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Resumo

Sistemas eletronicos fortemente correlacionados desordenados possuem dois mecanismos bésicos para a localizagao
eletronica e a subsequente destruigdo do estado metalico: o de Mott (causado pela interagao elétron-elétron) e o
de Anderson (causado pela desordem). Nesta tese, estudamos como estes mecanismos competem dentro da fase
metalica e também como afetam o comportamento critico do sistema, empregando uma generalizacdo para o caso
desordenado do cendrio de Brinkman-Rice para a transicao de Mott.

Investigamos os efeitos de desordem fraca e moderada sobre a transicao metal-isolante de Mott a 7' = 0 em
duas dimensoes. Para desordem suficientemente baixa, a transicdo mantém sua caracteristica do tipo Mott, na qual
temos os pesos de quasiparticula Z; indo a zero na transi¢do e uma forte blindagem da desordem na regido critica.
Em contraste com o comportamento encontrado para d = 0o, no nosso caso as flutuagdes espaciais dos pesos de
quasiparticula sdo fortemente amplificadas proximo a transicao de Mott de tal forma que eles adquirem uma distri-
buigao do tipo lei de poténcia P (Z) ~ Z*~!, com a — 0 na transi¢do. Tal comportamento altera completamente
as caracteristicas desta transicdo com relagdo ao caso limpo, e é um indicio robusto da emergéncia de uma fase
de Griffiths eletronica precedendo a transicao metal-isolante de Mott, com uma fenomenologia surpreendentemente
similar aquela do “ponto fixo de desordem infinita” encontrada em magnetos quanticos.

Uma consequéncia imediata dessas novas caracteristicas introduzidas pela desordem é que estados eletronicos
proximos & superficie de Fermi tornam-se mais homogéneos na regiao critica, ao passo que estados com maiores
energias tém o comportamento oposto: eles apresentam uma grande inomogeneidade precisamente nas vizinhancas
da transicao de Mott. Sugerimos que uma desordem efetiva dependente da interacao é uma caracteristica comum
a todos os sistemas de Mott desordenados.

Estudamos também como os efeitos bem conhecidos das oscilagdes de longo alcance de Friedel sdo afetados por
fortes correlacoes eletronicas. Primeiramente, mostramos que sua amplitude e alcance sdao consideravelmente supri-
midos em liquidos de Fermi fortemente renormalizados. Posteriormente, investigamos o papel dos espalhamentos
elasticos e inelasticos na presenca dessas oscilacoes. Em geral, nossos resultados analiticos mostram que um papel
proeminente das oscilagbes de Friedel é relegado a sistemas fracamente interagentes.

Abordamos, por fim, os efeitos das interagoes sobre o isolante de Anderson em uma dimensdo. Construimos a
funcao de escala (3 (g) e mostramos que a escala de “crossover” g*, que marca a transi¢do entre o regime 6hmico e
o localizado da conduténcia, é renormalizada pelas interacoes. Como consequéncia, embora nao haja a emergéncia
de estados verdadeiramente estendidos, o regime 6hmico de g estende-se agora por uma regiao consideravelmente
maior do espaco de parametros.



Abstract

Disordered strongly correlated electronic systems have two basic routes towards localization underlying the destruc-
tion of the metallic state: the Mott route (driven by electron-electron interaction) and the Anderson route (driven
by disorder). In this thesis, we study how these two mechanisms compete in the metallic phase, and also how they
change the critical behavior of the system, within a generalization to the disordered case of the Brinkman-Rice
scenario for the Mott transition.

We investigate the effects of weak to moderate disorder on the Mott metal-insulator transition at 7' = 0 in two
dimensions. For sufficiently weak disorder, the transition retains the Mott character, as signaled by the vanishing of
the local quasiparticle weights Z; and strong disorder screening at criticality. In contrast to the behavior in d = oo,
here the local spatial fluctuations of quasiparticle parameters are strongly enhanced in the critical regime, with a
distribution function P (Z) ~ Z*~! and o — 0 at the transition. This behavior indicates the robust emergence of
an electronic Griffiths phase preceding the MIT), in a fashion surprisingly reminiscent of the “Infinite Randomness
Fixed Point” scenario for disordered quantum magnets.

As an immediate consequence of these new features introduced by disorder, we have that the electronic states
close to the Fermi energy become more spatially homogeneous in the critical region, whereas the higher energy
states show the opposite behavior: they display enhanced spatial inhomogeneity precisely in the close vicinity to
the Mott transition. We suggest that such energy-resolved disorder screening is a generic property of disordered
Mott systems.

We also study how well-known effects of the long-ranged Friedel oscillations are affected by strong electronic
correlations. We first show that their range and amplitude are significantly suppressed in strongly renormalized
Fermi liquids. We then investigate the interplay of elastic and inelastic scattering in the presence of these oscillations.
In the singular case of two-dimensional systems, we show how the anomalous ballistic scattering rate is confined to
a very restricted temperature range even for moderate correlations. In general, our analytical results indicate that
a prominent role of Friedel oscillations is relegated to weakly interacting systems.

Finally, we discuss the effects of correlations on the Anderson insulator in one dimension. We construct the
scaling function 3 (g) and we show that the crossover scaling ¢g*, which marks the transition between the ohmic
and the localized regimes of the conductance, is renormalized by the interactions. As a consequence, we show
that, although truly extend states do not emerge, the ohmic regime covers now a considerably larger region in the
parameter space.
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Capitulo

Introducao

As ultimas décadas tém vivenciado avangos espetaculares no campo da ciéncia e tecnologia de materiais, levando
a invencao, e subsequente difusdo, de uma enorme gama de equipamentos, que engloba desde os portateis como
telefones celulares até maquinas hospitalares, como as de ressonancia magnética nuclear. Em parte desses equipa-
mentos, os avancos foram baseados em materiais que estao nas proximidades da transi¢do entre um metal e um
isolante. As propriedades destes materiais sdo faceis de serem ajustadas, pois nesta regiao ha a competicao entre
varios estados fundamentais possiveis [1].

Na vizinhanca de uma transi¢ao metal-isolante, muitas quantidades fisicas apresentam caracteristicas nao usuais
[2], que sdo dificeis de serem compreendidas através de ideias e abordagens convencionais [3, 4]. Recentemente, uma
enorme quantidade de resultados experimentais tem, contudo, apontado em uma dire¢ao que nao pode ser ignorada:
os efeitos significativos das inomogeneidades espaciais no comportamento dos materiais, Figs. (1.1) e (1.2).

Diante deste cenario, fica claro que, para entendermos as interessantes propriedades desses materiais, devemos
atacar o dificil problema da transicdo de fase quantica [8] entre um metal e um isolante, na presenca tanto da
repulsdo Coulombiana entre os elétrons quanto dessas inomogeneidades espaciais. A abordagem tradicional para
este problema foi desenvolvida na década de 1980, na qual se assumiu uma teoria do tipo liquido de Fermi para
o metal, descrevendo os efeitos da desordem perturbativamente [9, 10]. Apesar de sua elegAncia matemaética e de
possuirem uma grande semelhanga com a descri¢do usual para transi¢oes de fase [11], estas teorias mostraram-se
inadequadas, por exemplo, para o estudo de fenémenos que sao dominados por configuragoes raras de desordem,
como a formagdo de momentos magnéticos localizados em um metal desordenado correlacionado [12, 13].

De modo mais geral, podemos nos perguntar quais sdo os efeitos da desordem sobre uma transi¢ao de fase
quantica. Em um trabalho pioneiro, Griffiths [14] descobriu que configuragoes raras de desordem podem produzir
corregOes nao analiticas para quantidades termodinamicas, como o calor especifico e a susceptibilidade magnética.
Ocorre que, para as transigoes de fase classicas (térmicas) que ele considerou, estas singularidades sdo muito fracas
para serem observadas experimentalmente [15], e o comportamento critico permanece basicamente inalterado. Ja
para o caso quantico, estas configuragdes raras de desordem provaram ser muito mais importantes. Em alguns
sistemas elas ddo origem as “fases de Griffiths quanticas” [16, 17], associadas & fenomenologia do “ponto fixo de
desordem infinita” [18], onde a resposta termodindmica é singular ndo apenas no ponto critico, mas em toda uma
regiao ao seu redor. Fisicamente, este cendrio significa que o sistema parece cada vez mais inomogéneo ao se
aproximar do ponto critico. Todas essas novas ideias deixam claro que os efeitos de desordem nao podem ser
ignorados, reforcando os argumentos enfatizados pela primeira vez em um trabalho seminal de Anderson [19].

Ja o nosso entendimento acerca dos efeitos da interagdo elétron-elétron experimentou consideravel avango nos
ultimos vinte anos, devido & teoria dindmica de campo médio (TDCM) [20, 21, 22, 23]. Esta é uma abordagem
nao perturbativa na interacdo, que descreve exatamente a dinamica de um tunico sitio da rede embebido em um
campo médio dinamico gerado por todos os outros sitios, e que se torna exata no limite de infinitas dimensoes [23].
A TDCM néao é capaz de descrever os efeitos de localizagdo de Anderson, pois trata a desordem na média, como
na aproximacao do potencial coerente (do inglés “Coherent Potential Approximation (CPA)”) [24]. Generalizacoes
desta teoria, como a teoria estatistica dinamica de campo médio (TEDCM) [25] e a teoria do campo médio tipico
[26, 27, 28, 29], tém sido desenvolvidas de modo a incorporarem os dois mecanismos fundamentais para a localizagao
dos elétrons: o de Mott [30](causado pela interagdo) e o de Anderson [19](causado pela desordem).

Dado que existem estes dois mecanismos para a localizacao dos elétrons e consequente destruicao do estado



CAPITULO 1. INTRODUCAO

Figura 1.1: Imagem da densidade de estados locais no nivel de Fermi na superficie do Cu (111) em uma é&rea de
500A x 500A, obtida por espectroscopia de tunelamento por varredura. Retirada da Ref. [5]. As ondas estacionarias
que aparecem aqui sdo as oscilagoes de Friedel [6], que sdo causadas tanto por defeitos pontuais quanto pelos degraus
da superficie, e sdo uma manifestacdo direta do carater ondulatorio dos elétrons.
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Figura 1.2: Variagio espacial da densidade de estados locais no nivel de Fermi (normalizada por seu valor médio)
para Ga;_,Mn,As em uma escala nanométrica, area de 700A x 700A, obtida por espectroscopia de tunelamento
por varredura. Retirada da Ref. [7]. Para os valores de dopagem mostrados aqui, estamos nas proximidades
de uma transigdo metal-isolante, sendo que em (A), temos Gag.ggsMngo15As (“fracamente” isolante); em (B),
Gag.97Mng g3As, e em (C), Gag.g5Mng g5As (“relativamente” condutor). Devido a presenca de interagoes eletronicas,
os valores locais da densidade eletronica sao correlacionados no espago.
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metalico, é natural que nos perguntemos qual deles domina o comportamento critico do sistema, ou ainda, como
eles competem dentro da fase metéalica. Dentro desta perspectiva geral, gostariamos agora de listar brevemente os
assuntos discutidos em cada um dos capitulos desta tese, bem como suas principais conclusoes.

No Capitulo (2), expomos os modelos que utilizamos em nosso trabalho: modelo de Hubbard [31, 32, 33] desor-
denado ou modelo de Hubbard-Anderson, e o modelo de uma impureza de Anderson [34]. Discutimos seus limites
triviais e mostramos que eles capturam a fisica que buscamos descrever. Introduzimos também as aproximacoes
que empregamos em suas solucoes. Toda essa discussao é feita dentro do formalismo de integrais funcionais, para
o qual apresentamos uma breve revisdo no Apéndice (B).

No Capitulo (3), estudamos a transigdo metal-isolante de Mott, a 7" = 0, em duas dimensdes, na presenca
de desordem fraca e moderada dentro do cenério de Brinkman-Rice [35]. Mostramos que uma fase de Griffiths
eletronica precede esta transi¢do metal-isolante [36]. Para tornar o assunto deste capitulo autocontido, incluimos
uma breve discussao acerca da teoria de Landau das transi¢oes de fase, e também de como a desordem as alteram,
dando origem as chamadas fases de Griffiths. Estas fases de Griffiths eletronicas [17, 25, 37] foram propostas
para sistemas desordenados correlacionados com base na TEDCM. Antes de nosso trabalho, elas s6 haviam sido
identificadas em redes de Bethe e nas vizinhancas da transicdo metal-isolante de Anderson, e, em particular, apenas
para desordem forte.

Nossos resultados mostram que [36, 38]: (i) para desordem suficientemente fraca, a transicdo de Mott mantém
seu carater de segunda ordem, com os elétrons gradualmente se transformando em momentos magnéticos localizados;
(ii) inomogeneidades espaciais induzidas pela desordem dao origem a uma fase de Griffiths eletronica, acompanhada
de um ponto critico de desordem infinita; (iii) a desordem renormalizada vista pelas quasiparticulas é fortemente
blindada apenas para baixas energias, resultando em uma pronunciada dependéncia com a energia para as fun¢oes
espectrais. Experimentos recentes em supercondutores de altas temperaturas, utilizando espectroscopia de tunela-
mento por varredura [39, 40], encontraram que, mesmo na presenca de impurezas, a densidade de estados local é
surpreendentemente homogeénea para baixas energias, Fig. (1.3). Nossa teoria é focada apenas nos efeitos locais
da correlacao, e nao inclui qualquer fisica relacionada a formacao de pares supercondutores, o que nos parece um
forte indicio de que inomogeneidades dependentes da energia sdo, de fato, uma caracteristica robusta e geral para
sistemas de Mott desordenados [38].

Ja no Capitulo (4), investigamos como os efeitos das oscilagdes de longo alcance de Friedel sédo afetados por
correlagoes ao sairmos do bem conhecido limite fracamente interagente em diregao ao limite fortemente interagente
nas vizinhancas da transicdo de Mott. Para tal, consideramos os efeitos de uma tnica impureza rigida e nao
magnética colocada em um metal paramagnético fortemente correlacionado. Neste caso, a andlise é mais simples
e transparente, mas este tema também é de importincia fundamental para o entendimento do regime difusivo
[41]. Oscilages de Friedel sdo uma manifestacdo direta do carater ondulatério dos elétrons, sendo que exemplos
vividos delas aparecem também em imagens de espectroscopia de tunelamento por varredura [5, 42|, como aquela
reproduzida na Fig. (1.1). Incluimos neste capitulo, por completeza, uma discussao geral acerca da teoria de Landau
dos liquidos de Fermi, bem como sobre o célculo da resistividade (condutividade) dentro da TDCM. Detalhes dos
céalculos contidos neste capitulo estdo nos Apéndices (D) e (E). Ja uma discuss@o sobre a origem matematica das
oscilagoes esta presente no Apéndice (F).

Nossos resultados, em sua maioria analiticos, demonstram que [43]: (i) para correlagbes suficientemente fracas,
recuperamos os resultados da aproximacao de Hartree-Fock, na qual o potencial efetivo de espalhamento gerado
pela impureza é dado pelas oscilagbes de longo alcance de Friedel; (ii) ao nos aproximarmos da transicdo de Mott,
contudo, essas oscilagdes tém seu alcance diminuido, na medida em que os efeitos da blindagem da impureza
tornam-se cada vez mais locais, correspondendo a um menor “comprimento de cura”’, a distancia espacial de que
o sistema precisa para recuperar-se dos efeitos da impureza, em outra cabal evidéncia de que sistemas fortemente
correlacionados sdo robustos com relagdo & desordem [38, 44, 45]. Essa supressdo das oscilagoes de Friedel é
reflexo do fato de que, ao nos aproximarmos do isolante de Mott, os elétrons tendem a localizar-se, perdendo assim
gradativamente seu carater ondulatorio; (iii) uma combinagio desta “cura” pelas correlagoes com o espalhamento
inelastico reduz consideravelmente os efeitos das oscilagdes de Friedel, mesmo para correlagbes moderadas; (iv)
simultaneamente, uma nova escala de comprimento emerge no sistema, caracterizando o decaimento exponencial
do peso de quasiparticula nas proximidades da transicao de Mott, em claro contraste com o regime de correlagoes
fracas onde o peso de quasiparticula também apresenta oscilagoes do tipo Friedel. Para o caso singular de duas
dimensbes, mostramos que o termo balistico andmalo para a resistividade [41] fica restrito a temperaturas muito
baixas mesmo para correlagoes modestas, o que levanta davidas sobre sua aplicabilidade para a interpretacao de
resultados experimentais em gases de elétrons bidimensionais [46, 47].

No Capitulo (5), passamos a discutir os efeitos das correlacdes sobre a transigdo de Anderson. O estudo
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Figura 1.3: Densidade de estados locais como func¢do da energia obtida para os cupratos levemente dopados
Caq ggNag 12Cu0,Cly (cima) e BisSisDy, 5Cup.s02Clg4s (baixo) por espectroscopia de tunelamento por varredura
realizada no plano CuQO,. Cada uma das curvas corresponde a uma posicao diferente neste plano. Retirada da Ref.
[40]. Vemos que a densidade de estados é basicamente independente da posigdo no espaco (desordem) para baixas
energias em ambos compostos. Devido ao arranjo experimental, as maiores variagoes sao medidas para energias
negativas.

da competicao entre interacoes e desordem ganhou um novo impulso a partir da segunda metade da década de
1990, quando foi observada uma transi¢do metal-isolante em sistemas eletronicos bidimensionais [47, 48, 49]. Este
resultado veio como uma grande surpresa, pois, de acordo com a teoria de escala para a localizacdo de Anderson
[50], todos os estados eletronicos sdo localizados em duas dimensdes. Embora obtido para um géas de elétrons
nao interagente, o resultado parece permanecer valido mesmo para interagoes fracas [9]. Guiados pela teoria de
escala, também utilizamos a condutancia g como a quantidade fundamental de nosso estudo. Para calcularmos g,
empregamos o formalismo de Landauer [51, 52, 53, 54, 55], sobre o qual incluimos uma breve discussdo, e também
aplicacoes a sistemas ja bem conhecidos.

Sistemas unidimensionais sdo o foco deste trabalho, pois neles podemos conduzir um estudo sistematico com o
tamanho L da rede, e, consequentemente, construir a funcdo de escala ((g) [50]. Embora em 1d todos os estados
eletronicos sejam localizados, esperamos que ja possamos captar ai a fisica basica de nosso modelo. Nossos resultados
mostram que: (i) o comprimento de localizagao £ é consideravelmente aumentado na presenga de interagoes, fazendo
com que os estados eletronicos tornem-se mais estendidos; (ii) a escala de “crossover” g*, que marca a transigao entre
o regime 6hmico (g (L) o oL™!) e o localizado (g (L) ox e~£/¢), também ¢ renormalizada pelas interacdes. Deste
modo, embora nao haja a emergéncia de estados verdadeiramente estendidos, o regime 6hmico de g estende-se agora
por uma regiao bem maior do espago de parametros, podendo eventualmente tornar irriséria a regiao na qual g entra
no regime localizado. Cenérios analogos ao descrito por este resultado ja foram encontrados tanto numericamente
[56, 57] quanto experimentalmente, Fig. (1.4).

Além de relegarmos varios detalhes dos calculos para os Apéndices (C)-(F), também incluimos o Apéndice (A),
no qual detalhamos os métodos numéricos empregados para obtermos os resultados apresentados nesta tese. A
TEDCM é uma técnica completa que descreve exatamente os efeitos da desordem e trata as intera¢oes de modo néo
perturbativo dentro de uma abordagem local (TDCM). Contudo, ela demanda um grande esfor¢o computacional,
que s6 é aumentado pelo fato de precisarmos coletar varias amostras (realizagoes de desordem) para podermos
construir distribuicoes e calcular valores médios. Tentamos dar uma visao global de nossa técnica, descrevendo
tanto os pacotes e métodos numéricos quanto as otimizagoes que foram essenciais para o andamento dos projetos,
como, por exemplo, o uso de programacao em paralelo.

Por dltimo, gostariamos de explicitar que, durante toda esta tese, com algumas poucas excecoes, adotaremos



CAPITULO 1. INTRODUCAO

@) Je% 123, |1
W }
o 0.90
x50
0.82
0.2 0.1 0 0.1 0.2
B | (tesla)
(b) I 0.05 eh
0.85
©
S =" I¢=6 ps

03 02 -01 0 01 02 03
BI (tesla)

Figura 1.4: Magnetocondutividade em um gas de elétrons bidimensional fracamente desordenado. As medidas
foram feitas a T = 42mK e as densidades eletronicas sdo indicadas ao lado das figuras em unidades de 10''cm—2,
sendo que a densidade critica na qual a transicdo metal-isolante ocorre é dada por n. = 0.82 x 10''cm 2. Retirado
da Ref. [58]. Surpreendentemente, mesmo ao nos aproximarmos da transi¢do, em uma regido na qual as correlagdes
sdo a escala de energia dominante para o problema [49], a forma das curvas continua basicamente a mesma, com
relacdo aquela do regime fracamente interagente, apenas havendo a mudanca de sua amplitude (dada pelo fator a
direita de cada uma delas em (a), e 10 em (b)). As curvas vermelhas tracejadas sdo ajustes dos dados experimentais
utilizando-se o resultado teodrico obtido dentro da teoria de localizagdo fraca [9], confirmando que elas possuem a

forma do regime fracamente interagente.

h=1, kg =1ea=1, onde h & a constante de Planck dividida por 27, kg é a constante de Boltzmann e a é o
espacamento de rede (trabalhamos com redes quadradas e unidimensionais).
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Capitulo

Modelos e métodos

Muito de nosso conhecimento acerca de sistemas eletronicos fortemente correlacionados vem do estudo de Hamil-
tonianos modelos. Geralmente, estes modelos nao possuem solucoes exatas para dimensoes maiores do que um, o
que nos leva empregar uma variedade de técnicas para o seu estudo como teoria de perturbacdo [59, 60], grupo de
renormalizagao [61, 62], Monte Carlo [63, 64] e teorias de campo médio [35, 65, 20].

Em nosso trabalho, nos concentraremos em abordagens de campo médio. Um conceito bastante ttil para discu-
tirmos tais teorias é o de integrais funcionais, que introduzimos no Apéndice (B). Este formalismo é extremamente
poderoso e o utilizaremos para calcularmos quantidades termodinamicas como a energia livre F', bem como quanti-
dades espectrais como a fun¢do de Green G. Como exemplo, investigaremos o modelo de uma impureza de Anderson
[34] dentro desta abordagem, discutindo com detalhes sua solugao no chamado limite Kondo, que ocorre para tem-
peraturas menores do que a temperatura Kondo Tk . Tk marca o “crossover” entre a fisica de momentos magnéticos
localizados de altas temperaturas e a fisica de um liquido de Fermi paramagnético fortemente renormalizado a
baixas temperaturas [66, 67].

