. Fedorov, P. D. Johnson, P-A. Glans, C. McGuiness, K. E. Smith, E. Y.
Andrei, e H.Berger, Phys. Rev Lett. 92, 86401 (2004).

[42] T. Kiss, T. Yokoya, A. Chainani, S. Shin, T. Hanaguri, M. Nohara, e H. Takagi, cond-
mat/0310326.

[43] B. P Gorshunov, A. A. Volkov, G. V. Kozlov, L. Degiorgi, A. Blank, T. Csiba, Mdressel,
A. Schwartz, e G. Gruner, Phys. Rev. Lett. 73, 308 (1994).

[44] S. V. Dordevic, E. J. Singley, D. N. Basov, S. Komiya, Y. Ando, E. Bucher, C. C. Homes,
e M. Strongin, Phys. Rev. B, 65, 135511 (2002).

[45] S. V. Dordevic, D. N. Basov, R. C. Dynes, B. Ruzicla, V. Vescoli, L. Degiorgi, H. Berger,
R. Gaal, L. Forro, e E. Bucher, Eur. Phys. J. B 33, 15 (2003).

[46] N. Kobayashi, K. Noto, e Y. Muto, J. Low Temp. Phys. 27, 217 (1977); D. Sanchez, A.
Junod, J. Muller, H Berger, e F. Lévy, Phyica B 204, 167 (1995).

[47] S. Wada, J. Phys. Soc. Jap. 40, 1263 (1976); J. Phys. Soc. Jap. 42, 764 (1977).
[48] W. L. McMillan, Phys. Rev. B 14, 1496 (1976); Phys. Rev B 12, 2042 (1975).

[49] A. E. Jacobs, e M. B. Walker, Phys. Rev B 26, 206 (1982); M. B. Walker, Phys. Rev B
26, 6208 (1982).

[50] K. Ishida, Y. Niino, G.-Q. Zheng, Y. Kitaoka, K. Asayama, e T. Ohtani, J. Phys. Soc. Jap.
65, 2341 (1996).

[51] L. Balents, M. P. A. Fisher, e C. Nayak, Int. J. Mod. Phys. B 12, 1033 (1998); L. Balents,
M. P. A. Fisher, e C. Nayak, Phys. Rev. B 60, 1654 (1999); C. Nayak, Phys. Rev B 62,
4880 (2000).

[52] P. B. Littlewood and C. M. Varma, Phys. Rev. Lett. 47, 811 (1981); Phys. Rev. B 26,
4883 (1982).

[53] B. M. Powell, P. Martel, e A. D. B. Woods, Phys. Rev. 171, 727 (1968).



174 REFERENCIAS BIBLIOGRAFICAS

[64] C. M. Varma, e W. Weber, Phys. Rev. Lett. 39, 1094 (1977);

[55] G. D. Mahan, em Polarons in Ionic Crystals and Polar Semiconductors, editado por
J. T. Devreese (North-Holland, Amsterdam, 1971), p.553.

[56] T. Ohsaku, Phys. Rev B 66, 054518 (2002); T. Ohsaku, Phys. Rev. B 65, 024512 (2002);
K. Capelle e K. U. Gross, Phys. Rev. B, 59, 7155 (1999).

[67] A. W. Overhauser, Phys. Rev. 167, 691 (1968).

[58] O. Madelung, Introduction to Solid State Theory (Springer, Berlim,1978), p.228.
[59] P. W. Anderson, J. Phys. Chem. Solids 11, 46 (1959).

[60] P. W. Anderson, Phys. Rev. B 30, 4000 (1984).

[61] E. Bauer et al., Phys. Rev. Lett. 92, 027003 (2004).

[62] P. Frigeri, D. F. Agterberg, A. Koga e M. Sigrist, Phys. Rev. Lett. 92, 097001 (2004). P.
A. Frigieri, D. F. Agterberg e M. Sigrist, cond-mat/0405179.

[63] M. Vojta, Y. Zhang, e S. Sachdev, Phys. Rev. B 62, 6721 (2000).
[64] J. M. Kosterlitz, e D. J. Thouless, J. Phys. C 6, 1181 (1973).

[65] Y. Izyumov, e Y. N. Skryabin, Statistical mechanics of magnetically ordered systems (Con-
sultants Bureau, New York, 1988).

[66] M. Gurvicth, J. M. Valles Jr. , A. M. Cucolo, R. C. Dynes, J. P. Garno, L. F. Schneemeyer,
e J. V. Waszczak, Phys. Rev. Lett. 63, 1008 (1989); M. Lee, M. Naito, A. Kapitulnik, e
M. R. Beasley, Solid State Commun. 70, 449 (1989).