Na segdo (2.2), apresentamos uma motivagao acerca do nosso estudo de materiais correlacionados e introduzimos
o modelo de Hubbard [32, 68, 69]. Discutimos a solu¢do deste modelo em alguns de seus limites simples, mostrando
que ele descreve a transicao metal-isolante de Mott. Uma solucao exata deste modelo s6 é conhecida em uma
dimensao. Para dimensdes superiores, lancamos mao de alguma aproximacao. Uma delas é a Teoria Dindmica de
Campo Médio (TDCM) [20], discutida na se¢do (2.2.2). Esta aproximagao tem como ideia central mapear o problema
de uma rede interagente em problemas de uma impureza de Anderson interagindo com um banho externo, banho
este a ser determinado de maneira autoconsistente. A TDCM assume que trabalhamos no limite d — oo, o que faz
com que todos os sitios tenham o mesmo banho externo, congelando assim as flutuagoes espaciais e limitando sua
aplicabilidade para sistemas desordenados. Para contornarmos esta limitacao e estudarmos o modelo de Hubbard
desordenado, trabalhamos com uma generalizacao da TDCM conhecida com Teoria Estatistica Dindmica de Campo
Médio (TEDCM) [25], discutida na segao (2.2.3), que trata a desordem exatamente. Essa abordagem leva a uma
autoenergia eletronica que é local, mas que pode apresentar fortes flutuagoes sitio a sitio, sendo assim capaz de
acompanhar a competicao entre desordem e interagoes.

Os problemas de uma impureza de Anderson auxiliares introduzidos pela TDCM ainda sdo problemas de muitos
corpos. Para resolvé-los, utilizamos a técnica de campo médio de bdsons escravos [65], descrita nas segbes (2.2.4) e
(2.2.5). A ideia por tras desta aproximacgdo é aumentarmos o espaco de Hilbert, através da introducdo de quatro
novos bésons, impondo vinculos, de maneira a eliminarmos todos os estados nao fisicos deste novo espago de Hilbert
aumentado.
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2.1 Modelo de uma impureza de Anderson

O modelo de uma impureza de Anderson [34] descreve uma banda eletronica condutora com uma dispersdo de
energias e, hibridizada com um orbital localizado de energia €;. O Hamiltoniano do problema é

H = Z ekcLackJ + Z (chlt’afg + h.c.)
k,o k,o
+ Unpingy+ep ) flfo, (2.1)

onde ¢y, é o operador de destruicdo para os elétrons condutores, f, é o operador de destruicao para o elétron no
orbital localizado, ns, = flf,, Vi € o termo de hibridizagio entre os estados localizados e os estados da banda de
condugao, e U é o termo de repulsao Coulombiana local, que existe apenas quando dois elétrons ocupam o orbital
localizado.

Este modelo possui dois limites que o permitem resolver exatamente. Um deles é o limite atémico, que cor-
responde a Vmax/U = 0, onde Vimax = max (Vk), e descreve a fisica de um ion isolado com um tnico estado

f

Hatomico = Unanfl"‘efo;fm (2.2)

Este limite possui o mecanismo basico para descrever a formagdo de momentos magnéticos localizados [34, 67].
Os quatro estados quanticos do modelo atomico dado pela Eq. (2.2), bem como suas respectivas energias, sdo,
assumindo que ey <0 e que ef +U >0,

12) E (2) = 2¢5 + U, ndo magnético;
|0) E (0) = 0, ndo magnético;
Ty, 1) E (1) = ey, magnético. (2.3)

Em um estado fundamental magnético, o prego para se introduzir uma flutuagdo de valéncia (ou de carga) ao
adicionarmos ou tirarmos um elétron do estado |1) ou ||) é sempre positiva

E(0)—E(l) = —ef >0 (remocdo),
E(2)—E(l) = ¢;+U >0 (adigdo). (2.4)
Por estas condi¢des, um momento magnético local é bem definido, desde que a temperatura seja menor que a escala
de flutuacdo de valéncia Tpy = min (—ey, €5 + U).
Passamos agora ao limite ndo interagente, no qual U/Vinax = 0. Faremos a discussdo deste limite dentro do

formalismo de integragao funcional, que é descrito no Apéndice (B). Utilizando a Eq. (B.11), podemos calcular a
acao para a Eq. (2.1) como

&) _
S = /0 dr ZEkJ(T)(aT7/~/L+€k)0kg(7_)+zfa'(’r)(a’7'7M+ef)f0(7—)

k,o

+ Y [Vilio (7) fo (1) + Vi for (7) ao (7)] + Unigy (1) gy (7) (2.5)
k,o

B
s = 5O 4 U/ drngy (T)ng) (1), (2.6)
0

onde S é a acdo ndo interagente. Vale a pena ressaltar que ci, (7)(¢k.o (7)) € fo (7)(f5 (7)) ndo sio operadores,
e sim varidveis de Grassmann (ou suas respectivas conjugadas, denotadas aqui por barras). Neste limite, estamos
interessados apenas na parte livre da acio S(©, que escreveremos no espaco de frequéncias.
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Utilizando as seguintes defini¢oes

1 ,
Qg (T) - T3 e "“Tag (an) ) (27)
Vi
on) = = [ drea () (28)
aq (lwy) = — dre*"Taq (1), 2.8
VB Jo
1 [P,
5nm — 7/ el‘l'(l/«’n—u-«'m)7 (29)
’ B Jo
com n e m sendo nimeros inteiros, e as frequéncias discretas de Matsubara dadas por
2 1
W = (”;)W (2.10)

obtemos

5O Z {Z ko (1wn) (—iwn — 11+ €x) Cko (iwn) + fo (iwn) (—iwn — p+ €r) fo (iwp)
k

n,o

+ > [Vilio (iwn) fo (iwn) + Vit o (iwn) o (iwn)] } : (2.11)
k
Deixando a condicao de contorno implicita, a funcao particao neste caso é dada por
Zy, = /D (k.o (iwn) ko (iwn)) D (for (iwy) fo (iwn)) e=5, (2.12)

lembrando que S ¢ dada pela Eq. (2.11). Utilizando a Eq. (B.4), podemos integrar nas variaveis ¢y o (iwy) e
ko (iwn), 0 que nos da

(—Vifo (iwn)) (_Vk*fo (iwn))

—iwn — P+ €k

2y = det[—iw, — p + ek /D (fo (iwn) fo (iwy,)) exp Z

n,k,o

X exp [— Z fo (iwy) (—iwy, — p+€f) fr (zwn)l , (2.13)

Zy = det[—iw, — p+ e /’D (fo (iwn) fo (iwn)) (2.14)

X exp [_Zfa (an) (_iwn _M+6f +A(an)>f0- (an) s

n,o

Zy = det[—iw, — p+ e det [—iw, — p+ep + A (iwy)], (2.15)

onde

det[A] = efrIn(A)] (2.16)
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K *(Gk*H).

A (iwy,) é conhecida como fungdo de hibridizagao.
Com a igualdade dada pela Eq. (2.16), podemos explicitar os calculos dos determinantes presentes na Eq. (2.15).
Por exemplo, para o primeiro determinante,

det [—iw, —p+ex] = exp Z In (—iwp, —p+€x) | - (2.18)

n,k,o

Contudo, ndo utilizaremos a Eq. (2.18) para avaliarmos os determinantes, pois estamos interessados no célculo da

funcao de Green Q}(}) (iwn ), € como veremos a seguir, eles se cancelam.
A funcdo de Green procurada é dada por

G\ (i) = —Zio / D (Cko (iwn) o (1)) D (Fo (wn) fo (i0n)) £ (iwr) F (icr) €5 (2.19)

Devemos notar que a integral sobre as variaveis Cx, (iwn) € ko (iw,) ndo muda com relagdo aquela feita para o
calculo de Z,. Ja para realizarmos a integral sobre f, (iw,) e f, (iw,), introduziremos o seguinte termo de fonte
(corrente) na agdo: Y, y {Tmafx (iwm) + fa (iwpn) Jm,x } (naturalmente, tomando o limite J, J — 0 ao final dos
célculos).

Apos a integragao sobre Cx, (iwy) € ¢k (iwy) € a introdugdo do termo extra em S (0), ficamos com

d —1 n € 52 r /- .
69 (1) = —limy,_y I O Bt ad e / D (F, (iwn) fr (i)
0991,
X exp | =Y fo (iwn) (—iwn — i+ € + A (iwn)) fo (iwn)
% oxp | > {Tmafr (iwm) + i (iwm) Jma} | (2.20)
myA

com o simbolo § /ﬁjl,p indicando uma derivada funcional. Utilizando a Eq. (B.4), podemos realizar a integracao
sobre f, (iwy) € f5 (iwy), donde vem que

. . det [—iw,, — pu + ex|det [—iw,, — pu + €7 + A (1w,
Q](c(}) (iw)) = —limy ; [ it [Z PTY (ieon)]
0
62 jm )\Jm A
_ : : . 2.21
0J1,,0J1, P ;{—iwm ol e —|—A(iwm)} ( )

Vemos que, pela Eq. (2.15), o termo no numerador é exatamente Z,. Logo, nao precisamos avaliar os determinantes,
restando-nos assim apenas as derivadas

XD | n TnrTmr [=iom — -+ € + A (i) |

) ¢, = — 1 01.m0
Gy (iwr) 7, 1}20; bmTeA —iwm — fi+ €5 + A (iwn)
Jmadm
1 , , 2.22
% { +iwm,u+6f+A(iwm)}’ >

e, ap6s tomarmos o limite J, J — 0 temos

() /. 1
= . 2.2
gff (iwr) iw — w4 €ep + A (iwy) (2:23)
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Aqui, vemos que o efeito do termo de hibridizagdo ¢é alargar o estado localizado f, produzindo uma ressonancia.
Para calcularmos a largura desta ressonancia, é mais conveniente trabalharmos no eixo real, aplicando a continuagao
analitica usual [59, 60], iw, — w =+ in. Comecamos notando que a func¢do de hibridizagdo dada pela Eq. (2.17)
possui um corte de linha no eixo real, uma vez que

lim Im([A (w+in)] =F7 Y Wl d(w-a) = FT (). (2.24)
k

n—07+
Se assumirmos que Vi = V, temos
I'w) = V%, (w), (2.25)
onde p. (w) é a densidade de estados dos elétrons de condugio. Conhecendo a parte imaginaria de A (w), podemos
entdo escrever Re [A (w £ in)] em termos de T' (w), utilizando a seguinte relacao de dispersao [70]

Re[A (wtin)] = iP/dew_re(im, (2.26)

onde P denota o valor principal da integral.

Geralmente, estamos interessados em energias muito menores que a energia de Fermi dos elétrons da banda de
condugdo. Assumimos assim, por simplicidade, que I' (w) =T para |w| < D e I' (w) = 0 para |w| > D, onde D é
a meia largura de banda (energia de Fermi) dos elétrons de condugdo. Dentro desta aproximacdo, podemos tomar
Re [A (w)] = 0 (Eq. (2.26)), e ficamos com

A(w=xin) ~ Fl. (2.27)

Nesta aproximacao, podemos calcular a densidade de estados local no nivel f como

O (y— _ i L [ (0) ‘ _ 1 r
w)=— lim —Im |G} (w+1 = —— 2.28
Py (w) TO T ff ( n) (w0 — ef)2 T2 ( )

mostrando que a ressonancia do estado localizado f ¢ uma Lorentziana de largura I' centrada na energia €y deste
orbital.

2.1.1 Aproximacao de campo médio de bbésons escravos e o limite Kondo

Consideraremos agora a solu¢ao do modelo de uma impureza de Anderson em um limite especial, no qual fazemos
com que a repulsdo Coulombiana local U > I'(0), com I'(w) dado pela Eq. (2.25), de tal forma que a dupla
ocupacao no orbital localizado seja improvavel, ny < 1. Para simplificar a discussao, tomaremos o limite U — oo
e, diferentemente do limite atémico, mantemos o termo de hibridizacdo finito. Utilizando a notagdo da Eq. (2.3),
podemos reescrever o Hamiltoniano de uma impureza de Anderson como [67]

H o= > ac a0+ 3 (Viek, 10) (o] + Vi o) (0] e )
k,o k,o

+ E(0)[0) 0]+ E(1)Y o) (a]. (2.29)

Ocorre que esses novos operadores |0) (0], |0) (o], |o) (0] e |o) (o] possuem uma &lgebra de comutagdo que nao
os caracterizam nem como bdésons, nem como férmions. Na verdade, eles possuem a &lgebra de comutagao dos
operadores de Hubbard, primeiramente introduzidos na Ref. [68]. De fato, se definirmos

Xop = o) (Bl (2.30)
onde |a), [8) =10), |o), temos
[Xag, XW‘S]:I: = (557Xa5 + 6045X'yﬁa (2.31)

onde [A,B], = AB + BA.
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O motivo por tras da emergéncia desses operadores de algebra incomum é que correlagoes fortes limitam consi-
deravelmente o espaco de Hilbert (por exemplo, excluindo os estados duplamente ocupados) e impdem vinculos &
dindmica eletronica de baixas energias. Essa interpretagio fica mais clara ao introduzirmos uma representacao dos
operadores X em termos de operadores fermionicos e bosoénicos usuais. Uma representagdo conveniente é dada em
termos dos chamados bosons escravos [71, 72|

Xoo =bTb , X0 = flb,
= fo’bT 5 Xoo = f;foa (232)

onde
o] _=1 . [Jo JE] = 0o, (2.33)
Jr
desde que trabalhemos no subespago determinado pelo seguinte vinculo

S fife 0T = 1 (2.34)

O operador bosonico bf (b) cria (destr6i) um buraco no orbital localizado, ao passo que o operador fermionico
fi ( fg)cria (destro6i) um estado de ocupagdo simples com spin o.

Em termos destes operadores de bosons escravos, a Eq. (2.29) pode ser reescrita como
Z €kCLUCk7U + Z (chLngbT + Vlé‘f;bckp) +ef Z f;fg (2.35)
k,o k,o o

Escrevemos agora a agio associada a esta Hamiltoniana, utilizando a Eq. (B.11). O vinculo descrito pela Eq. (2.34)
¢ imposto ao introduzimos o termo contendo um multiplicador de Lagrange i) (1) {ZU fo (D) fo(T)+b(T)b(1)—1
a acao

B ~
5 = /OdT S o (7) (0 + ) i +ng O + €5 +iA(7) fo (7)
k,o

+ Y [Vl (1) Jo (1B () + Vo (1)b(7) ek ()] +5(7) (0 + X (1) b(7) —iA(7) ¢ (2.36)

k,o

onde assumimos explicitamente que ex e €; sdo medidos com rela¢ao ao nivel de Fermi.

Neste ponto, introduziremos a aproximacao de ponto de sela, ou de campo médio, na qual substituimos os campos
bosonicos b () e i\ (7) por seus valores médios estaticos. Esta abordagem cai em uma classe geral conhecida como
limite de N grande [71, 72, 73, 74]. Métodos similares de N grande ja foram aplicadas com sucesso a outras areas
da fisica, como fendmenos criticos [75] e teoria de campos [76]. A ideia aqui é generalizarmos nosso problema para
um no qual o orbital localizado f possua uma degenerescéncia de spin dada por N = 2j + 1 (e ndo mais N = 2),
tomando em seguida o limite artificial no qual N — oco. Neste limite extremo, a fisica do sistema é descrita por
uma teoria de campo médio, e propriedades de N finito sdo obtidas através de uma expansao no parametro pequeno
1/N [71, 72, 73, 74]. Utilizando a notagdo convencional

() = (2.37)
Z</\> = €f—6f, (2.38)

reescrevemos a Eq. (2.36) como

So = /dT X e (1) 0 k) SRS MALICERIAC
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+ 3 [ (1) o (7) + W o (D) o (7)) + (12 = 1) (5 = 5) . (2.39)

k,o
O proximo passo é calcularmos a fungdo particdo Zy do sistema através das Egs. (B.8) e (B.9)
2, = / D (e (i60n) e (1)) D (o (i) Fr (i) ) . (2.40)
Como a agdo acima ndo contém termos de dois corpos, o célculo é similar aquele do caso ndo interagente, Eqs.

(2.13)-(2.15). Assim, integramos os graus de liberdade dos elétrons de condugao e geramos uma acao efetiva Sy,
dada por

Zy = ZC/D (fg (iwn) f> (iwn)) e=Sers (2.41)
onde
Z, = det[—iwy, + €], (2.42)
e
Sepr = 3 fo liwn) (—iwn + & + 12 (iwn)) fo (iwn) + B (r2 = 1) (Ff — )., (2.43)

com a func¢do de hibridizagao dada pela Eq. (2.17), com p = 0, uma vez que agora medimos €j com relagio ao nivel
de Fermi. A funcao particdo Zj é, entao, dada por

Zy = Z.exp Zln (—iwn + €5 + r°A(iwy)) — B (r* = 1) (&5 — €5) |, (2.44)
e a energia livre, lembrando que Fy = —T1nZy,
F, = —TZln (—iwn + &5 +1°A (iwy)) + (r* — 1) (Ef —€y). (2.45)

A extremizagao da energia livre acima, com relagao a r e €y, leva-nos as equagoes de campo médio
2T "Gy (iwy) = 1-17, (2.46)
n

2T " Gy (iwn) A(iwn) = (é5 —€5), (2.47)

onde a fungio de Green G (iw,) dos férmions f é dada por

Gy (iwn) = - ! (2.48)

iwp — €7 —12A (iwy)

Naturalmente, a funcio de Green dos elétrons localizados é dada por G (iw,) = r2G (iw,). Comparando esta
equagao com a Eq. (2.23), e utilizando a Eq. (2.28), vemos que mesmo neste modelo fortemente interagente ainda
temos a formacdo de uma ressonancia. Ela é agora localizada ao redor da energia renormalizada deste orbital € e
sua largura é dada por r2A (iw,,), sendo, portanto, renormalizada por 2.

Com as Eqgs. (2.46)-(2.48) terminamos o problema autoconsistentemente, pois dados os parametros €5 e A (w),
calculamos os valores médios estaticos dos bosons escravos r? e é7. Notamos ainda que a Eq. (2.46) nada mais é do
que a imposicdo do vinculo (2.34) na média, uma vez que a soma de Matsubara 27 G 7 (iwy,) d& precisamente
ny [59, 60].

Para ilustrarmos o contetido dessas equacoes de autoconsisténcia, vamos resolvé-las no chamado limite Kondo.
Em seu trabalho original [34], Anderson mostrou, utilizando uma teoria de campo médio de Hartree-Fock, que
acima de um valor critico de interagdo U. ~ 7[', onde T' é a largura da ressonancia do estado f (Eq. (2.25)), o
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momento localizado adquire uma magnetizagdo M = (ny;) — (ns)) finita. Contudo, essa solucdo ignora flutuagoes
quanticas de spin que fazem com que este momento localizado tunele, em uma lenta escala de tempo 7|, entre os
estados atomicos degenerados |1) e ||}, Eq. (2.2). Sao precisamente estas flutuagbes quanticas que estdo por tras
do efeito Kondo [67], que faz com que o momento localizado seja blindado pelos elétrons de condugao através da
formacdo de um singleto. Introduzimos uma temperatura Tk, a temperatura Kondo, associada a esse tempo de
tunelamento Tk ~ 1/77), e que também d& a largura da ressonancia na Eq. (2.48). A temperatura Kondo marca o
“crossover” entre um comportamento do tipo Curie para a susceptibilidade magnética x ~ 1/T a altas temperaturas
e um comportamento paramagnético x ~ 1/Tk a baixas temperaturas.

No limite Kondo, temos ny ~ 1 e, pela Eq. (2.46), podemos escrever ny = 1 — r*, o que implica que
Como U — o0, a dupla ocupagao estd descartada, contudo, ndo basta supormos que o nivel de Fermi dos elétrons
da banda de condugao u, com p = 0, seja maior do que €, para que o estado f esteja sempre com ocupagao simples.
Além disso, precisamos que |es| > I' para que ndo haja hibridizacdo entre o elétron localizado f e aqueles da banda
de conducao. Por fim, consideraremos como constante a densidade de estados dos elétrons da banda de conducgao

2 2

— 0.

_ [ 12D, jw|<D
Pc (w) - { O, |w‘ >D ’ (249)

onde D é a meia largura de banda. Consideramos também que apenas o valor da fun¢io de hibridizagdo na superficie
de Fermi seja importante

Aw)=A0) = &+il, (2.50)

naturalmente com ® = Re [A (0)] e ' = Im [A (0)], este tltimo novamente dado pela Eq. (2.25).
Utilizamos agora os resultados do Apéndice (A) para reescrevemos as equagoes de campo médio (2.46) e (2.47)
no limite ' — 0

71T/OOO Re [éf (zw)} do = —g, (2.51)
i/ooo Re [A (i) Gy (i) do = (& —<p). (2.52)

Olhamos primeiramente a Eq. (2.51). Utilizando as Egs. (2.48), (2.49) e (2.50), temos

~ Q(I) D 1 2
C(E )/ i Ao = T (2.53)
@ 0 (w—r2)" + (& +1r2®) 2

Devemos considerar, em um primeiro momento, o limite superior da integral como a largura de banda D, pois é na
regidao |w| < D que temos I' # 0, Eq. (2.25) . Contudo, como o integrando cai com 1/w? para w — oo, podemos
neste caso fazer D — oo para simplificar o célculo da integral, donde vem que

1 ¢ w e r?

——arctan | ———— = ——

™ gf +r2d 27 2’

1 (m —r2T r2
——{Z —arctan |———— = ——. 2.54
w{z arctan Lf+r2q>“ 2 (2:54)

Como 72 — 0, devemos ter o lado esquerdo da equacio acima tendendo a zero, o que implica que podemos expandir
o arco-tangente com o seu argumento indo para infinito, o que equivale a €; + r2® — 0, donde obtemos

(2.55)

e vemos que, de fato, a condicdo €y + r2® — 0~ é satisfeita. A equacdo acima mostra que, no limite Kondo,
r? — 0, a energia renormalizada do orbital localizado aproxima-se da energia de Fermi, independe do valor inicial
da energia despida €. Isso faz com que a ressondncia da Eq. (2.48) esteja, assim, centrada na energia de Fermi e
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possua largura r?T". Tal ressonancia no nivel de Fermi ¢ conhecida como ressonancia Kondo [67], e sua largura é
dada pela temperatura Kondo, Tk = r°T.
Passamos agora a solugao da segunda equacao de campo médio

2 [P P (&7 +1r2® D I (w—r2l
_7/ (2f ) 2dw+—/ (2 i) ydw
0 (w—12T)" + (€ +129) mJo (w—12T)" + (€ +12®)

= (& —€y). (2.56)

™

A primeira equagao ¢é idéntica aquela associada & primeira equagdo de campo médio, Eq. (2.53), e restringimo-nos
ao calculo da segunda integral. Note que, neste caso, nao podemos tomar o limite D — oo, pois o integrando cai
apenas com 1/w, e, assim, a semilargura de banda D entra como um limite para os valores de frequéncia. Diante
dessas consideracoes, temos que

2 2
r D —r’T)" + (éf +r?®
—r?® + —In ( 2) ~( ! 2) = (& —€yp). (2.57)
TP + (o + r29)
Neste ponto, utilizamos a Eq. (2.55) para escrever €; = —r2®, desprezando termos de ordem superior. Além disso,
temos que D >> 2T, donde vem que
2F1 D /]
—In|—==| = lef],
72T f
T =r*T = De 7lerl/2l, (2.58)
e vemos assim que, embora a ressonancia sempre ocorra na energia de Fermi, sua largura depende exponencialmente
de €f-
No caso de U finito, podemos estimar a temperatura Kondo utilizando essa expressdo acima. Para tal, con-
sideramos o modelo de Anderson simétrico, no qual e; = —U/2, e assim escrevemos a temperatura Kondo como
[67]

Tx = De U/, (2.59)

Esta dependéncia exponencial de Ty com U pode ser obtidal, por exemplo, utilizando-se a teoria de campo médio
de bosons escravos de Kotliar e Ruckenstein, como discutida na secdo (2.2.4).

2.2 Correlacoes, desordem e o modelo de Hubbard

Nosso trabalho é centrado no estudo de sistemas fortemente correlacionados. O termo correlacdo, como usado em
nosso trabalho, possui o mesmo sentido daquele mais usual utilizado em matematica, e expressa simplesmente o
fato de que o valor esperado de um produto de quantidades quaisquer A e B (funcdo de correlacdo) é, de maneira
geral, diferente do produto dos valores esperados de cada uma das quantidades separadamente

(AB) = (A)(B)+ Correlagoes. (2.60)

Baseado nesta definicao, podemos pensar nas correlagoes como descrevendo efeitos que vao além de aproximagoes
obtidas pela fatoracao das funcoes de correlagao. Tais aproximacoes sao conhecidas como aproximagoes de campo
médio estéticas como, por exemplo, a aproximacdo de campo médio de Weiss para o modelo de Ising [11], ou a
aproximagao de Hartree-Fock para o modelo de Hubbard [60].

Em materiais reais, correlagdes sdo especialmente importantes quando dois elétrons (com spins opostos) ocupam
0 mesmo orbital estreito d ou f. Podemos estimar seu grau de correlagao da seguinte forma. Os elétrons movem-se
em um metal com uma velocidade v =~ vp, onde vp = ep/hkp € a velocidade de Fermi e kr é o vetor de onda
de Fermi. Escrevendo k;l ~aecp =D, onde D é a semilargura de banda e a o pardmetro de rede, obtemos
v ~ Da/h. Por outro lado, podemos definir uma velocidade tipica como v ~ a/At, onde At é o tempo médio que o
elétron passa em um determinado orbital (4tomo), donde vem que

h
At ~ —. 2.61
t~ o (261)

INote, contudo, que h& um fator extra de 1/2 no expoente, refletindo o fato que, para U finito, ha dois canais de flutuagio, Eq. (2.4).
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LY rme®-

Tempo

Figura 2.1: Representacdo do modelo de Hubbard em uma rede quadrada (os ions da rede sdo assumidos fixos).
Os elétrons movem-se de um sitio (fon) da rede para um de seus (quatro) primeiros vizinhos com uma amplitude
de “hopping” t. Quando dois elétrons de spins opostos ocupam o mesmo sitio da rede, eles pagam uma energia U
devido a repulsdo Coulombiana existente entre eles. Analisando a dindmica de um tunico sitio, vemos que, como
funcao do tempo, sua ocupacao muda, podendo ele estar vazio, com ocupacao simples ou dupla.

Vemos assim que, quanto mais estreita ¢ a banda de um orbital, mais tempo o elétron passa em um determinado
atomo e mais ele sente a presenca dos outros elétrons. Nesta classe de materiais que apresentam bandas estreitas
figuram elementos que possuem as camadas d ou f parcialmente preenchidas, como, por exemplo, os metais de
transicao V', Fe, Ni e seus Oxidos, ou as terras raras, como Ce e Fu. Este confinamento espacial dos elétrons
aumenta os efeitos da repulsdo Coulombiana entre eles, fazendo com que se tornem fortemente correlacionados.

O modelo mais simples para tratarmos as correlacoes ¢ o modelo de Hubbard [31, 32, 33]

H = —tY ceotUD nini, (2.62)

(ig).0 g

onde c}a(cw) cria (destroi) um elétron com spin ¢ no sitio 7, N, = cjacw d4 o numero de elétrons com spin ¢ no sitio
i, t € amplitude de “hopping” entre os sitios vizinhos i e j e U é o termo de repulsao Coulombiana local que existe
apenas quando dois elétrons ocupam um mesmo sitio . O primeiro termo de H é o termo de energia cinética, pois
descreve o movimento dos elétrons através da rede pela sua destruigio (criagao) em sitio i e sua criagdo (destruigao)
no sitio j. Se olharmos a ocupagdo de um determinado sitio como fun¢do do tempo, ele poderé estar tanto vazio
(10)), com ocupagdo simples (|T)ou|])) ou dupla (|2)), Fig. (2.1).

Apesar de sua aparente simplicidade, o modelo de Hubbard s6 possui solu¢do exata em uma dimensdo [77].
Para dimensoes superiores, precisamos empregar alguma aproximacao para resolvé-lo. H4, contudo, dois limites nos
quais podemos resolvé-lo facilmente.

O primeiro é o regime nao interagente, no qual U = 0. Neste caso, a diagonalizacdo da Eq. (2.62) pode ser feita
por uma simples transformada de Fourier e geramos uma banda de dispersio ¢ (k). Para uma rede hiper-ctbica em
d dimensoes, com dimensao linear L e sujeita a condicoes periddicas de contorno, podemos escrever

d
e(k) = =2ty cos(ki), (2.63)
i=1

com k; =2mn;/Len; =0,£1,£2,--- £ (L/2—1),L/2. A semilargura de banda D é, entdo,

D = zt=2dt, (2.64)
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onde z é numero de coordenagao ou nimero de primeiros vizinhos, que em uma rede hiper-ctubica é dado simples-
mente por z = 2d. Os autovetores sao estados estendidos de Bloch

k) = derii) (2.65)

1

onde |i) é o estado associado ao sitio i, que esta situado na posigdo r;. A func¢do de onda (r| i) é centrada ao redor
do sitio i e decai & medida em que dele nos distanciamos. Um conjunto de func¢oes que apresenta essa caracteristica
sdo as fungoes de Wannier [3]. Neste regime, o modelo sempre descrevera um metal, desde que a ocupagio dos
sitios n = N/LY, onde N é o ntimero de elétrons, seja diferente de 0 (banda completamente vazia) ou 2 (banda
completamente cheia).
O outro limite € o limite atomico, no qual temos ¢t = 0. Aqui o problema reduz-se a um problema de um tnico
sitio. Os quatro estados quinticos deste limite, bem como suas respectivas energias, sao
2)  E@2)=U;
0)  E(0)=0;
0.0 E@)=0; (2.66)

Conhecendo o espectro podemos, por exemplo, calcular a funcio particdo de cada sitio,

Z =Y fale PH=mN o) = 14 2e 4 e AU=20), (2.67)

onde B =1/T e p é o potencial quimico, bem como sua energia livre

F
f=17 = ~Th (1 + 2¢PH 4 e—W—?H)) : (2.68)
ou sua ocupagao
N 1 8 —_B(U—2p) 3 —B(U—2u) 8 —pw—2m\ "
n=17 = 2(26”—1—26 ﬂ):z(e“re “)(1+2e”+e “) : (2.69)

Desta ultima equagio vemos que o caso de semipreenchimento, n = 1, corresponde a u = U/2. Embora obtida no
limite atomico, essa relagao é valida mesmo para t # 0, desde que tenhamos simetria particula-buraco [60].

Considerando agora o caso especial de semipreenchimento, vemos que, para U/t < 1, o sistema se comporta
como um metal, uma vez que o termo de energia cinética é o dominante e tende a delocalizar os elétrons, Eq. (2.65).
Ja no limite em que U/t > 1, o sistema comporta-se como isolante, dado que o termo de interagdo é o dominante e
a dupla ocupagdo torna-se energeticamente desfavoravel, Eq. (2.66). Isso faz com que o sistema minimize a energia
localizando os elétrons. Portanto, deve haver algum valor critico de interagao U, no qual haja uma transicao de um
metal para um isolante. Tal transicao metal-isolante induzida por correlacoes é conhecida transicao metal-isolante
de Mott [30].

Além das correlagoes, as propriedades de materiais correlacionados sao influenciadas pela presenca de desordem.
Por desordem entendemos qualquer desvio da periodicidade da rede, como defeitos pontuais (impurezas, vacancias
ou intersticios) e discordancias [3]. Modelaremos a desordem por meio da introdugdo de um nivel de energia ¢; para
cada um dos sitios da rede [19], chegando ao modelo de Hubbard desordenado

— § : T
H = €iCisCio
i,0

Consideramos que estas energias ¢; sdo descorrelacionadas entre sitios e especificadas por uma distribui¢do de
probabilidade P (¢) (geralmente uniforme ou Gaussiana), cuja variancia ¢ dada por W2. Deste modo, W caracteriza
a forca da desordem.

Também podemos estudar alguns limites simples deste modelo, como fizemos para o caso em que W = 0.
Considere o limite de desordem forte e nao interagente no qual U = 0 e W > t. Neste caso, temos uma colecao de
sitios independentes, cada um com sua energia dada por ¢; associada ao estado |i). Aplicando teoria de perturbagao
[78] no “hopping”, podemos calcular a corregdo para os autoestados como

o) = Z%Ij% (2.71)

itg Y

Y tigelycio +U Y iy (2.70)

— 4
(i3),0
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-5t +5t

Figura 2.2: Distribuicdo espacial das energias dos sitios em uma rede quadrada. Como estas energias nao possuem
correlagbes espaciais, sitios vizinhos possuem energias tipicamente muito diferentes.

Como a desordem é muito grande, temos, de forma geral, que sitios vizinhos possuem energias tipicamente muito
diferentes, o que faz com esta correcdo para os autoestados seja pequena, Fig. (2.2). Portanto, vemos que neste
limite os estados eletronicos sdo localizados, mesmo para ¢t # 0. Como vimos que no limite em que W/t < 1
os estados eletronicos sido estendidos, Eq. (2.65), esperamos que haja um valor critico de desordem W, para o
qual esta transicao ocorra. Tal transicao metal-isolante, que é causada pela desordem, é conhecida como transicao
metal-isolante de Anderson.

Por altimo, investigaremos os efeitos da desordem na transicao de Mott no limite atémico, t = 0. Sem a presenca
da desordem, cada sitio da rede possui dois niveis de energia, Eq. (2.66): E (1) =0e E(2) =U. Se o sistema esta
em semipreenchimento (u = Er = U/2), cada sitio possui apenas um elétron, permanecendo os niveis E (2) vazios.
Temos assim um momento magnético para cada sitio, e um “gap” igual a U para excitacoes de carga, vide Fig.2.3.

Quando adicionamos desordem ao sistema, cada um desses niveis de energia sofre um deslocamento por uma
energia ¢;, que é aleatoriamente distribuida no intervalo [-W/2, W/2]. Para W < U a situac¢do nao muda, pois
todos os niveis E!(2) = ¢; + U permanecem vazios. Para W > U, aqueles sitios com ¢; > U/2 possuem o
nivel B! (1) = ¢; + 0 > Ep e estdo vazios. Igualmente, aqueles sitios com ¢; < —U/2 possuem o nivel excitado
E!(2) =¢;+ U <EFp e estdo duplamente ocupados.

Portanto, no regime em que W > U, hé sitios que podem estar vazios ou com ocupacdo dupla. Aqui também
temos o “gap” de Mott fechado (estados com ocupagdo dupla e vazios coexistem), embora uma parcela dos sitios
permaneca com momentos magnéticos localizados. Os autores da Ref. [79] descrevem esse estado como uma mistura
ndo homogénea de isolantes de Mott e de Anderson e o chamam de dois fluidos.

Para valores arbitrarios de U, W e t, necessitamos de alguma aproximacgdo para resolvermos o modelo de
Hubbard. Utilizaremos aqui as chamadas teorias de campo médio. Como implementada aqui, esta abordagem
consiste em concentrarmos toda nossa atencao na dindmica de um tUnico sitio inserido em um campo médio criado
por todos os outros sitios, sendo que tal campo médio, ou efetivo, é determinado de maneira autoconsistente.
Discutiremos abaixo exemplos deste formalismo.

2.2.1 Teoria de Hartree-Fock

A abordagem de campo médio mais simples para o modelo de Hubbard é a teoria de Hartree-Fock. Na verdade,
como o termo de interacdo no modelo de Hubbard é puramente local, o termo de troca nao aparece e a teoria de
Hartree-Fock reduz-se imediatamente & teoria de Hartree. Essa abordagem comeca assumindo que a ocupacgao de
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Anderson Mott
Mott-Anderson

Figura 2.3: Ocupagao dos niveis de energia no limite atomico para um isolante de Anderson (esquerda), Mott
(direita) e Mott-Anderson (centro). Retirado da Ref. [79]. No isolante de Mott-Anderson, a desordem W é
comparéavel & interacao U, e surge um comportamento de dois fluidos. Os spins dos momentos localizados presentes
nesta fase estdo orientados aleatoriamente, indicando que ndo ha ordenamento magnético. A energia de Fermi Er
esta indicada pela linha tracejada.

cada sitio pode ser escrita como seu valor médio mais flutuagoes ao redor dessa média

nig = (nip) + Qg (2.72)
n; = <nil>+Ail' (2.73)

Reescrevendo o termo de interagdo local da Eq. (2.70) em termos da definigdo acima, temos
mirngg = (nap) (nag) + Dip (nay) + (i) Agy + 0 (A%) (2.74)

onde ignoramos os termos quadraticos nas flutuagoes. Reescrevendo a Eq. (2.74) em termos das variaveis originais,
temos

ning = ngp (ag) g () — (nap) (nay) - (2.75)
A Eq. (2.70) fica agora
HHF = ZEZ'UTLig —t Z CIO,C]‘U —UN (n“) <niL> 5 (276)
io (ij),o
onde N é o numero de sitios e
Ei = & + U <ni70—> . (277)

A Eq. (2.76) descreve agora uma rede desordenada n#o interagente, cujas energias dos sitios sdo dadas pela Eq.
(2.77). Naturalmente, para complementarmos a solugao, precisamos suplementar estas equagoes com uma condi¢ao
de autoconsisténcia para encontrarmos os valores médios da ocupacao. Para tal, diagonalizamos o Hamiltoniano
efetivo (2.76) e com seus autovalores e autovetores obtemos (n;;) e (n;)). Iteramos este procedimento até que a
convergéncia seja atingida.

Pela Eq. (2.75), fica claro que a teoria de Hartree-Fock se baseia na fatora¢io do termo quértico de interagao.
Olhando, por exemplo, o limite fortemente interagente em que U > D, vemos que a ocupac¢ao dupla é fortemente
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suprimida, pois é energeticamente desfavoravel. Veja, por exemplo, as Egs. (2.66). Nesta situacdo temos claramente
que (nyn|) # (n1) (n;), e assim ndo podemos fatorar o termo de interacdo na Eq. (2.62), sob pena de, ja de inicio,
excluirmos fendmenos associados a fortes correlacoes, como a transicdo de Mott. Isso faz com que a aproximacao
de Hartree-Fock seja restrita a pequenos valores de U ou a baixos valores da densidade eletronica n (longe do
semipreenchimento).

2.2.2 Teoria Dinamica de Campo Médio (TDCM)

Uma abordagem nao perturbativa em U para o estudo de sistemas correlacionados é dada pela teoria dindmica de
campo médio. Para facilitar nossa discussao, consideraremos primeiramente o caso limpo, W = 0. Como estamos
sempre interessados em estudar a transicdo de Mott, restringimo-nos & solu¢do paramagnética, na qual (n;;) = (n;).
Seguindo o espirito usual das teorias de campo médio, a ideia central da TDCM consiste em mapear o problema
de uma rede interagente em problemas de uma unica impureza magnética embebida em um meio (banho) efetivo,
meio este a ser determinado de maneira autoconsistente [20, 21, 22]. Em formulagdes mais avancadas, esta unica
impureza é trocada por um “cluster” de impurezas magnéticas [80, 81, 82, 83].

Essa teoria comeca tomando um sitio genérico da rede, digamos, o sitio [/, e integrando sobre todos os outros,
gerando uma acao efetiva para . A aproximagio da TDCM, que é exata quando a dimensao d — oo [23], consiste
em reter, além da repulsao local de Hubbard, apenas termos quadraticos nos operadores de criagao e aniquilagao.
A acao efetiva para o sitio [ fica

B B
Serp = —/ dr/ dr’ Z o (1) Gyt (1 — 7)1 (1)
0 0
B

+ U/o drngy (1) ngy (7). (2.78)

A funcao Gy (7 — 7') fornece a amplitude efetiva para um férmion ser criado no sitio isolado ! no tempo 7 (vindo do
banho externo) e ser destruido no tempo 7’ (voltando para o banho).

Ressaltamos que o campo médio visto pelo sitio I, representado aqui por Gg (7 — 7'), é, na verdade, uma fungio
do tempo, em vez de um campo médio estitico, como no caso da teoria de Hartree-Fock discutida anteriormente.
Isto faz com que a agao efetiva S, ¢ ainda seja um problema de muitos corpos, pois d4 conta das flutuagoes quanticas
que descrevem transigoes entre os quatro estados quanticos possiveis do sitio [ (|0), |1), |1) e |2)), através da troca
de elétrons com o restante da rede, descrita aqui como um banho externo, Fig. (2.4). Esta agao efetiva é equivalente
aquela do problema de uma impureza de Anderson [84]. A TDCM é uma aproximacao ideal para uma teoria dos
liquidos de Fermi local [85], pois descreve uma fisica que é consideravelmente nio local no tempo, Eq. (2.61), mas
local no espago.

O fato de a acado efetiva para o sitio [ ser idéntica dquela do modelo de uma impureza de Anderson permite
que utilizemos os resultados da segdo (2.1). Em particular, utilizando a Eq. (2.23) podemos escrever G, ' (iw,,) em
termos da fungdo de hibridizacao A (iw,,)

Gyt (iwy) = w4+ pu—A(iwy,), (2.79)

sendo que A (iw,) descreve a hibridizagao entre o elétron, ou elétrons, no sitio [ e o restante da rede. Contudo,
notamos que, enquanto no modelo de Anderson original (Eq. (2.1)) ha dois tipos de elétrons, os de conducgdo e
os do orbital localizado, neste caso ha apenas um tipo de elétron, que faz as vezes tanto da impureza magnética,
quanto dos elétrons do banho.

Um conjunto completo de equagdes de campo médio é obtido adicionando-se & Eq. (2.78) uma expressdo que
relacione Gy (iwy, ) , ou, equivalentemente, A (iw, ), com quantidades calculadas diretamente de S. ;. Para iniciarmos
esta construgdo, devemos notar que no contexto da TDCM a autoenergia dos elétrons é puramente local no espacgo
[20], ou seja

Bij (wn) = 63 (iwn), (2.80)

o que implica que a sua transformada de Fourier independe de k, ¥ (k,iw,) = X (iwy,).
Podemos calcular a fungao de Green local interagente partindo direto da agao efetiva dada pela Eq. (2.78)

G- == (T la@d@)]), »  Gliv)= /Oﬁ drG (1) e, (2.81)
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Banho externo

TDCM

Figura 2.4: Visdo esquemética da teoria dindmica de campo médio. Esta teoria mapeia o problema de férmions
interagentes em uma rede para um problema no qual temos apenas um sitio desta rede inserido em um banho
externo gerado por todos os outros sitios. Embora local no espago, esta teoria descreve a dindmica temporal dos
elétrons na medida em que eles entram e saem do banho externo.

sendo que no espaco de frequéncia podemos parametrizé-la da seguinte forma
Gl iwn) = w4+ p— A (iw,) — 2 (iwy) , (2.82)

A condi¢do de autoconsisténcia que buscamos é atingida ao impormos que G (iw,), definida na Eq. (2.81),
coincida com Gy (1 —7') = — <TT [cl (1) clT (T’):| >, que ¢é a funcdo de Green local interagente de um corpo para o

sitio [ calculada diretamente da agdo completa do sistema, e nao de Scsy. Como a autoenergia é local, Eq. (2.80),
a funcao de Green da rede Gy; é calculada como

Gu(iwn) = GV le; — e+ 3 (iwn)], (2.83)

onde Gl(lo) é a funcdo de Green do Hamiltoniano de Hubbard (Eq. (2.62)) ndo interagente. Notamos que uma
relacdo similar (Equagdo de Dyson) relaciona exatamente a funcio de Green da rede interagente com aquela nao
interagente. Contudo, nessa formula¢ao exata, a autoenergia possui uma dependéncia nao local no espago, ou,
equivalentemente, com o momento k. Aplicando agora a condi¢do de autoconsisténcia, obtemos que

G (iwy) = Gy (iwy),
1

Alion) = don =B liwn) = s

(2.84)

Logo, iniciamos o algoritmo de solu¢do para o problema com um palpite inicial para A (iw,), que utilizamos
para resolver o problema de uma impureza associado, obtendo assim ¥ (iw, ). Com esta autoenergia, utilizamos a
Eq. (2.83) para calcularmos a fun¢io de Green da rede Gy (iw,,), que, quando colocada na Eq. (2.84), fornece um
novo valor para a funcao de hibridizacao, permitindo-nos reiniciar o ciclo.