[67] K. Kamaras et al., Phys. Rev. Lett. 64, 84 (1990); R. T. Collins, Z. Sclessinger, F. Holtz-
berg, P. Chaudhari, e C. Feild, Phys. Rev. B 39, 6571 (1989).

[68] A. E. Ruckenstein, e C. V. Varma, Physica C 185, 134 (1991).

[69] M. E. Peskin, e D. V. Schroeder, An introduction to quantum field theory (Addison Wesley,
Reading Mass.,1995), cap. 2 e 3.

[70] D. P. DiVincenzo, e E. J. Mele, Phys. Rev. B 29, 1685 (1984).
[71] D. Bohm, e D. Pines, Phys. Rev. 92, 609 (1953); D. Pines, Phys. Rev. 92, 626 (1953).

[72] A. L. Fetter, e J. D. Walecka, Quantum Theory of Many-Particle Systems (McGraw-Hill,
New York, 1971).

[73] K. W. -K. Shung, Phys. Rev. B 34 979 (1986).



REFERENCIAS BIBLIOGRAFICAS 175

[74] 1. S. Gradshteyn e I. M. Ryzhik, Table of integrals, series and products (Academic Press,
1980) ed. 4, .p 84.

[75] L. Balents, M. P. A. Fisher, e C. Nayak, Int. Jou. Mod. Phys. B 12, 1033 (1998).
[76] J. Gonzalez, F. Guinea, e M. A. H. Vozmediano, Phys. Rev. Lett. 77, 3589 (1996).
[77] P. Hawrylak, G. Eliasson, e J. J. Quinn, Phys. Rev. B 37, 10187 (1988).

[78] J. Gonzalez, F. Guinea, e M. A. H. Vozmediano, Phys. Rev. B 63, 134421 (2001).

[79] N. J. Doran, B. Ricco, D. J. Titterington, e G. Wexler, J. Phys. C: Solid State Phys. 11,
685 (1978).

[80] J. D. Jackson, Classical Electrodynamics (John Wiley & Sons, New York, 1975).

[81] D. Pines, Elementary Ezxcitations in Solids (Addison-Wesley, Redwood City, 1963), cap. 3.
[82] A. J. Leggett, Phys.Rev. 140 , A1869 (1965).

[83] J. Bardeen, Phys. Rev. Lett. 1, 399 (1958).

[84] S. Weinberg, Nucl. Phys. B 413, 567 (1994).

[85] C. J. Pethick, e H. Smith, Ann. Phys. 119, 133 (1979).

[86] E. Abrahams, e T. Tsuneto, Phys. Rev. 152, 416 (1966).

[87] R. D. Parks, Superconductivity (Marcel Dekker Inc., New York, 1969) vol. 1, cap.2 e 6.
[88] P. Bak, e D. Mukamel, Phys. Rev. B 19, 1604 (1979).

[89] K. K. Fung, S. McKernan, J. W. Steeds, e J. A. Wilson, J. Phys. C:Solid State Phys. 14,
5417 (1981); C. H. Chen, J. M. Gibson, e R. M. Fleming, Phys. Rev. Lett. 47, 723 (1981).

[90] K. Yamaya, e T. Sambongi, J. Phys. Soc. Japan 32, 1150 (1972).

[91] D. Matthey, S. Gariglio, e J. -M. Triscone, Phys. Rev. Lett. 83, 3758 (2003); C. H. Ahn, S.
Gariglio, P. Paruch, T. Tybell, L. Antognazza, e J.-M. Triscone, Science 284, 1152 (1999).

[92] D. B. McWhan, R. M. Fleming, e D. E. Moncton e F. J. DiSalvo, Phys. Rev Lett. 45, 269
(1980);

[93] R. Balian, e N. R. Werthamer, Phys. Rev. 131, 1553 (1963).
[94] J. R. Schrieffer, Theory of superconductivity (Benjamin Inc., New York, 1964), cap. 3.
[95] J. Bardeen, L. N. Cooper, e J. R. Schrieffer, Phys. Rev. 108, 1175 (1957).

[96] L. N. Cooper, Phys. Rev 104, 1189 (1956).



176 REFERENCIAS BIBLIOGRAFICAS

[97] J. Bardeen, Phys. Rev. 97, 1724 (1953).
[98] G. D. Mahan, Many-particle physics (Plenum, New York,1981).
[99] P. A. Lee, Phys. Rev. Lett. 71, 1887 (1993).

[100] L. D. Landau, E. M. Lifshitz e L. P. Pitaevskii, Statistical physics (Pergamon, Oxford,
1980) vol. 2, p. 213.

[101] X. Yang, e C. Nayak, Phys. Rev. B 65, 64523 (2002).

[102] G. M. Eliashberg, Sov. Phys. JETP 11, 696 (1960).