2.2.3 Teoria Estatistica Dinamica de Campo Médio (TEDCM)

Gostarfamos agora de incluir efeitos da desordem na abordagem de campo médio desenvolvida acima. O nosso
objetivo é descrever exatamente todos os efeitos da desordem, continuando a tratar as interacoes dentro do espirito
de TDCM. Isso ¢é alcancado dentro da teoria estatistica dinamica de campo médio (TEDCM) [25].
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Como na TDCM, fixamo-nos em um sitio particular da rede [ e integramos sobre todos os outros, mantendo

apenas os termos quadraticos nos operadores fermionicos. Devido a desordem, os banhos gerados nao sao mais os
mesmos para todos os sitios, sendo introduzindas assim flutuacoes espaciais no sistema. A acao efetiva para um
sitio [ é entao

s
nglf)f = > / drcis (1) (8- + &1 — 1) ¢io (1)
o 0

_|_

B B B
z{; /0 dr /0 dr'e, (1) A (1 = 7' ap (T') + U /0 drngy (t)nyy (1), (2.85)

ja utilizando a equivaléncia entre Scs; e a acao do problema de uma impureza de Anderson. Neste formalismo,
a autoenergia eletronica ¥; (iw) permanece local, embora passe agora a depender do sitio devido & introdugao de
desordem [25], ou seja

Bij(wn) = 635 (iwn) . (2.86)

Chamaremos de fungdo de Green local aquela fungdo de Green associada a agio efetiva (2.85), Gl(loc) (r—1) =

- <TT [cl (1) czf (T’)} >S , que é dada por

eff

(loc) /- _ 1 9
G (iwn) i + i — 21 — D (iwn) — 2 (iwp)” (2:87)

A funcao de Green da rede é obtida novamente por um deslocamento das energias dos sitios, com a diferenca de
que agora, além de depender da frequéncia, este deslocamento varia sitio a sitio

Gu(iwy,) = GV e; — e+ 3 (iwn)] (2.88)

onde Gl(lo) é a fungdo de Green do Hamiltoniano de Hubbard desordenado (Eq. (2.70)) ndo interagente. Aplicando

a condicao de autoconsisténcia Gy (w) = Gl(loc) (w), ou seja, igualando as Eqgs. (2.87) e (2.88), vem que

1

G (o) (i) (2.89)

Al (an) = Z'(.L)n +u—e — Zl (an) —

O algoritmo da TEDCM pode ser sistematizado da seguinte forma:

1. Comegamos com um palpite inicial para a func¢do de hibridizagao Al(a"tigo) (w);
2. Resolvemos os problemas de uma impureza associados a cada um dos sitios da rede, Eq. (2.85), para encon-
trarmos a autoenergia El(an“go) (w) e as func¢oes de Green Gl(loc)(‘m“go) (w) locais (Eq. (2.87));

3. Utilizando El(“"tigo) (w), calculamos as fungoes de Green locais da rede interagente Gl(l(mtigo) (w), Eq. (2.88);

4. Aplicando a condigao de autoconsisténcia da TEDCM Gl(f”tigo) (W) = Gl(loc)(“”tigo) (w) a cada um dos sitios da
rede, calculamos os novos valores da funcio de hibridizacio Al(m’“o) (w), através da Eq. (2.89). Comparamos

ti . .
agora os valores de Al(‘m 99 (W) e Al(m”o) (w) e retornarmos ao passo 1, caso a condi¢do de convergéncia nao
tenha sido atingida.

No Apéndice (A), discutimos a implementagdo numeérica do algoritmo.

2.2.4 Bosons escravos

Comegaremos discutindo como a técnica de bdsons escravos se aplica ao Hamiltoniano de Hubbard, Eq. (2.62). Em
seguida, utilizaremos esta técnica para resolver os problemas de uma impureza associados definidos por (2.85).

A ideia aqui é aumentarmos o espago de Hilbert em cada sitio para que contenham, além dos férmions originais,

um conjunto de quatro operadores bosonicos, e; (el), d; (dj) € Dio (p;ra), que estao associados respectivamente a
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sitio vazio, ocupacdo dupla e ocupagdo simples [65]. Este novo espago de Hilbert possui muito mais estados que o
antigo. Para eliminarmos estes estados nao fisicos, impomos os seguintes vinculos

Za ngpz‘a + ejei + dIdZ = 17 (290)

clptioc = plopic + dldi. (2.91)

O primeiro vinculo estabelece que sé ha quatro alternativas para a ocupacao de um sitio: vazio, ocupacao simples

ou ocupagao dupla. O segundo vinculo refor¢ca que ha duas maneiras de contarmos a ocupagido de um sitio: ou
olhamos para o numero de férmions (c;rocig> ou para o numero de bésons (p;rgpig + d;rdi).

Definiremos agora o Hamiltoniano dado pela Eq. (2.62) em termos dos operadores de bosons escravos. Para isso,

devemos fazer as transformagoes c;, — bi fio € czc,cig = fit, fio, com fis ( f;r ) sendo o novo operador fermionico de

destruicdo (criagao) de um elétron no sitio ¢ . Dai

H = Y tijfl fioblbjo +U > dld;, (2.92)
ij,o i
onde
—1/2 —1/2
bo = (1=plpio —dldi) " (elpio +pldi) (1=plopico —efes) (2.93)

A aproximacdo de campo médio ocorre quando trocamos os operadores bosonicos e; (ej), d; (di) € Dis (pja)
por seus valores esperados e = (e;) = <6I>, d={d;) = <d;r> e po = (Dig) = <pZTU>. Deste modo, o Hamiltoniano

resultante ¢ quadrético nos operadores fermionicos fi, e f1 e ¢ dado por

]:I = Z Zg Z tijf;rafja + NUan (294)
o iJ
onde N é o numero de sitios e
o+ P_od)’
7, = <bT b-a> — (bth,) = (ep 2.95
107 <(7 > (1—d2—p3)(1—62—p30) ( )

é o peso de quasiparticula. Vemos que Z, < 1 renormaliza o termo de “hopping” e, portanto, a massa efetiva das
quasiparticulas é

(2.96)

onde m é a massa nao renormalizada pelas interagoes.

2.2.5 Solucao do problema de uma impureza via bésons escravos

Reescreveremos a agao dada pela Eq. (2.85) em termos dos bosons escravos definidos anteriormente. Para tal,
faremos as seguintes associacoes: ¢;; — by fio € C;GCza = flTafl(,, com by, dado pela Eq. (2.93). Segue-se que

153
s, = % / dr i (7) (O + 1 — 1) fuo (7)
T s s
+ 3 / dr / 7 fio (1) (1) B0 = 7 (7) ua () +U [ ardi @) (20m

Vemos que o segundo termo da equacdo acima recebeu as variaveis by, (1) e by, (77), a0 passo que o primeiro termo
nao. O fato é que no, primeiro termo, todas as varidveis estao calculadas no mesmo tempo 7, e temos o equivalente

a um operador nimero (f;a (1) fio (7')) que permanece inalterado (cjgclg = flT(,fl(,).
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Equivalentemente, podemos escrever os dois primeiros termos da Eq. (2.97) no espago de frequéncias imaginarias

Sélf)f = Z fio (iwn) (—iwy, + &1 — p) fio (iwy)

s
+ Y fio (iwn) big (iwn) Ay (iwn) big (iwn) fio (iwn) + U /0 drdy (1) dy (1) . (2.98)

n,o

Para impormos os vinculos dados pelas Egs. (2.90) e (2.91), introduziremos dois multiplicadores de Lagrange )\51)

2 . ~ . < . )
e )\l( ). Trataremos a parte bosonica da acdo dentro da aproximacdo de ponto de sela?, considerando também a
solucdo paramagnética. Assim, todas as varidveis bosonicas passam a ser independentes do tempo e iguais a seu
valor médio, que é independente do spin

SO = 3" fio (iwn) (—iwn + &1 — p+ ZiA; (iwn)) fio (iwn) + UBd?
+ ﬁ)‘l(l) (Zplzcr + el2 + dl2 - 1) + )‘l(g) Z (lea (an) fla (an) _pl20 - dl2) ) (299)
onde
-1
7 = <b}ablg> ' [1 — (et - d%)z] (er+di)? (1—e? —d2). (2.100)

Podemos calcular a funcao particdo nesta aproximacao de ponto de sela, pois a parte fermionica é quadratica nas
varidveis de Grassmann, e assim podemos integré-la exatamente:

20 = exp [Z In (ﬂwn tea—p+ 2P+ 24, (iwn))l x

exp [—5 {Udl2 £ (Zpl%, +eZ4d?— 1) AT (0}, + d?) H . (2.101)

Com a funcao partigdo, obtemos a energia livre Fe(lf)f

X

1 ) ‘
Fe(?f = ~3 Z In (—zwn +e —pu+ )\l(z) +qd\ (zwn)) + Ud?

+ A (Zpi, +ef +df - 1) =N (v + i) (2.102)

g

R e 1 2 . -
Temos quatro parametros variacionais independentes: e;, d;, /\l( e )\l( ). Devemos agora minimizar a energia livre

. . . o l ~
acima com respeito a cada um deles. Olhando para sua forma, concluimos que ao minimizarmos F e(f)f com relagao

a )\l(l) obteremos que o vinculo dado pela Eq. (2.90) ¢ satisfeito na média. Usando esse fato, a energia livre dada
pela Eq. (2.102) é reescrita como

1
FY, = -3 3 (—iwn e —p+ AN+ ZA, (iwn)> + UG -2 (1+d7 —¢}). (2.103)

Utilizando agora a Eq. (2.99), podemos calcular a fungdo de Green associada a esta agdo

~ 1
G(zoc).n:_<a-n t n> _ 2.104
19 i) = = (o i)l () | = g, (2.104)
onde definimos a energia renormalizada &; como
g = ea—p+ A2, (2.105)

2Esta discussdo é analoga aquela da secio (2.1)
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A Eq. (2.104) da a fungdo de Green das quasiparticulas. A fungdo de Green local dos elétrons fisicos Gl(loc) pode

ser obtida lembrando que, na aproximacao de bésons escravos, ¢ — bjs fio, € que 0s bésons sao tratados em ponto
de sela

Gl (i) = ZiIG (iwn) . (2.106)

Minimizando a energia livre dada da Eq. (2.103) com respeito a ¢, d; e /\1(2), obtemos o seguinte conjunto de
equagoes

Z
gelTZAz (iwn) G\ (iwn) = (u+& —e) e, (2.107)
l n
Z oc ~
gleZAl (iwn) G(l )(an) = (U—-p—-¢&+eg)d, (2.108)
l n
. 1
7Y G (iw,) = 5 (L—ef +di). (2.109)

Dividindo a Eq. (2.107) pela Eq. (2.108), temos que

g = —u+Udj—

-1
0% (aZld 6Zl> , (2.110)

de, \9e, " 04, !

e vemos que apenas os parametros variacionais e; e d; precisam ser determinados através das equagoes de campo
médio. Dada uma funcao de hibridizacdo A, (iwy,), resolvemos numericamente o sistema de equagoes, formado, por
exemplo, pelas Egs. (2.107) e (2.109), determinando assim os valores de ¢; e d; para valores fixos de U, u, T e &;.

Dentro da aproximacao de bésons escravos, também podemos encontrar uma parametrizacao para a autoenergia
eletronica Y (iwy, ). Igualando as Egs. (2.87) e (2.106), vemos que

1
by (an) = <1 - Z> +v—& + W, (2.111)
1
onde definimos que
5
w=e+20)—p = 71 (2.112)
1

é o potencial renormalizado de desordem.

2.2.6 Solucao do problema de rede via bésons escravos

Nesta se¢do, resolveremos o Hamiltoniano de Hubbard desordenado dado pela Eq. (2.2) considerando diretamente
a aproximacao de bdsons escravos na rede e mostraremos que este procedimento é equivalentes ao descrito anteri-
ormente, no qual empregamos esta abordagem de boésons escravos para resolvermos os problemas de uma impureza
associados da TEDCM.

O primeiro passo é realizarmos as transformacoes c¢;; — bio fio € c;rgcig = fiTU fis, onde o operador b;, é dado
pela Eq. (2.93), fis, fw sdo os novos operadores fermidnicos deste espaco de Hilbert aumentado e impomos os
vinculos (2.90) e (2.91) para eliminarmos os espacos nao fisicos. O Hamiltoniano resultante é

Hpe Z@fwfw > tiifh fiablebio + UZde (2.113)

ij,0

Agora, escrevemos a fungdo parti¢cdo para este modelo utilizando uma integral funcional

z - / [p(e,d,p,ww)} [D (f)] exp l /0 ﬁc(T)

iy = Sofh {5ij (& e —pt A(z)) — ty;b] JG} fio +> 0, (aT Al - Ag?) Pio

13,0 1,0
+ Y {ej (0 +27) i +d] <aT U+ -3 Aﬁ?) d; — Agﬂ} , (2.115)
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é a Lagrangeana correspondente ao Hamiltoniano efetivo da Eq. (2.113). Os multiplicadores de Lagrange )\1(1)
)\g) impoem, respectivamente, os vinculos (2.90) e (2.91).
Como estamos interessados no problema desordenado, manteremos a dependéncia com o sitio para os operadores

bosonicos e fermidnicos. Contudo, consideraremos a dependéncia temporal vinda apenas dos operadores fermionicos
fio (1) ( f;ra (T)) e ignoraremos aquela vinda dos operadores bosonicos e dos multiplicadores de Lagrange (aproxi-
macao de campo médio ou ponto de sela). Além disso, ja assumiremos desde o inicio a solugdo paramagnética
(pit =piy). A acdo S =— foﬁ dr L (1), calculada no ponto de sela, é dada por

S0 — Z (iwn, { i (—iwn, + &) — \/>tm\/7} fio (iwy)

ij,0,m

+ QZ{U(F [E: + 1 — &) [l—ef—l—df]}, (2.116)

onde o peso de quasiparticula Z; é definido na Eq. (2.100) e a energia renormalizada &; na Eq. (2.105). Acima,
j& eliminamos o vinculo dado pela Eq. (2.90), uma vez que ele é naturalmente satisfeito no ponto de sela ao

minimizarmos a acao com respeito a )\El)
A funcdo particao calculada no ponto de sela é dada por

2% = exp [ﬂZ{Udf[émtuei] [1—ef +d7]}

X

11 / [D(f)lexp | =D flLAij (wn) fio | -

ij,0
onde a matriz A;; (wy,) é dada por
Aij ((.dn) = 5ij (—zwn + él) —V Zitij\/ Zj. (2117)

A integral da parte fermionica é Gaussiana e pode ser avaliada, Eq. (B.4), o que nos da

20 = Cexp ﬂZ{Ud —[E+p—el[l - +d7] }+Ztr1nA (wn)

n,o

(2.118)

Pela definicdo da matriz A, Eq. (2.117), vemos que ela ndo depende do spin, e por isso a soma sobre o spin ja esta
explicitamente separada do traco.
Antes de prosseguirmos e avaliarmos o termo tr InA (w,, ), vamos encontrar a funcao de Green darede G;; (1 — 7') =

- <T7—CZ‘ (1) c;r (r' )>, onde T, é o operador de ordenamento temporal (imaginario), que deixa os maiores tempos

sempre a esquerda dos menores. Dentro da aproximagao do ponto de sela, Gy; (1 —7') = —Z; <T7fi (1) fiT (T’)> e

podemos escrever

. 1
Gii (’me) = 7ZZ X ? / |:D (67 dap7 )\(2))] [D (f)] fi,mf»imexp [7‘60] .
Para encontrarmos a fun¢do de Green, introduzimos termos de corrente na integral acima, o que nos da

. 20 52
Gii (Zwm) — _Z bos /[D (f)] Wexp — Z fkoAk] W/ fjg’ + Z ( ’fj,m/ -+ f;’m/Jj’m/> ,

kj,m’,o J=J*=0

onde ZJ & a parte bosonica da fungao parti¢do Z° definida na Eq. (2.118), tal que Z° = Z{ exp {an tr lnA (wn)] .

Como a integral é quadratica nos operadores fermidnicos f;, e f;fo, podemos realizar a integral Gaussiana, o que
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nos dé
. 62 * —1
G (Zwm) = —ZlWeXp - Z Jk,m’Akj (wm')Jj,m’
i,m 7 em kj,m’ J=J*=0
= —VZAG (wm) Vi
—  {i] (iwmZ ™ — v —H) i), (2.119)

onde os operadores Z e v sdo matrizes diagonais na base dos sitios tais que [Z]ij = Z;0ij; [v]ij = v;0;5, Hyp é 0
Hamiltoniano da rede limpa e ndo interagente [Hg] g = hij. Vale relembrar aqui que, como Z e v sao diagonais,
eles comutam entre si, e também que v = Z~/26Z-1/2 onde [€];; = €idij-

Dentro dessa aproximacdo, a energia livre ¢ definida como FY = —TInZ°, onde Z° ¢ dada pela Eq. (2.118) e
obtemos
FO = —2T) trln [—wnl +E+ zl/QHozl/ﬂ +Y {Ud — G+ p—al[1—ef+d7]}.  (2120)
n i

Podemos avaliar o traco na base dos sitios, o que nos da

FO = Z{—QTZ(?LHH [—z‘wn1+é+zl/2ﬂozl/2} iy + Ud? — [& + p — €] [1—e§+d?]}. (2.121)

g

Vemos que a energia livre da rede pode ser escrita como FY = Do F?, onde F? ¢é a energia livre local associada a

cada um dos sitios. Esta forma ja nos indica que a aproximacao de bosons escravos d4 uma descricdo puramente
local, analoga aquela da TEDCM. Minimizando F com respeito a €5, vemos que

27 " (il [iwnl —&- Z1/2H0Z1/2] o % liy = 6 (1—ef+d?)
n J

(1—el+d?). (2.122)

DO =

Acima, usamos o fato de que 0¢;/0€; = 0;;. Esta é a mesma expressdo encontrada anteriormente na Eq. (2.109),
ao utilizarmos a abordagem de bésons escravos para resolvermos os problemas de uma impureza associados dentro
da TEDCM.

Minimizando a Eq. (2.121) agora com respeito a e;

oY/ 07Z
T §n (4 {iwnl —&- zl/zﬂozl/ﬂ (a%z—l/QHOzl/2 + Zl/2H0z—1/2aej) liy = —28;[6+p—eie
3 -1 Zy - ~1/20Z; .
T <Z| [iwnl — —€— Zl/QH()Zl/Z} |k> <aka 1/2hk1’Zi1/2 + Z;/Qh,ﬂZz 1/28) = 7251‘]‘ [61‘ + o — 51'] €;.
e 86]‘ 8ej

Na passagem da primeira para a segunda linha, introduzimos a relacao de completeza ), |k) (k| = 1 e usamos que
hii = (k|Hp |i). Como hi, = hgi, Gir, = Gri e 02y /0e; = 6;x0Z;/De;, vemos que ambos os termos dentro dos
parénteses do lado esquerdo da equacao acima sao iguais, de forma que temos

7
0Z; Z Gik (an) hi = 2Z; [52 +u— Ei} €;. (2.123)
e

=2T
9 g n,k

A minimizacdo da Eq. (2.121) com relacdo a d; ¢ analoga

0Z;

2T
od;

> Gk liwn) iy = 2Z;[U—& — p+edi. (2.124)
n,k

Como vemos, as Eqgs. (2.123) e (2.124) ndo possuem a mesma forma das Eqgs. (2.107) e (2.108). Para finalmente
estabelecermos a equivaléncia entre elas, precisamos verificar a seguinte igualdade

A (iwn) Gii (iwn) = Y Gig (iwn) hii. (2.125)
k
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Para tal, reescrevemos a definigdo da func¢do de Green da rede dada na Eq. (2.119) em termos de operadores como

G (iwy) (iw,Z7' —v —Hy) = 1, (2.126)
donde
(1| G (iwn) {Z k) <k|} (iwnZ™' —=v—Ho) i) = 1,
k
<12L _ Ui) Gii (iwn) — ;Gik (iwn) by = 1, (2.127)
e portanto

. w .
> Gk (iwn) iy = ( Z? — vi) Gii (iwy) — 1. (2.128)
k K3
Agora, utilizamos a fungdo de Green local, Egs. (2.104) e (2.106), que emerge ao aplicarmos a aproximagcao
de bosons escravos para resolvermos os problemas de uma impureza associados dentro da TEDCM, de forma a
encontrarmos a fungio de hibridizacao A; (iwy,)

A (iwn) G (iwy) = (Z;? - vi> G (iw,) — 1. (2.129)

A condigiio de autoconsisténcia da TEDCM impée que G\°? (iw,) = Gy (iwy), 0 que nos d

W,
Z;

Comparando as Eqgs. (2.128) e (2.130), vemos que a condigdo para a equivaléncia entre os formalismos estabelecida
pela Eq. (2.125) é satisfeita.

Embora formalmente equivalentes, estes dois métodos sdo muito diferentes do ponto de vista numeérico. Ao
aplicarmos diretamente o formalismo de bosons escravos no problema da rede, precisamos resolver um conjunto
de 2N equagbes néo lineares acopladas, Eqs. (2.122)-(2.124), para todos os sitios da rede ao mesmo tempo. Ja
para o formalismo de TEDCM, resolvemos duas equagoes para cada um dos N sitios de forma independente, Egs.
(2.107)-(2.109), o que torna o algoritmo muito mais estavel. O prego que pagamos ao utilizarmos o formalismo da
TEDCM é que temos que fazer a soma sobre frequéncias nas Eqs. (2.107)-(2.109) numericamente, ao passo que
estas somas nas Eqs. (2.122)-(2.124) sdo feitas analiticamente, uma vez que a funcdo de Green neste formalismo
(Eq. (2.119)) é idéntica aquela do caso ndo interagente.
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Capitulo

Fase de Griffiths eletronica da transicao de Mott
em d =2

Efeitos da desordem em transicoes de fase quanticas tém demonstrado ser muito mais dramaticos do que para
sistemas cléassicos [16]. Para estas transi¢oes, alguns pontos criticos podem ser descritos como pontos criticos de
desordem infinita [18] com sua fase de Griffiths correspondente. Este comportamento exético é bem entendido para
sistemas magnéticos isolantes que apresentam um parametro de ordem com simetria discreta, mas ele pode ou nao
sobreviver em outros modelos, ou mesmo na presenca de dissipagdo devido aos elétrons de condugao [2, 86, 87].

Transicoes metal-isolante representam outra importante classe de transicoes de fase quanticas, com a caracte-
ristica especial de que esta transicao nao esta associada a nenhuma quebra de simetria. Teorias convencionais para
a transicio metal-isolante em sistemas desordenados [9] tratam a desordem na média. Embora estas abordagens
tenham o apelo de serem muito similares as teorias de transicao de fase usuais, elas nao incorporam a fisica de
eventos raros ou do ponto fixo de desordem infinita. Existe contudo um grande conjunto de dados experimentais
documentando a emergéncia de um comportamento do tipo ndo liquido de Fermi devido a presenca de configurages
raras de desordem [2, 88, 89, 90|, mesmo para sistemas que estejam longe de qualquer tipo de ordenamento de carga
ou spin, o que levou a introducdo do conceito de fase de Griffiths eletronica [17, 25, 37].

Para situarmos melhor nossa discussdo, descrevemos brevemente na se¢do (3.1) a teoria de Landau para transigoes
de fase, com especial enfoque nas transigoes de segunda ordem ou continuas. Também entramos no foco principal
da nossa pesquisa, que é exatamente como a desordem afeta as transicoes de fase. A maneira usual de encarar este
problema é tratar os efeitos da desordem na média, o que leva, por exemplo, & elaboracao do critério de Harris.
Para sistemas eletronicos, esta abordagem é certamente mais conveniente do ponto de vista operacional, contudo
ndo é capaz de capturar nem efeitos de localizacdo de Anderson nem a fisica de regides raras, que, como veremos,
sao de central importancia para explicarmos a fase de Griffiths eletronica.

A transi¢do metal-isolante de Mott na auséncia de desordem é discutida na secao (3.2.1). Esta é uma transicao
que ocorre em sistemas nos quais a repulsdo Coulombiana é comparével A energia cinética dos elétrons e envolve
a abertura de um “gap” (“gap” de Mott) na densidade de estados eletronicos. Como modelo para estudarmos esta
transicao, adotamos o tradicional modelo de Hubbard, que é vastamente utilizado no campo de sistemas fortemente
correlacionados. Para tratar este Hamiltoniano, utilizamos a aproximacao de bdsons escravos, que reproduz o
cenario de Brinkman-Rice para a transicao de Mott. Nesta aproximacgao de campo médio, ignoramos as correlagoes
magnéticas entre os sitios e focamos apenas nos efeitos locais da interagdo, obtendo uma descri¢do do tipo liquido de
Fermi para o metal, onde a massa efetiva das quasiparticulas é fortemente renormalizada, divergindo na transi¢do
de Mott, marcando assim a transmutacao dos elétrons em momentos magnéticos localizados.

Cientes do regime de validade do cenario de Brinkman-Rice, passamos ao estudo da transicao de Mott na
presenga de desordem na secdo (3.2.2). Tratamos a desordem exatamente através da diagonalizacdo numérica de
redes finitas, capturando os efeitos de localizagdo de Anderson e a fisica de efeitos raros. Construimos um diagrama
de fases para o modelo de Hubbard desordenado em d = 2 a T = 0. Se por um lado este diagrama possui o
comportamento geral esperado, ou seja, o aumento com a desordem do valor critico de interacao para o qual a
transicao de Mott ocorre, ele também apresenta uma caracteristica inédita: uma fase de Griffiths eletronica sempre
precedendo a transigdo [36]. Vemos também que as duas quantidades fisicas relevantes para o problema possuem
comportamentos distintos préoximos da transicao de Mott. Enquanto a distribui¢ao das energias renormalizadas dos
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sitios diminui sua largura, a largura da distribuicdo do peso de quasiparticula aumenta! Essa dicotomia dé& origem
a uma blindagem da desordem pela interacdo que depende da energia na qual sondamos o sistema [38].

A fase de Griffiths eletronica é explorada na segao (3.3). Antes do nosso trabalho, essa fase havia sido identificada
apenas na vizinhanca de transi¢oes metal-isolante induzidas pela desordem (transicdo de Anderson) em sistemas
eletronicos correlacionados. O nosso trabalho mostrou que esta fase estd também presente na vizinhanga de uma
transicao induzida pela interacao, mesmo para valores pequenos e moderados de desordem. Também fomos capazes
de monitorar melhor o comportamento critico do sistema e estabelecemos varios paralelos entre a fase de Griffiths
eletronica e aquela encontrada em magnetos desordenados. A importancia das correla¢oes espaciais é mais uma vez
reforcada ao compararmos os resultados em d = co e d = 2 e ao estudarmos as propriedades das regides raras em
nosso sistema.

3.1 Teoria fenomenolégica de Landau das transicoes de fase

A maioria das teorias modernas de transi¢ao de fase é baseada na teoria fenomenologica de Landau [11, 91, 92].
Landau introduziu o conceito de parametro de ordem, uma quantidade termodindmica que é zero em uma fase
(a fase desordenadal) e é diferente de zero na outra fase (fase ordenada). A escolha apropriada do parametro de
ordem varia consideravelmente de problema para problema. No caso de uma transi¢ao ferromagnética, ela é simples
uma vez que a magnetizacao total é um parametro de ordem. J& no caso da transicdo de Anderson, encontrar o
parametro de ordem em si é um problema complicado.

3.1.1 Introducgao

A teoria de campo médio de Landau baseia-se no fato de que a energia livre F' é uma fungao analitica do parametro
de ordem 7 e portanto podemos expandi-la em uma série de poténcia em n

F=Fy(n) = Fo+m*+u+un*+0 [7}5} . (3.1)

Aqui r, v e u sdo parametros que dependem de todos os graus de liberdade do sistema menos do parametro de
ordem 7. O valor fisico de 7 é aquele que minimiza Fr.. Se o minimo da energia livre corresponde a n = 0 o sistema
estd na fase desordenada, ao passo que se o minimo ocorre para algum 7 # 0, o sistema esta na fase ordenada.
Se v # 0, a transicdo de n = 0 para 1 # 0 ocorre descontinuamente, ou seja é uma transicao de primeira ordem.
Quando v = 0 (como geralmente é o caso por simetria), a teoria descreve uma transicdo continua ou ponto critico
para r = 0. Portanto, r mede a distancia do ponto critico. Por exemplo, r « (T — T,) para uma transigdo de fase
térmica, onde 1" é a temperatura do sistema e T, é a temperatura critica para a qual a transicdo de fase ocorre.

Dentro da teoria de Landau, o comportamento qualitativo de todos os pontos criticos é o mesmo. Por exemplo,
o parametro de ordem vai a zero quando nos aproximamos do ponto critico pela fase ordenada como

0 = (;u)ﬁ (3.2)

onde o expoente (3, que descreve a singularidade do parametro de ordem no ponto critico, tem sempre valor 1/2.
Uma universalidade dos expoentes criticos é de fato observada em experimentos, mas é uma universalidade mais
fraca que a prevista pela teoria de Landau. Em particular, os expoentes criticos podem depender da dimensao d.

A razdo pela qual a teoria de Landau falha na descricdo do comportamento critico é que ela ndo considera
flutuagoes do pardmetro de ordem ao redor do seu valor médio. Essas flutuagoes geralmente decrescem com a
dimensao e também com o niimero de componentes do pardmetro do ordem. Esse fato sugere que a teoria de Landau
é capaz de descrever o comportamento critico correto para sistemas com uma dimensionalidade d suficientemente
alta. De fato, flutuacoes introduzem duas dimensoes caracteristicas para uma transicao de fase: a dimensao critica
inferior d; e a dimenséo critica superior d}. Se d > df, podemos desprezar as flutuagdes e a teoria de Landau
da a resposta correta. Se d. < d < d} ainda temos uma transi¢do de fase, mas seu comportamento ndo é mais
descrito pela teoria de Landau. Para d < d_, as flutuacoes tornam-se tao fortes que destroem completamente a
fase ordenada.

c

1Pela nomenclatura padrio, fase desordenada significa uma fase sem ordem de longo alcance. Este termo desordem nio deve ser
confundido com a desordem proveniente de impurezas ou defeitos, que é o que serd exaustivamente utilizado nesta tese.
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Por esta discussao, abaixo da dimensao critica superior as flutuagoes do parametro de ordem tém um papel
fundamental no comportamento critico do sistema. Para inclui-las, devemos generalizar a energia livre de Landau
F dada pela Eq. (3.1). Isso é feito ao escrevermos a fung¢ao particdo do sistema como uma integral funcional

Z=et/T = /D[(b] e~ Sl (3.3)
com a acao ou funcional de Landau dada por
1
Skl = 7 [de{(Ve@)+F o) —ho@)}. (3.4)

Aqui, ¢ (z) é um campo cujo valor médio é igual ao parametro do ordem (¢ (z)) = 7, onde (---) denota a média
com respeito ao peso estatistico e‘s[¢], e h ¢ um campo externo conjugado ao parametro de ordem.

Na fase desordenada e longe da transicdo, a funcdo de correlacao das flutuagdes do parametro de ordem
G(x—y) = (¢ (x)p(y)) é genericamente de curto alcance. Quando nos aproximamos da criticalidade, as cor-
relagoes tornam-se de longo alcance. A escala de comprimento caracteristica destas correlagoes, o comprimento de
correlagao &, diverge quando a distancia r ao ponto critico vai a zero,

& o |r|7Y. (3.5)

Aqui, v é o expoente critico do comprimento de correlacao. Proximo ao ponto critico, o comprimento de correlagao
é a Unica escala relevante no sistema.

E interessante notarmos que o comprimento de correlacdo também governa como o parametro de ordem varia
no espago em resposta a um campo externo inomogéneo (h(z) da Eq. (3.4)). Aplicada uma perturbagao deste tipo
ao sistema, ainda podemos construir uma solucao autoconsistente para o parametro de ordem dentro de uma teoria
de campo médio de Landau.

3.1.2 Efeitos da desordem nas transicoes de fase

Inicialmente, pensou-se que a desordem destruiria todo o tipo de ponto critico, pois, devido & presenca de defeitos,
o sistema ira se subdividir em véarias regioes espaciais que sofreriam a transi¢do de fase independentemente com
diferentes temperaturas criticas. Argumentaremos aqui que este nao é o caso, pois uma transicao de fase permanece
bem definida na presenca de defeitos, pelo menos para sistemas classicos na presenca de desordem com correlagoes
de curto alcance.

Agsumiremos que o tnico efeito da desordem ¢é introduzir uma distribui¢ao de temperaturas de transi¢oes T, no
sistema, naturalmente fazendo com que T, = T, (x). Neste contexto, temos também que as duas fases do material
nao mudam qualitativamente devido a introducao da desordem. Em um ferromagneto, por exemplo, temperaturas
aleatorias podem ser introduzidas pela diluicao da rede, ou seja, a troca de &tomos magnéticos por nao magnéticos.

3.1.2.1 Desordem meédia e critério de Harris

Harris [93] estabeleceu um critério para a estabilidade de um ponto critico limpo na presenga de desordem fraca
descorrelacionada (defeitos pontuais), ou mesmo com correlagoes de curto alcance.

Considere que o sistema de volume V foi dividido em N blocos de tamanho linear £, como mostrado pic-
toricamente na Fig. (3.1). A temperatura critica de cada um destes blocos serd tomada como uma média de
r(x) = r + 07 (x) no volume V;, ~ ¢¢ de cada bloco. Deste modo, uma transicio de fase bem definida s6 pode
ocorrer se a variacao de temperatura Ar entre os blocos é menor do que a distancia global r da transicao.

Para desordem descorrelacionada, o teorema do limite central diz que a variacao de temperatura vai com a raiz

quadrada do nimero de blocos
4 —d/2
Ar ~ VN ~ g ~ & . (3.6)

Usando as Eqs. (3.5) e (3.6), podemos escrever que Ar ~ r®/2 Para que a transicio seja bem definida, devemos
ter Ar/r < 1, o que nos leva ao critério de Harris

dv < 2, (3.7)
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Figura 3.1: Divisao pictérica de um sistema de volume V' em N blocos de escala linear &, onde £ é o comprimento
de correlagdo da transicao de fase limpa (sem desordem).

onde v é o expoente critico do comprimento de correlagao do sistema limpo. Devemos notar que o critério de Harris
fornece uma condicao necessaria, mas nao suficiente, para a estabilidade do ponto critico limpo na presenca de
desordem.

3.1.2.2 Regioes raras e as singularidades de Griffiths

Para derivarmos o critério de Harris, discutimos os efeitos da desordem em transi¢cbes de fase nos baseando no
comportamento médio (global) da desordem. Agora, gostariamos de discutir os efeitos que flutuagdes raras de
desordem podem ter sobre o sistema [16]. Concentraremos a discussdo em magnetos diluidos como aquele esbogado
na Fig. (3.2). A diluigdo pode ser pensada como a introdugdo de atomos ndo magnéticos, ou equivalentemente, de
vacancias.

A diluigdo reduz a tendéncia ao ordenamento magnético e, portanto, reduz T, com relagdo ao seu valor no caso
limpo T?. Contudo, para um sistema infinito, podemos encontrar regides espaciais arbitrariamente grandes que nao
possuam impurezas. Para temperaturas entre T, e T, essas regioes estdo ordenadas magneticamente, apesar de o
sistema como um todo ainda estar na fase paramagnética. Estas regioes espaciais sao conhecidas como regides raras
e as flutuacées no pardmetro de ordem induzidas por elas sdo conhecidas como momentos locais. A dindmica de
uma regiao rara é muito lenta, uma vez que mudar seu spin de direcao envolve uma mudanca coerente do parametro
de ordem sobre um volume muito grande. Griffiths [14] foi o primeiro a mostrar que tais regides raras podem levar
a singularidades na energia livre, as singularidades de Griffiths. Essas singularidades ocorrem em todo o intervalo
de temperatura entre T, e T, que agora é conhecido como regido ou fase de Griffiths. Singularidades analogas
também ocorrem no lado ordenado da transigao.

A probabilidade de encontrarmos um regido rara é exponencialmente pequena no seu volume Vg e na concentra-
¢do de impurezas p, Pr ~ exp [—pVg]. Assim, regides raras sdo graus de liberdade ndo perturbativos. Elas podem
ser vistas dentro de uma classe maior de eventos raros, da qual um exemplo sao as caudas de Lifshitz presentes na
densidade de estados de semicondutores desordenados [94].

No caso das transigoes de fase classicas, as singularidades termodindmicas de Griffiths aparecem como singula-
ridades essenciais na energia livre e, portanto, sdo muito (exponencialmente) fracas. Por este motivo, ndo ha, até
o presente momento, nenhuma verificacdo experimental de tal fenémeno.

3.1.2.3 Transigcoes de fase quanticas

Gostariamos agora de investigar quais sao os efeitos deste mesmo tipo de desordem em sistemas quénticos. Tran-
sicoes de fase quanticas sao aquelas que ocorrem a 7' = 0, quando o estado fundamental do sistema muda como
funcdo de um parametro externo, como campo magnético ou pressao [8, 95].

Um modelo vastamente utilizado para se estudar transicoes de fase quénticas é o modelo de Ising no campo
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Figura 3.2: Esboco de um magneto classico diluido. A regido sombreada é livre de impurezas e funciona como um
pedaco do bulk do sistema limpo.

transverso em uma rede hipercibica d—dimensional com N = L¢ sitios. Seu Hamiltoniano ¢ dado por

H = =Y J;S;8 =Y hisy, (3.8)
(4,9) i

e é constituido por dois termos que nao comutam. O primeiro é dado pela interacao de troca entre as componentes
z dos operadores de spin—% S, localizados em sitios vizinhos. O segundo termo descreve a interagdo da componente

x dos spins com um campo magnético na dire¢do transversa (direcao z).
Discutiremos brevemente o caso limpo, J;; = J > 0 e h7 = h”. Na auséncia do campo transverso (h” = 0),
o termo de troca faz com que todos os spins apontem em uma mesma direcdo, dando origem a um estado
fundamental ferromagnético. Ao ligarmos o campo, induzimos os spins a tunelarem entre os estados |1) e ||)

(S'_,,: = <S'+ + 5'_) /2), diminuindo assim a magnetiza¢ao na dire¢ao z. H4 um campo critico hg, acima do qual

este tunelamento destroi o estado ferromagnético e o sistema torna-se paramagnético.

3.1.2.4 Singularidades de Griffiths no caso quantico

Investigaremos agora os efeitos de regides raras no modelo de Ising em um campo transverso, Eq. (3.8). Por
simplicidade, consideraremos desordem apenas no termo de troca J;; e assumiremos um campo transverso uniforme
h*. Tomaremos uma distribuic¢do binaria P (J) = (1 —p) o (J — Jo) + pd (J —rJdy), onde 0 < r < 1, de modo que
Jij > 0, excluindo assim a possibilidade de acoplamentos antiferromagnéticos. Com a introducdo de acoplamen-
tos aleatorios, favorecemos a fase paramagnética, de modo que precisamos de um campo transverso menor para
destruirmos a fase ferromagnética hy < hg .

Estamos interessados na regido de Griffiths dentro da fase desordenada onde hy < h® < h{,. A probabilidade
de encontrarmos uma regido de comprimento linear Ly na qual todos os J;; ~ Jy (regido de acoplamento fortes) é
exponencialmente pequena no volume desta regido e na probabilidade p. Para verificarmos isso, calculamos o termo
dominante na probabilidade de acharmos tal regiao em um volume Vi ~ L%

P(Lr)~(1—p)"* ~ exp[—pL}], (3.9)

onde p = —In[1 — p).

Esta regiao ordenada ferromagneticamente dentro da fase desordenada possui um momento magnético total que
é proporcional a L%. Tal momento magnético total pode tunelar entre os dois estados que possuem sentidos inversos
de magnetizacao, sendo que a taxa de tunelamento é dada por

A ~ exp[-aLf], (3.10)

onde a é uma constante relacionada ao mecanismo microscépico de tunelamento. Esta taxa de tunelamento da a
diferenca de energia entre o estado fundamental e o primeiro estado excitado desta regidao ferromagnética, sendo
que os outros estados excitados possuem uma energia muito maior que a desses dois e podem ser ignorados.
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Uma vez que a distribui¢do P (L}) é conhecida, Eq. 3.9, e sabemos como a escala de energia A depende de L,

Eq. 3.10, podemos encontrar a distribuigdo da diferenga de energias P (A). Para isso, basta realizarmos a seguinte
troca de variaveis
Aafl

P(8) = P (Lk (4) |2 , (3.11)

- 'dL% @)
onde a = p/a.

Uma distribuicao do tipo lei de poténcia para a escala de energia do problema é uma das principais caracteristicas
de uma fase de Griffiths, e ocorre porque a probabilidade exponencialmente pequena de encontrarmos uma regiao
rara é compensada pela dependéncia também exponencial do “gap” de energia no volume da regido rara. Ressaltamos
aqui uma diferenca com relacao ao caso classico. No modelo de Ising classico, a dependéncia do “gap” no volume
nao é dado por uma exponencial, mas sim por uma lei de poténcia, o que gera uma distribuicao de energia para a
regiao rara exponencialmente pequena.

Dada a distribuicao das escalas de energia, podemos calcular as propriedades termodindmicas do sistema. Para
calcularmos a susceptibilidade magnética do sistema a uma temperatura 7', assumiremos que todas as regioes com
A > T (alto tunelamento) estdo congeladas no estado fundamental ndo magnético. Todas as outras regides raras
sao basicamente independentes e dao uma contribuicao do tipo lei de Curie para a susceptibilidade. O ntmero de
spins livres a um temperatura 7' é dado por

T
n(T):/O P(A)dA ~ T (3.12)

L (3.13)

Para calcularmos o calor especifico, precisamos calcular a energia interna do sistema

T
U= / AP (A)dA ~ T (3.14)
0
e assim
C 10U a1

Vemos pelas Egs. (3.13) e (3.15) que, quando o expoente a é menor do que 1, temos contribui¢oes singulares para
a susceptibilidade e para o calor especifico. Embora o expoente « seja nao universal, este tipo de comportamento
para as quantidades termodindmicas é compartilhado por todas as fases de Griffiths.

3.2 Transicao metal-isolante de Mott

Uma distingao clara entre metais e isolantes é fornecida pela teoria de bandas [3]. A teoria de bandas descreve
a dindmica de um tnico elétron em um so6lido, sendo que os efeitos de todos os outros elétrons sao introduzidos
através de um potencial efetivo, no mesmo espirito das teorias de campo médio discutidas anteriormente. Dentro
desta teoria, estados metalicos e isolantes sao diferenciados pela posicao relativa entre o potencial quimico p e os
“gaps”’ de energia na densidade de estados

Dw) = Y d(w—-em(k)), (3.16)
m,k

onde o indice m corresponde a uma banda especifica e ¢, (k) da a dispersdo de energias nesta banda; veja, por
exemplo, a Eq. (2.63).

Quando p coincide com um “gap”, ou seja, D (u) = 0, o sistema é um isolante, porque nao existem excitacoes
de baixa energia do tipo particula ou buraco. Se considerarmos que h& um nimero N de elétrons no sistema,
concluimos que as bandas abaixo de p estao preenchidas com um nimero par de 2NN elétrons, ja levando em conta
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Figura 3.3: (a) Diagrama de fases experimental para a o V203 como fun¢do da dopagem com Cr ou T, da pressao
e da temperatura [96]. (b) Diagrama de fases experimental do sal organico Kk — (BEDT — TTF), Cu[N (CN),] Cl
[98]. Em ambos materiais o aumento da pressdo (hidrostética ou quimica) aumenta a largura de banda e favorece
a estabilizacao do estado metélico.

a degenerescéncia de spin. Ja quando D (u) # 0, temos um metal e, para T' = 0, p é igual a energia de Fermi ep.
A superficie definida por ¢, (k) = ep no espago k é chamada de superficie de Fermi e as propriedades de baixas
temperaturas dos elétrons? sdo determinadas por elétrons préximos da superficie de Fermi.

Esperamos que a teoria de bandas seja valida quando a energia cinética dos elétrons (dada basicamente por ep)
for a escala de energia dominante do problema. De fato, ela descreve bem as propriedades de bons metais, como
os metais alcalinos. Contudo, ela falha em algumas materiais nos quais a energia de Fermi é tipicamente pequena,
como em

e Materiais que possuem larguras de bandas estreitas. Os exemplos mais estudados de tais materiais sdo os
oxidos de metais de transicao em semipreenchimento, especialmente o 6xido de vanddio dopado com cromo
(VlwaTQJ)Q 03 [96, 97],

e Semicondutores dopados, como o Si: P [12], ou gases de elétrons bidimensionais em MOSFET’s [47, 49].

Nesses exemplos acima, a energia potencial, proveniente ou da repulsao elétron-elétron ou da desordem, torna-se
comparavel & energia de Fermi e o estado fundamental do sistema sofre uma mudanca dramatica, com os elétrons
se tornando localizados. Ressaltamos que, para estes exemplos, a teoria de bandas nao prevé a abertura de nenhum
“gap” na energia de Fermi. Os mecanismos por tras destas transi¢oes serao topicos da discussoes seguintes.

3.2.1 Fenomenologia do caso limpo e o cenirio de Brinkman-Rice

Com discutimos na sec¢do (2.2), a transicdo de Mott é uma transi¢io metal-isolante causada pelas correlagoes
eletronicas [30]. Ela é realizada experimentalmente em 6xidos de metais de transi¢do tridimensionais e sais organicos,
sendo controlada através da variacdo de pressdo, temperatura e composigdo quimica (dopagem) dos elementos, Fig.

Para estudarmos esta transicdo, utilizaremos o modelo de Hubbard limpo, como dado pela Eq. (2.62), em
semipreenchimento (n = 1). Discutiremos alguns cenarios possiveis para esta transigdo que emergem dentro deste
modelo utilizando uma densidades de estados circular

2 1_(3)2
7D D/’

considerando que a rede possua semilargura de banda D

ple) = (3.17)

2Em sistemas fermionicos, quando nos referimos a baixas energias e temperaturas queremos dizer, naturalmente, energias e tempe-
raturas muito menores que £r e T, respectivamente, onde Tr é a temperatura de Fermi. Como usamos kg = 1, temos que Trp = €.
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Figura 3.4: Visdo esquematica da densidade de estados como funcdo da razdo U/D no enfoque de Hubbard [32,
68, 69]. O isolante de Mott é associado aqui & abertura de um “gap” no nivel de Fermi (curva continua). Este
“cap” de Mott é dado por Ap; ~ U — 2D, onde U é repulsao Coulombiana local e D é a semilargura de banda. As
duas bandas que aparecem separadas por este “gap” sdo conhecidas como bandas de Hubbard superior (centrada
em U/2) e inferior (centrada em —U/2). Naturalmente, este “gap” diminui na medida em que a razdo U/D diminui
e finalmente desaparece (curva tracejada), situagdo esta em que voltamos a ter um comportamento metéalico.

Em trabalhos pioneiros, Refs. [32, 68, 69], Hubbard deu uma descricdo para a transicdo de Mott, que esta
esquematizada na Fig. (3.4). Suponha que estamos na situacéo de semipreenchimento e no limite atémico U/D > 1.
Adicionamos agora mais um elétron ao sistema, fazendo com que a energia do sitio para o qual ele vai aumente
em U, pois passa a haver ocupac¢do dupla nele. Assim, o sistema tem agora dois niveis de energia separadas por
um “gap” de U. Ao aumentarmos termo de “hopping”, aumentamos D e, consequentemente, damos uma largura a
esses dois niveis de energia (que se tornam as bandas de Hubbard da Fig. (3.4)) fazendo com que este “gap” seja
dado por Ay, ~ U — 2D. Este “gap” de Mott nada mais é do que a energia que o elétron tem que despender para
superar a barreira Coulombiana e mover-se pela rede. Se diminuirmos o valor de U, chega o momento em que as
duas bandas se tocam e o sistema passa a ser metalico. Assim, neste enfoque de Hubbard, a transicdo de Mott
esté associada ao fechamento ou abertura do “gap” de Mott. Como ele assume que estamos na fase isolante com
U grande, esperamos que ele esteja qualitativamente correto nesta regiao, mas que nao descreva muito bem a fase
metalica.

Podemos adotar uma visao complementar e partir da fase metalica com U = 0, e gradualmente aumentarmos
a interagdo. Isto é o que foi feito por Brinkman e Rice, Ref. [35]. Discutiremos melhor este cenario a seguir,
limitando-nos por ora a citar sua principal caracteristica, que é a renormaliza¢do da largura de banda, fazendo com
que a escala de energia deste problema passe a ser A = ZD, onde Z é o peso de quasiparticula, dado pela Eq.
(2.100), sendo que Z d4 massa efetiva dos elétrons, Eq. (2.96), m*/m = Z~1. Dentro deste esquema, a transigao
de Mott é alcancada através da localizacao das quasiparticulas, m* — oo, caracterizando seu desaparecimento no
isolante. Este procedimento é consistente para a descricao do metal correlacionado a baixas energias, mas nao
explica as excitagoes de alta energia que constituem as bandas de Hubbard, as quais ja deveriam estar presentes
mesmo no estado metalico. Além disso, ele da uma versao muito simplificada do isolante, que é representado como
uma cole¢do de momentos locais independentes (3.5)

Essas duas abordagens sao reconciliadas dentro da teoria dindmica de campo médio, o que fica aparente ao
estudarmos a evolucao da densidade de estados com as interacoes, Fig. 3.6. Para pequenos valores de U, a densidade
de estados local é similar aquela nao interagente. Para maiores valores de U, um pico estreito de quasiparticula
forma-se no nivel de Fermi, com largura A = ZD e peso Z. Este pico corresponde a excitagoes coerentes de
quasiparticulas ao redor da energia de Fermi. Por excitagoes coerentes, queremos dizer excitagoes que possuem
uma meia vida-longa. Concomitantemente, dois picos adicionais surgem nas frequéncias +U/2 e estdo associados as
bandas de Hubbard, correspondendo a excitacoes incoerentes de altas energias que decaem rapidamente. A medida
que U cresce, mais e mais peso espectral é transferido do pico de quasiparticula para as bandas de Hubbard, até o
momento em que o pico de quasiparticula desaparece e o sistema torna-se um isolante.
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Figura 3.5: Densidade de estados como funcdo da razdo U/D no enfoque de Brinkman-Rice [35]. A medida que
aumentamos as correlagoes, as quasiparticulas vao ficando cada vez mais pesadas, correspondendo a uma diminuicdo
da largura de banda efetiva. Para U, ~ 3.4D, temos a destruicao das quasiparticulas e os elétrons transformam-se
em momentos magnéticos localizados. Aqui temos também uma propriedade geral de uma teoria de liquido de
Fermi local: o valor da densidade de estados no nivel de Fermi nao é renormalizado pelas interagoes.
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Figura 3.6: Parte imaginaria da fun¢ao de Green local dos elétrons p (w) = Im [G — i0T] /7D para alguns valores de
U, obtidos dentro da teoria dindmica de campo médio [99, 100]. Para correlagoes fracas (U/D = 1), ainda temos a
maior parte do peso espectral ao redor da energia de Fermi (e = 0), sendo que o sistema é bem descrito pelo cenario
de Brinkman-Rice. Para valores moderados e fortes de correlagdo (U/D = 2,2.5,3), temos a estrutura de trés picos
caracteristica da TDCM. O pico central corresponde a excitacoes coerentes de quasiparticulas ao redor da energia de
Fermi, ao passo que os picos laterais sdo as bandas de Hubbard que correspondem a excitagoes incoerentes. Acima
do valor critico de interacao (U, ~ 3.3D), o pico de quasiparticula desaparece e o sistema torna-se um isolante com
duas bandas de Hubbard bem definidas centradas em +U/2 e separadas pelo “gap” de Mott. Novamente, o valor da
densidade de estados no nivel de Fermi nao é renormalizado pelas interagoes, indo abruptamente a zero no isolante.
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Mesmo fornecendo uma descri¢do incompleta da transi¢do de Mott, o cenério de Brinkman e Rice [35] constitui
um importante passo para entendermos a fenomenologia associada a transicao de Mott, especialmente no setor de
baixas energias. A partir deste ponto, abordaremos apenas este cenario, e discutiremos sua fenomenologia, sempre
tendo em mente seu limite de validade.

Em sua formulagio original, Brinkman e Rice utilizaram a aproximacao de Gutzwiller [31, 101] para resolver o
Hamiltoniano de Hubbard, Eq. (2.62). Em vez de adotarmos esse tratamento, trabalharemos em uma elaboragio
posterior e equivalente, dada pela aproximacdo de campo médio de bosons escravos [65], como descrita na segdo
(2.2.4).

Comegamos notando que o namero de elétrons com um determinado spin o em um dado sitio i, n;,, = f;ra fios
pode ser obtido pelas equagoes de vinculo ja se levando em conta a aproximagao de campo médio e, pela Eq. (2.91),
temos que

ny = pj+d* (3.18)
ng = p}+d. (3.19)

Utilizando agora a Eq. (2.90), podemos escrever
n=ny+n, = 1+d*>—é% (3.20)

Definindo-se a magnetizacao m em cada sitio como

temos que a Eq. (2.95) é dada por

Z, = 8d*(1-2d%) +0 (m*), (3.22)

1+ m? 17%
4(1—2d?)

assumindo que estamos na presenca de um campo magnético externo h muito fraco, tal que sé precisamos calcular
o termo dominante na magnetizacao.

Podemos agora escrever a densidade de energia livre f = F/N dentro da aproximacgao de bodsons escravos. A
maneira mais conveniente de fazermos isso ¢ escrevermos a agio correspondente & Eq. (2.92) e considerarmos a
aproximagao do ponto de sela [65] (veja também segdo (2.2.6)), o que nos leva a

fo= U=\ (1+d*-e?) - TZ/dap (e)In [1 + e_ﬁ(Z(,s—;H-ah-i-/\(z))] , (3.23)

onde B =1/T, p(e) é a densidade de estados da rede ndo interagente, u é o potencial quimico e A®?) & o multiplicador
de Lagrange, que ¢é adicionado & agdo para impormos o vinculo (2.91). As equagbes de autoconsisténcia sio
encontradas ao minimizarmos a energia livre com relacio aos parametros variacionais d e A(?).

A energia interna pode ser calculada como & = 9 (8f) /93, donde

1 T
= = Ud- NP (1+d%-¢?) - —/d Zs : 3.24
5 ( + 6) zU:Za zp(z/ )1+exp[,6'(xf,u+0'h+)\(2))] ( )
com a troca de varidveis * = Z,¢ na integral.
Podemos agora calcular a susceptibilidade magnética do metal através das Eqs. (3.22) e (3.24)
1 1 og
X = — )
mom|,_,
Z U1+U/2U0,
- . AC LA s )| (3.25)
2p (ex) 2 (1+U/U,)

onde U,, a ser determinado posteriormente, é o valor de interacao critico para o qual a transicao de Mott ocorre, e
er € a energia de Fermi do sistema nao interagente.
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Também é possivel encontrarmos o calor especifico. Para isso, utilizamos a expansdo de Sommerfeld [3] direta-
mente na solugdo paramagnética (m = 0) da Eq. (3.24), o que nos da

1x

= _ _ - T2
e = ftyanln) T
e, portanto,
127
= —=— T. 2
cy 73 (€F) (3 6)

Particularizamos nossa discussdo para a solugdo paramagnética (m =0) a T = 0. Assumimos também que
estamos em semipreenchimento (n = 1), de tal forma que e = d. Minimizando a Eq. (3.23) com respeito A(?) vem
que

P2
2/( " )/stp(s) = 1 (3.27)

o0

Minimizando agora com respeito a d obtemos

NG
82/( " )/stsp(zs) = -Ud. (3.28)

ad

—00

Como estamos em semipreenchimento e p (¢) é a densidade de estados do limite ndo interagente, temos que

(k=)
. 3.29
7 eF (3.29)
Além disso, podemos definir

U = 8|ehinl, (3.30)

onde €Y, ¢ a energia cinética média no limite ndo interagente

E€F

. = 2/ deep (e) , (3.31)

de tal forma que

1 U
d = 5,/1—30. (3.32)

Assim, a transicdo de Mott é caracterizada pelo desaparecimento da dupla ocupacao para um valor critico de
interagdo U,, marcando a transformacao dos elétrons em momentos magnéticos localizados. Notamos que podemos
definir d como nosso parimetro de ordem e que ele possui um expoente critico v = 1/2, exatamente como em uma
teoria de Landau usual (veja Eq. (3.2)). Utilizando agora as Eqgs. (3.22) e (3.32), vemos que

z - (1+ UU) (1 _ g) (3.33)

A Eq. (3.33) diz que a massa efetiva do sistema m*/m ~ (1 —U/U.) diverge na transicdo de Mott, indicando a
localizagdo (destruicio) das quasiparticulas. De fato, é mais conveniente definirmos Z como o parametro de ordem
da transicio®, pois ele est4 diretamente associado a varias quantidades fisicas, como, por exemplo, a susceptibilidade
magnética de spin e o coeficiente de Sommerfeld para o calor especifico, Eqs. (3.25) e (3.26).

O cenério de Brinkman-Rice descreve a transi¢do de Mott como um ponto critico quantico no qual vamos de um
metal para um isolante apenas variando a intera¢do U. A transi¢cdo de Mott discutida aqui esta associada a abertura
de um “gap” na densidade de estados do sistema na auséncia de qualquer tipo de ordenamento magnético, ou seja, na

3Isso esta relacionado ao fato de que a escolha do parametro de ordem ndo é tnica. A unica condicdo para sua escolha é que esta
quantidade seja zero na fase desordenada (isolante de Mott) e diferente de zero na fase ordenada (metal correlacionado).
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fase paramagnética. Portanto, esta transicao de fase nao estd associada a nenhuma quebra espontinea de simetria
do sistema. Isso parece contraditério, uma vez que uma transicao de segunda ordem vem sempre acompanhada de
um quebra espontanea de simetria. Tratamentos mais sofisticados, que levam em conta correlagoes entre os sitios
da rede, preveem que a transicdo é de fato de primeira ordem [81, 82, 83]. Neste caso, embora nao haja mais
uma divergéncia da massa efetiva na transi¢ao, ela ainda assim aumenta consideravelmente na medida em que nos
aproximamos da transicao de Mott. Este comportamento é observado experimentalmente em vérios sistemas, como
sais organicos quase bidimensionais [98, 102], He? liquido [103, 104], gases de elétrons bidimensionais [47, 49, 105]
e Oxidos de metais de transi¢do [106].

O fato de a massa efetiva divergir na transi¢ao implica que o coeficiente de Sommerfeld v (y = ¢y /T') também o
faz, como explicitamente mostrado na Eq. (3.26). Em sistemas fortemente correlacionados, este tipo de comporta-
mento é esperado apenas a temperaturas abaixo da temperatura de coeréncia T* ~ ZTr, onde Tr é temperatura de
Fermi do sistema nao interagente. Acima desta temperatura T7*, as quasiparticulas sdo destruidas pelas flutuagoes
térmicas e a descricao do tipo liquido de Fermi obtida pelo cenario de Brinkman-Rice deixa de ser vélida, secao
(4.1).

Usando a defini¢do termodinamica de entropia, podemos escrever que

-
s(T%) = /0 cvd?T = A T*~0O(1). (3.34)

Como T* — 0 na medida em que nos aproximamos da transicdo de Mott, vemos que a divergéncia da massa
efetiva implica que o nosso isolante possui uma entropia residual finita. Isso é resultado do fato de desprezarmos
as correlacoes magnéticas entre os sitios, o que faz com que o isolante seja visto como uma colecdo de momentos
magnéticos de spin 1/2 independentes. A entropia residual deste estado altamente degenerado é dada simplesmente
por S (07) = RIn [2].

Deste modo, temos que um aumento da massa efetiva, quando observado em um experimento, indica que nos
aproximamos de uma fase que possui alta entropia mesmo para temperaturas muito baixas. Esta situagdo ocorre
naturalmente na vizinhanca de uma transicao de Mott, onde uma grande quantidade de entropia é liberada devido
a formacao de momentos magnéticos localizados no lado isolante da transigao.

Geralmente, estes momentos localizados possuem uma interacao antiferromagnética do tipo “superexchange”
Jes ~ t2/U, o que leva a um ordenamento magnético a temperaturas da ordem 7, s ~ Jegs- Este ordenamento
magnético levanta a degenerescéncia do sistema e restaura a Terceira Lei da Termodinamica?. Naturalmente, ele
86 ocorre abaixo da escala de temperatura dada por T}, ,,, que eventualmente pode ser extremamente baixa devido
a frustracao tanto geométrica quanto induzida pela competicdo de ordens magnéticas.

3.2.2 Efeitos da desordem na transicao metal-isolante de Mott

Em muitos materiais, a magnitude da desordem e da interacao sao comparaveis e uma teoria satisfatéria da transicao
metal-isolante em tais materiais s6 pode ser alcangada quando ambos efeitos sdo levados em conta [9]. As teorias
convencionais para atacar o problema [9, 107] geralmente consideram uma média sobre a desordem. Dentro deste
tipo de descrigdo é muito dificil incorporar-se a fisica de eventos raros e, como discutimos na segao (3.1), os efeitos
de tais eventos raros em transi¢coes de fases quanticas podem ser dramaticos.

Em particular, eventos raros induzidos por desordem em sistemas eletronicos dao origem a momentos magnéticos
localizados dentro de um sistema metalico que persistem até temperaturas muito baixas, levando a um compor-
tamento do tipo nao liquido de Fermi. Tal comportamento é visto tanto em semicondutores fortemente dopados
[12, 13, 108] quanto em sistemas de férmions pesados [88, 89, 90].

E interessante notar que este comportamento nio liquido de Fermi é também visto em sistemas que estdo longe
de qualquer tipo de ordenamento de spin ou carga. Tal fato levou & introducao do conceito de uma fase de Griffiths
eletronica (FGE) [2, 17, 37]. Como veremos, esta fase de Griffiths eletronica possui caracteristicas muito semelhantes
a fase de Griffiths magnética discutida na se¢do (3.1), e ocorre na vizinhanca de transicoes metal-isolante, tanto
induzidas pela interacdo (Mott) quanto pela desordem (Anderson).

Para estudarmos os efeitos da desordem na transi¢do metal-isolante, utilizaremos uma generaliza¢do do cenério
de Brinkman-Rice visto na se¢do (3.2.1) para o caso desordenado. A implementagio desta técnica ¢ discutida na
secdo (2.2.5). O ponto de partida é o modelo de Hubbard desordenado (2.70), com a desordem sendo introduzida

4Vale a pena ressaltar que o comportamento do tipo isolante nio é causado pelo magnetismo, sendo que o isolante persiste até

temperaturas da ordem Thy ~ Apy > Typpy- Veja, por exemplo, a Fig. (3.3).
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através das energias aleatorias ¢; de cada sitio, que serdo especificadas por uma distribuicdo de probabilidade P (&)
uniforme

P(e)

{ /W, el <w/2 (3.35)

0, le] > W/2

cuja variancia é dada por W?2/12, onde W d4 a amplitude da desordem.

Resolvemos este modelo de Hubbard desordenado a T' = 0, limitando-nos ao regime de desordem fraca e
moderada (W < U, (W)). Consideramos redes quadradas com L x L sitios, sujeitas a condigdes periodicas de
contorno e semipreenchimento, de tal forma que p = U/2. Aproximamo-nos da transi¢cdo de Mott sempre mantendo
a amplitude de desordem constante e aumentando o valor da repulsao local U até seu valor critico U. (W), que agora
passa a ser dependente da desordem. Como escala de energia, utilizamos a energia de Fermi (ou semilargura de
banda) do caso limpo e = D = 4t, onde t é a amplitude de “hopping”. Para cada par de valores (U, W) realizamos
cerca de quarenta realizacoes de desordem. Também variamos o tamanho da rede até L = 50 e verificamos que
nossos resultados ndo padecem de efeitos de tamanho finito, como mostramos nas Figs. (3.10) e (3.19).

De acordo com a teoria de escala da localizagdo [50] e secao (5.2.2), qualquer quantidade de desordem leva
sistemas em dimensdes menores ou igual a dois a uma fase isolante, desde que L seja grande o suficiente para
superar o comprimento de localizagdo. Contudo, este resultado foi obtido para elétrons ndo interagentes. Nos
ultimos anos, varios trabalhos numéricos encontraram fortes evidéncias de que, de fato, correlagbes aumentam a
condutividade de sistemas bidimensionais desordenados [56, 57, 109, 110, 111, 112, 113], embora a existéncia ou
ndo de um estado metalico no limite termodindmico ainda esteja sob debate. Além disso, a estabilidade de um
metal em 2d com respeito a corregoes de localizacdo fraca [114] foi investigada de maneira cuidadosa pelos autores
das Refs. [107, 115]. Esses autores demonstraram que qualquer metal permanece estavel em 2d com respeito a
desordem devido ao aparecimento de novas corregoes antilocalizantes introduzidas pela interacao Coulombiana entre
os elétrons. Notamos, contudo, que tanto as correcoes de localizacao fraca quanto essas correcoes antilocalizantes
se manifestam apenas através de correcoes logaritmicas com o tamanho L do sistema. Por serem tao sutis, estas
correcoes nao sao visiveis para os baixos valores de desordem renormalizada que aparecem nesta parte do nosso
trabalho, em particular nas vizinhancas da transicao de Mott. Baseados nestas consideragoes, assumimos que a
existéncia ou nao de uma verdadeira fase metélica termodinamica em 2d nao possui relevancia para as questoes que
abordamos nesta parte do trabalho.

O peso de quasiparticula Z descreve o comportamento de baixas energias do lado metélico e vai a zero linearmente
na transi¢do (Eq. (3.33)). Deste modo, é natural que definamos Z como o parametro de ordem da transi¢do no caso
limpo. Para o caso desordenado, temos uma distribui¢ao P (Z) de valores para Z, pois cada sitio possui agora um Z;
diferente. Seguindo estudos anteriores da transicdo de Mott desordenada [44, 79, 116], escolheremos o valor tipico
de Z;, definido através de sua média® geométrica Zy,, = exp [(In[Z])], como o parametro de ordem da transi¢ao
desordenada. Analogamente ao caso limpo, esta quantidade vai a zero linearmente proximo da transicdo de Mott,
indicando que a maioria dos elétrons da rede possui Z; ~ 0 e transformaram-se em momentos magnéticos localizados.
Naturalmente, um conhecimento completo sobre o sistema s6 é alcangado ao olharmos para a distribuigao P (Z),
o que faremos exaustivamente. O uso de Z;,, ¢ uma maneira conveniente de parametrizarmos toda a informacao
contida em P (Z) em apenas uma quantidade facil de ser calculada.

A Fig. (3.7) mostra Zy,, e também o valor médio de Z,, = (Z) como funcdo da interacdo para dois valores
de desordem diferentes. Naturalmente, na medida em que W cresce, os valores tipicos e médios se diferenciam,
indicando que a largura de P (Z) estd aumentando. O ponto em que Z,,, = 0 define o valor de U, (W). Notamos
que Z,, € pequeno, mas finito, na transicio de Mott, indicando que parte dos sitios permanece vazia (612 = 1)
ou duplamente ocupada (dl2 = 1), nao dando origem, assim, a momentos magnéticos localizados. Este tipo de
comportamento de dois fluidos [79] é mais relevante para o regime de desordem forte (W > U, (W)), que nao
abordaremos aqui.

Na Fig. (3.8), temos o diagrama de fases para o modelo de Hubbard desordenado em d = 2. A desordem tende a
tirar o sistema localmente do semipreenchimento, pois sitios com energias baixas tenderao a ficar duplamente ocu-
pados (ef > d,, onde d, = e, é o valor correspondente ao caso limpo W = O) e sitios com energias altas tenderao a
ficar vazios (d? > do). Isso faz com que U, (W) cresga com a desordem, uma vez que precisamos de um valor cada
vez maior da interacao local U para eliminarmos tais sitios com ocupacgao dupla ou vazios e entrarmos no isolante
de Mott.

5Todas a médias de quantidades locais serdo calculadas considerando-se a média sobre sitios e também a média sobre realizacdes de
desordem.
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Figura 3.7: Valor tipico Z;,, = exp [(In[Z])] e valor médio Z,, = (Z) do peso de quasiparticula como fun¢io da
interagao para dois valores diferentes de desordem. A transicao de Mott é identificada pelo ponto em que Z;,,, vai a
zero. Notamos que Z,, permanece finito na transi¢ao, indicando que parte dos sitos permanece vazia ou duplamente
ocupada e, portanto, ndo se transmuta em momentos magnéticos localizados. Aqui utilizamos L = 20.

Como Zyy, ~ (U. (W) —U) préximo da transicdo de Mott, a determinacdo de U, (W) ocorre com um erro
relativo de 0.5% — 1.0% para todos os valores de W, o que faz com que barras de erros sejam menores que 0s
circulos mostrados na Fig. (3.8).

3.2.2.1 Blindagem da desordem pela interacgao

O outro parametro relevante para a nossa anélise é o potencial renormalizado de desordem v; = €;/7;. Ao estudar-
mos como sua distribuicao é alterada por U, podemos entender melhor a competicao entre desordem e interagoes.

Ao aplicarmos a TDCM (e ndo a TEDCM) ao problema da transi¢do metal-isolante de Mott desordenada
[44], encontramos um resultado muito interessante, que é a blindagem perfeita da desordem pela interagdo nas
proximidades da transi¢do de Mott. A blindagem perfeita da desordem pela interacdo nos da que a largura da
distribui¢do de energia renormalizadas P (v), medida pelo seu desvio padrio o (v), vai a zero em U, (W), para todo
W, desde que tenhamos simetria particula-buraco.

Dentro da TDCM, que é exata em d = oo, consideramos que todos os sitios veem uma mesma fungao de
hibridizagdo média Ag, (W) = (A; (w)). Se utilizarmos a aproximagdo de bdsons escravos para resolvermos os
problemas de uma impureza, vemos que todos os bésons em um sitio passam a depender da energia local ¢; daquele
sitio. Temos entdo que, por exemplo, Z; = Z; (¢;), mas que o valor de Z; em um determinado sitio ndo depende do
valor do peso de quasiparticula nos sitios vizinhos. Esta aproximacao, que joga fora todo tipo de correlacao espacial
introduzida pela desordem, e que também nao inclui efeitos de localizacdo de Anderson, é anédloga & aproximagao
do potencial coerente [24, 117], vastamente utilizada em problemas desordenados.

Ja na solu¢do TEDCM, permitimos que o banho flutue sitio a sitio, de forma que cada sitio possua uma fungao
de hibridizac¢do A; (w) diferente. Como ilustrado na Fig. (3.9), temos que, embora o banho médio possua simetria
particula-buraco, os banhos locais sao assimétricos. Isso faz com que nao esperemos, em principio, uma blindagem
da desordem analoga aquela encontrada em TDCM nas vizinhangas da transicao de Mott.

Surpreendentemente, noés também encontramos uma forte blindagem da desordem pela interacao, como ilustrado
pelas Figs. (3.10) e (3.11), mesmo para valores moderados de desordem (W < U,). Isso refor¢a que, além das
propriedades da solu¢do do problema de uma impureza, a solu¢ao da TEDCM depende muito da condi¢ao de
autoconsisténcia, pois embora o sistema desordenado nao possua simetria particula-buraco, o procedimento de
autoconsisténcia a reintroduz.

Uma manifestacao fisica interessante dessa blindagem pode ser vista na densidade de estados local do sistema,
que é assim definida

p(@) = EIm(Gu(w—i6)]l;y. (3.36)

™
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Figura 3.8: Diagrama de fases a T' = 0 para o modelo de Hubbard desordenado em d = 2 como func¢do da interagio
local U, para desordens fracas e moderadas W < U. Uma fase de Griffiths eletronica emerge, separando o liquido
de Fermi desordenado do isolante de Mott. Aqui utilizamos L = 20. Mostrado pela primeira vez na Ref. [36].

Figura 3.9: Partes real (curvas tracejadas) e imaginaria (curvas continuas) da funcao hibridizacdo A; (w). Embora
o valor médio A,, (w) = (A; (w)) possua simetria particula-buraco, vemos que para sitios arbitrarios A; (w) possui
localmente uma assimetria particula-buraco. Os resultados sao mostrados para L =20 e W = U = 2.25.
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Figura 3.10: Distribuigdo de probabilidade P (v) para o potencial renormalizado de desordem v;. Na medida em
que nos aproximamos da transicao de Mott, ocorre a blindagem da desordem pela interacdo, diminuindo a largura
de P (v). Os resultados sdo mostrados para L = 50 e W = 2.25. A insercao da figura ilustra como nossos resultados
sao independentes do tamanho do sistema para as redes consideradas. Os resultados sdo mostrados para L = 20
(curva continua) e L = 50 (curva tracejada), considerando-se U/U. = 0.93 e W = 2.25.
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Figura 3.11: Amplitude do potencial de desordem renormalizado, medida pelo desvio padrdo o (v) da distribuigdo
P (v) e normalizada pelo seu valor ndo interagente (o (v);,_, = W/2v/3). Embora néo tenhamos uma blindagem
perfeita da desordem pela interac¢do proximo da transi¢do de Mott, como no caso da TDCM, a blindagem permanece
forte mesmo para valores moderados de desordem. Os resultados sdo mostrados para L = 20.
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onde

Gii (iwn) = [(z’wnz—l v Ho)ﬂ (3.37)

%

A

¢ a funcéo de Green local da rede e os operadores Z e v sdo matrizes diagonais na base dos sitos [Z];; = Z;dy;;
v]ij = v;0;;, Hp é o Hamiltoniano da rede limpa e nao interagente.

Esta quantidade é diretamente acessada experimentalmente por técnicas como a espectroscopia de tunelamento
por varredura. Utilizando a Eq. (3.37), podemos escrever

pi(w) = Lm H(C‘;Z*1 —v-Hp— 15)‘1}“] (3.38)

™

6—0 '

No nivel de Fermi (w = 0), a dependéncia de p; com Z desaparece. Se agora assumirmos também que estamos
proximos da transicao de Mott, temos que v; =~ 0 devido & blindagem da desordem, o que nos permite escrever que
0~ o]

Para ilustrar este fato, calculamos a distribuicao espacial da densidade de estados para uma realizacao especifica
de desordem, como mostrado na Fig. (3.12). Na energia de Fermi, a blindagem da interagao pela desordem ¢é forte
e o sistema fica cada vez mais homogéneo ao nos aproximarmos da transi¢do. Em energias mais altas, o termo w/Z;
introduz desordem no sistema e ele apresenta estruturas espaciais bem definidas.

Portanto, nossos resultados preveem que sistemas fortemente correlacionados desordenados, quando acessados
na energia de Fermi, sdo robustos contra efeitos de desordem.

Para entendermos um pouco melhor esta forte blindagem da desordem pela interagao, recorremos a solugao do
problema de uma impureza como discutido na se¢do (2.1). Pelas Egs. (2.59) e (2.55) podemos escrever, utilizando
a associacdo imediata r? = Z

, e portanto independente dos valores de U e W!

Zl =Ty = De ™U/8T (3.39)

v = ng+Re [A(0)], (3.40)

onde I' = Im [A (0)]. Comparando a Eq. (3.39) com a Eq. (3.33), podemos ver imediatamente o efeito da condigao
de autoconsisténcia da TDCM. Enquanto no problema de uma impureza Z vai a zero exponencialmente com
U, no problema autoconsistente da rede ele o faz linearmente. De qualquer forma, como a temperatura Kondo
é proporcional ao peso de quasiparticula, (3.39), a transicdo de Mott pode ser pensada como a diminuicio da
temperatura Kondo e a consequente destruicdo do liquido de Fermi [20].

Ignorando por um instante a condi¢do de autoconsisténcia, vemos entdo que na medida em que Z — 0 (limite
Kondo), v (que nesta linguagem fornece a posicao da ressonancia Kondo) aproxima-se da energia de Fermi, indepen-
dentemente do valor inicial da energia do sitio ¢;, desde que tenhamos simetria particula-buraco (Re[A (0)] = 0).
Assim, o fato de encontrarmos que o (v) é fortemente suprimido nas vizinhangas da transicdo de Mott esta direta-
mente ligado & fisica ndo perturbativa do efeito Kondo descrita pela nossa abordagem [44].

3.2.2.2 Blindagem dependente da frequéncia

Ja vimos que a distribuicdo P (v) fica mais estreita proximo da transi¢do de Mott. Agora, investigaremos qual é o
comportamento da distribui¢do P (Z), ou, equivalentemente, de P (Z/Z,y,).

Como ja dissemos, a abordagem da TEDCM incorpora correlagoes espaciais entre as quantidades fisicas, impli-
cando, por exemplo, que o valor do peso de quasiparticula de um determinado sitio dependa do valor dos pesos de
quasiparticulas nos sitios vizinhos. Portanto, devido a configuragoes raras de desordem, esperamos que seja possivel
encontrarmos regides espaciais nas quais Z; < Z,, (regides vermelhas na Fig. (3.13)). Como nas proximidades
da transicao de Mott Z; — 0, tais regioes devem ser reconhecidas como ilhas de Mott “quase localizadas” dentro
do bulk metalico correlacionado. Pela nossa abordagem do tipo Brinkman-Rice, tais ilhas dao uma contribuigao
praticamente singular para a susceptibilidade magnética local (x;) e para o coeficiente de Sommerfeld do calor
especifico (vy;), uma vez que x; ~ v; ~ Z; L. Vemos assim que as regidoes com os menores Z; dominam a resposta
termodinamica do sistema e dao origem a uma fase de Griffiths eletronica na vizinhanca da transicao de Mott, como
mostrado na Fig. (3.8) e discutido na secdo (3.3).

45



CAPITULO 3. FASE DE GRIFFITHS ELETRONICA DA TRANSICAO DE MOTT EM D = 2

plp°

11

1.0

0.9

Figura 3.12: Distribuicao espacial da densidade de estados local normalizada por seu valor limpo e nao interagente
para uma dada realizacdo de desordem e dois valores de energias: (a) Fora da energia de Fermi, w = 0.1; (b) Na
energia de Fermi, w = 0. Devido a blindagem da desordem pela interagao, a distribuicdo torna-se homogénea nas
proximidades da energia Fermi e apresenta uma estrutura espacial pronunciada em energias maiores. Os resultados
sdo mostrados para U/U, = 0.96, W = 0.75 e L = 50 . Mostrado pela primeira vez na Ref. [36].
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Figura 3.13: Distribui¢ao espacial para as susceptibilidades magnéticas locais x; ~ Z; ! normalizadas por seu valor
tipico Xtyp para uma dada realizacdo de desordem. De baixo para cima, temos: U/U. = 0.73, 0.87, 0.96. A escala de
cor é logaritmica para enfatizar o fato de que, ao nos aproximarmos da transicao, temos a formacao de regides nas
quais x; > Xuyp (momentos magnéticos localizados, regides vermelhas) ou x; < xuyp (sitios vazios ou duplamente
ocupados e inertes magneticamente, regioes azuis). Os resultados sdo mostrados para L = 50 e W = 2.25. Mostrado
pela primeira vez na Ref. [38]

As ilhas de Mott possuem uma influéncia direta na distribuicdo de probabilidade P (Z/Z;,,), uma vez que
elas dao origem a uma cauda nesta distribuicdo para pequenos valores de Z, contribuindo para o fato de que
P(Z/Z,,) fica na verdade mais larga & medida que nos aproximamos da transicdo metal-isolante de Mott para
uma dada amplitude de desordem W fixa, Figs. (3.13) e (3.14). Certamente, ha também uma contribui¢do para
este alargamento vinda da cauda correspondente a altos valores de Z, proveniente daqueles sitios com Z; > Zy),
(regides azuis na Fig. (3.13)). Estes sitios permanecem com um Z; finito na transicdo e estdo basicamente vazios ou
duplamente ocupados. Contudo, a contribuicao destes sitios para os fendmenos que analisaremos nao é relevante,
pois toda a contribuicdo singular (tanto para as quantidades termodinamicas, quanto para a fungéo espectral) vem
das ilhas de Mott.

Fica claro que o comportamento das distribuicées P (v) e P (Z/Z,,,) nas vizinhangas do ponto critico é oposto.
Enquanto a primeira sugere a blindagem da desordem, a segunda sugere que a desordem de fato cresce. Esta
dicotomia da origem a uma desordem efetiva dependente da energia. Novamente, olharemos para os efeitos deste
fenomeno através da densidade de estados local do sistema. Da Eq. (3.38), vemos que a desordem efetiva “vista”
pelas quasiparticulas na energia w pode ser definida como

e W) = = —u. (3.41)
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Figura 3.14: Distribuicdo dos pesos de quasiparticula divididos pelo seu valor tipico para W = 2.25 e U. (W) = 3.7.
Na medida em que nos aproximamos do ponto critico, P (Z/Z,,,) fica mais larga, mesmo considerando que mantemos
a amplitude de desordem W fixa. Os resultados sdo mostrados para L = 20.

Na nossa aproximacao, a largura de banda das quasiparticulas é reduzida por um fator que é dado aproximada-
mente por Zy,, quando U — U.. Para monitorar o comportamento dentro da banda de quasiparticulas, definimos
uma frequéncia reescalada w* = w/Z,,, que serd mantida constante ao nos aproximarmos da transicdo. Na Fig.
(3.15), mostramos mapas topograficos da densidade de estados local para uma realizacdo especifica de desordem.
Devido & blindagem da interagao pela desordem, temos v; ~ 0. Logo, se o sistema é examinado na energia de Fermi
(w = 0), ele se torna mais e mais homogéneo proximo da transicio. J4 para energias finitas (w* # 0), as flutuagoes
de Zy,,/Z; estdo presentes e, como elas sdo muito fortes na criticalidade, temos um aumento da inomogeneidade do
sistema.

Este resultado é surpreendentemente semelhante a imagens espectroscopicas recentes em sistemas de cupratos
dopados [39]. Nossa teoria captura apenas os efeitos locais da correlagao (do tipo Kondo) e negligencia interagoes
magnéticas entre os sitios. Ela também nao inclui qualquer fisica relacionada & formacao de pares supercondutores,
0 que nos parece um forte indicio de que inomogeneidades dependentes da energia sao de fato uma caracteristica
robusta e geral para sistemas de Mott desordenados. De fato, resultados recentes [45] corroboram esta visdo de
uma desordem dependente da energia em sistemas eletronicos desordenados fortemente correlacionados.

3.3 Fase de Griffiths eletronica

Para complementarmos a discussao da secao anterior, iremos caracterizar melhor a fase de Griffiths eletronica
(FGE) que surge antes da transi¢cao de Mott, Fig. (3.8). Primeiramente, ressaltamos que a FGE n&o é uma fase
termodinamica separada. Ela apenas marca uma mudanca do comportamento do sistema, quando ele passa de
liquido de Fermi a nao liquido de Fermi.

A escala de temperatura que marca a entrada no comportamento do tipo liquido de Fermi é dada pela tempe-
ratura de coeréncia T* ~ ZT, onde T é a temperatura de Fermi. Esta temperatura é o andlogo para o problema
de rede da temperatura Kondo definida no problema de uma impureza. Abaixo desta temperatura, o sistema forte-
mente interagente comporta-se como um gas de elétrons livres, s6 que com a renormalizagao de algumas quantidades
como a massa (m* =m/Z) e a susceptibilidade magnética de spin x ! ~ Zx; .

Vimos na secao anterior que as flutuacoes induzidas pela desordem fazem com que tenhamos regides nas quais
Zi L Ztyp, 0 que implica que T < T}, . Ou seja, cada vez mais precisamos de temperaturas menores para fazer
com que estas regioes raras entrem no regime do tipo liquido de Fermi. Uma das consequéncias deste fato é que,
para temperaturas 7' no intervalo 77 <T' < T, ,, a contribuicdo de tais regioes para a susceptibilidade é dada pela
lei de Curie x; L'~ T, uma vez que elas podem ser pensadas como momentos magnéticos localizados livres. Como
T ~ 0 na criticalidade, vemos que estas regides dao uma contribuigao singular para a susceptibilidade do sistema.
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Figura 3.15: Distribuicao espacial da densidade de estados local normalizada por seu valor limpo e nao interagente
para uma dada realizagdo de desordem e dois valores de interacdo: (a) U/U, = 0.87 e (b) U/U. = 0.96, com
U, = 3.7. Temos w = 0 nas figuras de baixo e w* = w/Zy,, = 0.1 nas de cima. Na energia de Fermi, a densidade
de estados torna-se mais homogénea quando nos aproximamos da transicao de Mott. Se nos afastamos um pouco
da energia de Fermi, a densidade de estados torna-se, na verdade, mais inomogénea perto de U.. Os resultados sao
mostrados para L = 50 e W = 2.25. Mostrado pela primeira vez na Ref. [38].
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Figura 3.16: Distribuicao do peso de quasiparticula normalizada por Z,, que é o menor valor encontrado dentro
da solugdo da TDCM. Aqui comparamos a solugdo da TDCM (sem flutuacgoes no banho) e a solugdo da TEDCM
(com flutuagoes no banho). A distribui¢do obtida em TDCM é limitada tanto inferiormente quanto superiormente,
linhas tracejadas, contrariamente aquela obtida pela TEDCM, na qual encontramos, em particular, Z; < Z,. Na
insergdo, temos a fungdo Z (¢), novamente para os dois casos, ilustrando que, para a TDCM, Z; = Z, + Ae? (neste
exemplo, Z, = 0.042 e A = 0.008). Os resultados sdo mostrados para L = 50, U/U, = 0.93 e W = 2.25.

Embora tenhamos obtido todos os nossos resultados dentro da aproximacao de bdsons escravos, eles podem ser
entendidos de forma muito mais geral dentro de uma teoria do tipo liquido de Fermi.

Esta é a mesma fenomenologia que obtemos no caso de fases de Griffiths magnéticas, discutidas na se¢io (3.1),
onde as regides raras também ddo uma contribuicdo singular para a susceptibilidade. A diferenca aqui é que a
transicao de Mott nao envolve qualquer tipo de quebra de simetria, justificando assim a introducao do conceito de
fase de Griffiths eletronica [2, 17, 37].

Para descrevermos uma fase de Griffiths, precisamos acessar graus de liberdade ndo perturbativos no sistema,
que sao as regioes raras. Isso s6 é alcancado se tratarmos a desordem exatamente, ainda que restringindo nossos
estudos a redes de tamanhos finitos. Para ilustrarmos este ponto, compararemos a solu¢ao da TDCM, em que todos
os sitios véem o mesmo banho, e portanto a desordem ¢é tratada na média, com a solucao da TEDCM, na qual cada
sitio possui um meio efetivo (banho eletronico) diferente, levando assim em conta todos os efeitos da desordem.
Calculamos a distribuicdo P (Z) usando ambas as técnicas, e o resultado é mostrado na Fig. (3.16).

Na inser¢ao da Fig. (3.16), mostramos que um calculo utilizando TDCM para a nossa rede quadrada nos da
(28, 44]

Zi = Z,+ Ac2, (3.42)

onde Z, = Z; (¢, = 0) é o menor valor que podemos encontrar, uma vez que Z,; sé6 depende da energia ¢; do sitio ¢
e A é uma constante que depende de U e W.

Como a distribuigdo P (¢) é conhecida, Eq. (3.35), e sabemos como Z depende de ¢, podemos calcular P (Z)
realizando uma simples troca de variaveis. Contudo, em vez de calcularmos P (Z), é conveniente calcularmos P (z),
onde z = Z/Zy. Isso porque esta distribui¢ao tende a uma curva universal proximo da transi¢do de Mott na solugao
TDCM |[28]. Para encontrarmos P (z), utilizamos a seguinte prescri¢do

de (2)
dz

P(z) = P((2)) : (3.43)

onde € (z) = £4/(Z,/A) (2 — 1) é a inversa da Eq. (3.42). Devemos notar que esta transformacgao ndo é unicamente
definida, o que nos daré o fator dois na distribuigdo P (z), garantindo que ela saia normalizada

P(Z) = (Zo/ (AW2))1/2 (Z* ]_)71/27 1 S 2 S 1 +AW2/4ZO, (3 44)
0, caso contrario, .
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Figura 3.17: Distribuigdo P (z = Z/Z,) a medida que nos aproximamos da transicdo de Mott. Por completeza,
mostramos também a forma fixa da distribuicao obtida pela TDCM. Nossos resultados utilizando TEDCM mostram
que, devido aos eventos raros, uma cauda (P (z) ~ z""l) emerge na distribui¢do para z < 1 na medida em que nos
aproximamos do ponto critico. Quando «a < 1, a distribui¢do assume uma forma singular, indicando a entrada na
fase de Griffiths. Os resultados sdo mostrados para L = 20 e W = 5.00. Mostrado pela primeira vez na Ref. [36].

mostrando que no caso da TDCM, P (z) é de fato cotada tanto inferiormente quanto superiormente.

Na Fig. (3.16), comparamos esse P (z) dado pela Eq. (3.44) com aquele obtido pela solucdo completa da
TEDCM. Para produzirmos uma comparac¢do com mais sentido, também reescalamos a solu¢do da TEDCM pelo
mesmo Z, obtido via TDCM. Notamos que, enquanto a solu¢do da TDCM é limitada tanto superiormente quanto
inferiormente, a solu¢do da TEDCM nao possui esses limites. Em particular, podemos encontrar Z; arbitrariamente
pequenos tais que Z; < Ziy,, ~ Zp, que serao justamente os responsaveis pela emergéncia da fase de Griffiths.

Na Fig. (3.17) vemos que ao nos aproximarmos do ponto critico, uma cauda emerge em P (z) para z < 1 devido
aos eventos raros. Esta cauda é descrita por uma lei de poténcia na forma

P(z) ~ 2% (3.45)

Fisicamente, a emergéncia de uma larga distribuicdo de peso de quasiparticula Z; indica a presenca de raras
configuragoes de desordem caracterizadas por escalas de energia A; = T* ~ Z;Tr anomalamente pequenas. Mais
uma vez, vemos que a fenomenologia da FGE é similar aquela das fases de Griffiths magnéticas, dado que também
encontramos uma distribuicdo do tipo lei de poténcia para a escala de energia do problema (veja Eq. (3.11)).

Determinamos o coeficiente a (U) através de dois métodos distintos que sdo descritos em mais detalhes no
Apeéndice (C). O primeiro baseia-se no estimador [118] & = (In [me/Zi])gil<me, onde Zyop ~ Ziyp ~ Z, € um
limite superior ade(%uado para o comportamento do tipo lei de poténcia. O segundo método envolve o calculo da
quantidade <Z_M>2f<Zmam para um p fixo como funcao de U. Esta quantidade vai a zero para U = U,,, onde temos
o = . Ambos os métodos (respectivamente simbolos vazios e cheios na Fig. (3.18)) déo resultados consistentes
dentro das barras de erros calculadas.

O erro do estimador é dado por [118] 64 = &/+/n, onde n é ntmero de dados para os quais Z; < Z4,. Ja 0 erro
do segundo método é o erro da extrapolacdo (linear) para determinarmos U,. Como temos um nimero grande de
pontos, cerca de 10* para cada simbolo da Fig. (3.18), estes erros sao bem controlados e pequenos. O que introduz
a maior incerteza é o valor de Z,,,,. Para determinarmos o Z° _ 6timo, devemos calcular o valor « para diferentes

max

limites superiores ZJ,,. até encontramos um valor Z2,,. para o qual o ndo varie muito (dentro de um critério de

tolerancia) ao redor dele. Estes erros diminuem com o aumento de W e U, pois em ambos os casos P (Z) alarga-se,

e temos cada vez mais sitios nos quais Z; < Zy,,. Na Fig. (3.19), mostramos como nossos resultados ndo padecem
de efeitos de tamanho finito para os tamanhos de redes que consideramos em nosso trabalho.

Encontramos que o expoente o diminui continuamente & medida que nos aproximamos da transi¢ao, até que

a distribuicdo P (Z) (Eq. (3.45)) assuma uma forma singular (o < 1), indicando a emergéncia de uma fase de

Griffiths eletronica. Sempre encontramos que o inicio da fase de Griffiths precede a transi¢cao metal-isolante, Fig.
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Figura 3.18: Expoente « (U) para dois valores de desordem. Para calcularmos «, usamos dois métodos diferentes
(simbolos cheios e vazios, veja o texto). A entrada na fase de Griffiths eletronica ocorre quando o = 1 (linha
continua horizontal). Dentro das barras de erros estimadas, encontramos um valor extrapolado que é consistente

com a = 0 na transicdo de Mott. Os resultados sdo mostrados para L = 20. Mostrado pela primeira vez na Ref.
[36].
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Figura 3.19: Distribuicdo dos pesos de quasiparticulas P (Z) para trés tamanhos L diferentes de rede. Na inser¢ao
temos o valor do expoente «, calculado pelo método do estimador, como funcao de L. Ambos mostram como nossos

resultados sdo independentes do tamanho de rede para as redes consideradas aqui. Os resultados sdo mostrados
para W =5.00 e U/U. = 0.93, onde U, = 5.3.
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(3.8), indicando que as flutuacoes introduzidas pela desordem alteram qualitativamente o comportamento critico,
mesmo para desordens fracas e moderadas. Interessantemente, encontramos dentro de nossa precisao numérica
que a — 0 precisamente na curva critica U = U, (W). Como a~! mede a largura de In[Z;] (Apéndice (C)), a
distribuigdo P (Z) torna-se infinitamente larga no ponto critico, corroborando o que ja haviamos apresentado nas
Figs. (3.13) e (3.14). Temos assim uma fenomenologia muito proxima a das fases de Griffiths magnéticas que
apresentam um ponto fixo de desordem infinita [18, 86] na transi¢do de fase. Neste ponto, temos justamente que a
distribuicao de escalas de energia do problema torna-se infinitamente larga, mesmo que a amplitude da desordem
despida (o analogo do nosso W) seja finita. Ressaltamos aqui que sempre temos 0 < Z; < 1 e, ndo s6 no nosso caso,
mas como em todas as outras fases de Griffiths, é importante que olhemos para o logaritmo da escala de energia,
pois é a distribuicao desta quantidade que se estende por varias ordens de grandeza.

Para explorarmos a estrutura dos eventos raros que dao origem & fase de Griffiths, examinamos um nimero de
realizagoes de desordem e escolhemos aquelas que continham os menores Z;. Um exemplo tipico é mostrado na Fig.
(3.20), onde o evento raro é visto como um pico bem definido na susceptibilidade local de spin y; ~ Zi_1 (note a
escala logaritmica de cores). A regido rara correspondente a esse evento raro é entao colocada dentro de uma caixa
de lado [ (linhas tracejadas da Fig. (3.20)). Para analisarmos o papel das correlagdes espaciais, mantemos a mesma
realizacdo de desordem dentro da caixa enquanto trocamos o ambiente externo por um meio efetivo apropriado®.
Entéo calculamos novamente os parametros Z; na medida em que o tamanho da caixa é reduzido de | = L (tamanho
original), até I = 1 (limite TDCM onde todas as correlagoes espaciais sdo suprimidas). Encontramos que o evento
raro permanece basicamente o mesmo até a caixa atingir um tamanho [ ~ lgr (lgr = 9 no exemplo da Fig. (3.20)),
e é entdo rapidamente (exponencialmente) suprimido para [ < [gr. Deste modo, vemos que as correlagoes espaciais
induzidas pela desordem sao de fato importantes para a fisica de eventos raros e que elas possuem um comprimento
de correlagao bem definido, além do qual o ambiente externo tem pouca ou nenhuma influéncia.

Nos também verificamos que a amplitude de desordem dentro da caixa” de tamanho lgp é apreciavelmente
menor do que o valor W do bulk, e, portanto, que UER < U, (W), estabelecendo assim que os eventos raros que
dominam a fase de Griffiths surgem de configuracoes raras de desordem, precisamente como esperado de um cenario
de ponto fixo de desordem infinita.

Retomamos agora os argumentos da secdo (3.1), onde dissemos que uma distribuicio do tipo lei de poténcia
para a escala de energia do problema ocorre porque a probabilidade exponencialmente pequena de encontrarmos
uma regido rara é compensada pela também dependéncia exponencial da escala de energia (“gap” de energia) no
volume da regido rara, Eq. (3.11). Para verificarmos que Z possui uma dependéncia exponencial com o volume da
regido rara, fizemos um calculo similar ao descrito acima. Definimos uma caixa de tamanho [ no centro de uma rede
quadrada de tamanho L. Dentro desta caixa de tamanho [, representamos um evento raro fazendo com que U > U,
ai dentro. Fora da caixa, escolhemos U < U,, de modo que Z3,;; permaneca finito. O resultado deste procedimento
¢ mostrado na Fig. (3.21) onde vemos que, de fato, Z ~ e~ dentro da regido rara.

SEste meio efetivo é calculado considerando que W = 0, mas com amplitude de “hopping” efetiva terr tal que tenhamos o mesmo
U que na solucao utilizando TEDCM.

"Definimos a desordem efetiva como W, = 4(|¢;|), onde a média é avaliada considerando-se apenas os sitios dentro da caixa de
tamanho [. Naturalmente, esta é apenas uma medida qualitativa, devido ao nimero pequeno de sitios dentro da caixa.
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Figura 3.20: (a) Distribuicdo espacial da susceptibilidade local de spin x; ~ Z; ! normalizada pelo seu valor tipico,
ilustrando uma realizagdo de desordem contendo um evento raro x; > Xuyp; (b) As flutuagdes induzidas pela
desordem sdo eliminadas do lado de fora de uma caixa de lado [ = 9 sem mudar apreciavelmente o evento raro; (c)
Quando o tamanho da caixa é reduzido ainda mais, para [ = 3, o evento raro é rapidamente (exponencialmente)
suprimido, estabelecendo a caracteristica ndo local dos eventos raros. Os resultados sao mostrados para W = 5.00
e U/U. = 0.96 e L = 30. Mostrado pela primeira vez na Ref. [36].
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Figura 3.21: Perfil do valor do peso de quasiparticula Z; em uma rede quadrada normalizado pelo seu valor no bulk
Zpuir como funcao da posicao r; na rede. Este célculo foi feito assumindo que, no centro da rede, existe uma caixa
de tamanho [ representando um evento raro no qual U > U, e que fora desta caixa, U < U.. Em ambas situagoes
temos W = 0. Na medida em que aumentamos [, os valores de Z dentro do evento raro sao suprimidos e esta regiao
aproxima-se cada vez mais de um isolante de Mott. Na insercao mostramos o menor valor de Z, aquele calculado no
centro da caixa do evento raro, como funcio do volume [? desta regido rara, exibindo um decaimento exponencial.
Utilizamos aqui L = 31, U/U, = 0.75 para o bulk e U/U, = 1.01 para a regido rara, com U, ~ 1.62D.
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Capitulo

Oscilacoes quanticas em metais fortemente
correlacionados

A teoria dos liquidos de Fermi descreve o comportamento de sistemas metalicos interagentes a baixas temperaturas
mesmo no caso em que as interagoes sao muito fortes, como por exemplo em metais de transi¢do [119] ou férmions
pesados [90]. Na presenca de perturbagdes que quebram a simetria translacional do problema, tais como impurezas
e defeitos, o liquido de Fermi se reajusta, produzindo agora um potencial efetivo visto pelas quasiparticulas que é
inomogéneo no espago [2, 9]. Aqui, a natureza ondulatoria dos elétrons manifesta-se pela formacao de oscilagoes
(as oscilagoes de Friedel [6]) na densidade eletronica ao redor dessas perturbagoes. Processos de espalhamento de
quasiparticulas por estas ondulagoes produzem entao novas corregoes com a temperatura para varias propriedades
de transporte.

A teoria dos liquidos de Fermi s6 nos da a forma funcional destas corre¢des, sem dizer nada acerca do intervalo
em que elas sao dominantes dentro da teoria. Para obtermos este intervalo, precisamos de um célculo em um modelo
microscopico que ndo esteja restrito a apenas obter a forma das corre¢oes. Um calculo cuidadoso e detalhado com
este objetivo é desenvolvido ao longo deste capitulo.

Uma visdo geral da teoria dos liquidos de Fermi de Landau é dada na sec¢do (4.1), onde discutimos conceitos como
massa efetiva, parametros de Landau e taxa de decaimento de quasiparticulas, que serao amplamente utilizados nas
secoes posteriores. Para finalizar, fazemos a conexao do cenario de Brinkman-Rice para transicao a de Mott com a
teoria dos liquidos de Fermi.

Ja na secdo (4.2), passamos a discutir transporte em sistemas metalicos. Utilizamos o formalismo de Kubo
aplicado & Teoria Dinadmica de Campo Médio, onde a condutividade possui uma forma particularmente simples
devido ao fato de que a autoenergia eletronica é local dentro desta abordagem.

Na secdo (4.3) investigamos os efeitos de uma tnica impureza rigida e ndo magnética colocada em um metal
paramagnético fortemente correlacionado [43]. O metal é descrito pelo modelo de Hubbard dentro da teoria de
campo médio de bésons escravos. Nao s6 resolvemos numericamente as equacgoes de campo médio associadas,
como também encontramos uma soluc¢ao analitica no limite de espalhamento fraco (aproximacdo de Born). Além
de corroborarem os resultados analiticos, os cédlculos numéricos mostram que nossa teoria captura as tendéncias
qualitativas do sistema mesmo para espalhamento forte.

As dependéncias dominantes da resistividade p (T') com a temperatura sao calculadas na se¢do (4.4). Utilizamos
o calculo microscopico desenvolvido na se¢do (4.3), considerando também a presenca de espalhamento ineléstico
para investigarmos como essas corregoes dominantes a baixas temperaturas variam em funcdo das correlagoes.

4.1 Teoria dos liquidos de Fermi

Desde sua introdugao por Landau [120, 121, 122, 123], a teoria dos liquidos de Fermi tem sido uma poderosa ferra-
menta para o entendimento de sistemas de férmions interagentes. Embora introduzida inicialmente para descrever
a fase normal do He® (um sistema neutro), ela forma a base de todo o nosso entendimento acerca de sistemas
metalicos. O objetivo da teoria dos liquidos de Fermi é descrever os primeiros estados excitados de um sistema
fermioénico e, portanto, suas propriedades de baixas temperaturas.
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4.1.1 Formulacao Geral

Imagine que comegamos com um sistema fermidnico ndo interagente (gas de Fermi) em seu estado fundamental e
que ligamos as interagbes entre as particulas de forma gradual [124]. Landau argumentou que, como os férmions
proximos da superficie de Fermi ndo tém espaco de fase para onde espalhar (ver argumento formal ao final desta
secdo), na medida em que as interagoes sdo ligadas adiabaticamente, os estados do sistema nao interagente original
devem evoluir de maneira suave, sem haver cruzamento de niveis. Assim, os estados finais do sistema interagente
estao em correspondéncia um a um com os estados iniciais do sistema nao interagente. Naturalmente, para que
a evolucdo adiabéatica se aplique, o estado fundamental do liquido de Fermi tem que permanecer estavel. Esta
condicdo é quebrada, por exemplo, quando o sistema sofre uma transicdo de fase para outro estado fundamental,
uma situagao que pode ocorrer para um certo valor critico da interagdo, como no caso da transicao de Mott.

Um dos principais conceitos que emerge da teoria de Landau dos liquidos de Fermi é o de quasiparticula, que,
em esséncia, é a evolucao adiabatica do férmion nao interagente para um meio interagente. Como resultado da
teoria, temos que, embora a carga e o spin desta quasiparticula ndo sejam afetados pelas interagoes, sua massa e
seu momento magnético sao renormalizados para m* e g*, respectivamente.

Um segundo ponto importante desta teoria é que ela introduz uma interagao efetiva entre as quasiparticulas.
Para introduzi-la, temos que levar em conta o seguinte fato: a quantidade de momento que duas particulas podem
trocar durante uma colisao vai a zero na superficie de Fermi devido ao principio da exclusao de Pauli. Portanto,
no limite de baixas energias (energias proximas da energia de Fermi), o nimero de quasiparticulas com um dado
momento p e projegao de spin o, n, (p)! torna-se uma constante do movimento. Sendo assim, é razoével supormos
que a energia deste gas de quasiparticulas possa ser expressa como um funcional de n, (p). Como estamos a baixas
temperaturas, temos uma baixa densidade de quasiparticulas e a energia total do sistema é dada por

B o= Bt Y e (o) (0)+ 5 3 F(pop'o’) ons (b) o (6), (41)

po,p’o’

onde Ej é a energia do estado fundamental, e, (p) = p?/2m* ¢é a energia de uma quasiparticula isolada, én, (p) =
ny (p) — nE,O) (p) é o desvio no numero de quasiparticulas com relagdo ao estado fundamental e f (po, p’c’) descreve
a interacao entre as quasiparticulas na superficie de Fermi.

O coeficiente de primeira ordem &, (p) esta associado & energia total através da seguinte derivada funcional

& (p) = %07 (4.2)

onde 0 denota o estado fundamental (esfera de Fermi). Esta energia pode ser linearizada nas proximidades da
superficie de Fermi, donde obtemos que

k
g (P) =vr (Pl —kr) +er = mfli(|P|—kF)+€F7 (4.3)
onde vp = 8@(,0)/8p‘| é a velocidade; kr, 0 momento; e e, a energia de Fermi. Podemos também definir uma

pl=kr
densidade de estados para estas quasiparticulas, que, no nivel de Fermi, ¢ dada por

P er) =20 (er — e (P) = g [ donS (e — e (9) = Tt (14)

e vemos que a massa efetiva determina a densidade de estados no nivel de Fermi.
Ja os coeficientes de segunda ordem sao dados pela seguinte derivada funcional

52FE
one (P) Onor (P’)

1Uma vez que as quasiparticulas mudam adiabaticamente a partir de férmions livres, elas também seguem a distribuicio de Fermi-
Dirac: ny (p) = {exp [8 (e (p) — )] + 1} 1. O que devemos salientar é que essa equacio é agora uma relagio de recorréncia, uma vez
que a energia e, (p) das quasiparticulas passa a ser uma funcao de ns (p). A tnica excegdo ocorre quando estamos exatamente a 7' = 0,
onde recuperamos a forma usual ns (p) = 60 (krp — |p|)-

f(po,p'o’) =

)

0

56



CAPITULO 4. OSCILACOES QUANTICAS EM METAIS FORTEMENTE CORRELACIONADOS

Quantidade fisica | Nao interagente | Liquido de Fermi
. kr (ndo muda
Momento de Fermi ke Teorema de (Luttinger [)129 130]
Densidade de férmions n = k3./3n> n = k3./3n%(nao muda)
Massa efetiva m m* =m(1+ F}/3)
Densidade de estados no nivel de Fermi P) (5F) mkp/m2h? p* (er) = m*kp /72 h?
Coeficiente v de Sommerfeld do calor especifico: Cy = T Bp (er)/3 2 k%p* (er) /3
Susceptibilidade paramagnética de Pauli x 1L (er) pLp* (er) /(1 + F§)
Compressibilidade « p(er) /n? p* (er) /(1 + F§)n?

Tabela 4.1: Relacdo entre os parametros de Landau Fgf e as quantidades renormalizadas em um liquido de Fermi,
assumindo uma dispersdo parabdlica no caso ndo interagente. Retirada da Ref. [131]

sendo, portanto, simétricos f (po,p’c’) = f(p'c’,po). Na presenca deste termo, a energia das quasiparticulas
¢ (p) passa a depender dos desvios dn, (p) e é dada por

&) = e (P)+ Y f(po,p'o’)ong (p'). (4.5)

po

A Eq. (4.5) indica que a energia de uma quasiparticula de momento p ndo é simplesmente a energia da quasiparticula
isolada &, (p), pois possui um termo extra que descreve o efeito de um campo médio estatico, ou campo molecular
[125], gerado por todas as outras particulas.

Na auséncia de um campo magnético externo, &, (p) nao depende do spin, e escrevemos &, (p) = £ (p). Deste
modo, f (po, p’c’) pode depender apenas do produto o - ¢’, onde o; é¢ uma matriz de Pauli, e temos de forma geral
que [126, 127]

f (paa p/O'/) = f;)p’ + fSp’o- : O-I? (46)

onde a interacao passa a ter uma parte simétrica, independente do spin e denotada por s, e uma anti-simétrica,
que depende do spin e é denotada por a. Na pratica, estamos interessados em fendmenos proximos da superficie
de Fermi de tal modo que |p| = |p’| = kp, implicando que, para um sistema isotrépico, f (po,p’c’) depende
apenas do angulo 6 entre p e p/, p - p’ = k%cos[6)]. E atil transformarmos f*% em quantidades adimensionais,
fazendo F** = p* (ep) f**. Finalmente, como F'*® s6 dependem de cos [f], é conveniente expandi-los na base dos
polinomios de Legendre [70] de tal forma que

F*% (cos [0) Z (204 1) F>“ Py (cos [0]) . (4.7)
1=0

Os coeficientes F;”* sdo conhecidos como parametros de Landau e sao calculados em termos de F*“ através da rela-
¢do de ortogonalidade dos polinomios de Legendre [128]. Para aplicages praticas, geralmente consideramos apenas
os dois primeiros termos desta série, pois os termos com [ > 2 sao dificeis de serem obtidos experimentalmente.

O grande trunfo da teoria de Landau dos liquidos de Fermi esta em justamente parametrizar a interagio entre
as quasiparticulas em termos de um nimero pequeno de parametros. Sao estes paradmetros de Landau que descre-
vem a polarizacgado do meio devido & interagao entre as quasiparticulas, portanto descrevendo a renormalizacao da
teoria livre original. Na Tab. (4.1), listamos como estes parametros de Landau relacionam-se com as quantidades
renormalizadas em um liquido de Fermi.

Deste modo, a teoria de Landau é uma teoria fenomenologica que introduz um parametro, m*, para o espectro
de excitagao de uma particula, e um conjunto de paradmetros, ['®'*, para a interacao entre duas quasiparticulas.
Estes parametros podem ser obtidos através de experimentos ou através de cilculos em modelos microscépicos
[85, 126, 127, 132].

Para finalizar, gostariamos de estudar o regime de validade do conceito de quasiparticula. A questdo fundamental
é saber se ha um regime no qual essas quasiparticulas fornecem uma descricao 1til do sistema ou se elas decaem tao
rapidamente para estados mais complicados que sdo de pouco uso pratico. O que faremos aqui é dar um argumento
heuristico retirado da Ref. [126]. Um calculo mais detalhado pode ser encontrado, por exemplo, na Ref. [85].

O processo que buscamos descrever é o decaimento de uma quasiparticula em outras duas quasiparticulas e mais
um quasiburaco, como mostrado na Fig. (4.1). Este processo pode ser descrito na forma a — 3+ + 6, o que é
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Esfera de Fermi

Figura 4.1: Quasiparticula de energia £, decaindo em outras duas quasiparticulas de energias &, e & mais um
quasiburaco de energia £3. Todas as energias sao medidas com respeito & energia de Fermi ep.

equivalente a oo+ 3 — v 4 J, uma vez que criar um buraco no estado 3 é o mesmo que destruir uma particula no
estado 3. A taxa de ocorréncia deste processo pode ser obtida pela regra de ouro de Fermi [78§]

L= m Y LoV IaB o (at & — & — &), (48)

o
B,7,0

onde (yd|V |af) descreve a amplitude do processo mostrado na Fig. (4.1) e a fungdo delta impde a conservagio de
energia &, = |{3|+&,+&5. Como as energias sao medidas com respeito ao nivel de Fermi, temos que &, {se &y > 0e
que {3 < 0, donde vemos que nenhuma das trés energias |£3|, &, e { pode ser maior que {,. Sendo p* (£) a densidade
de estados das quasiparticulas e definindo os valores méaximos de p* (£) e (vd| V' |af) para 0 < €3], &y, &5 < o como

*
Pmaz © Vmaz; obtemos

. / g, / ¢ / 05 9 () 0" (65) 0" (63) | (Y01 V [aB) 2 8 (Ea + €5 — € — &)

;
5‘1 &Ot
= n [ [Tl )0 @) 0" 6+ 65— € 1101V laB)
0 0

< V2 e (Do)’ €2 (4.9)

Deste modo, independentemente do valor da amplitude de espalhamento e da densidade de estados e considerando
que ambos permanecam finitos, temos que a taxa de decaimento da quasiparticula 7! sera sempre limitada por
uma constante multiplicada pelo quadrado de sua energia. O mesmo argumento pode ser aplicado a um quasi-
buraco, de onde concluimos que o tempo de vida 7 de uma excitacao em um liquido de Fermi aumenta ao nos
aproximarmos da superficie de Fermi. Assim, um sistema fermionico fortemente interagente sempre possuird uma
regiao suficientemente proxima da superficie de Fermi, onde as quasiparticulas possuem uma vida média longa e
sao os graus de liberdade apropriados para tratarmos o sistema.

Os efeitos de temperatura também podem ser incluidos de modo analogo [85], e uma expressdo mais geral para
a taxa de decaimento das quasiparticulas é dada por

1
7(e,T)

= C[r?(kpT)? + (e - sp)2] , (4.10)
onde C' é uma quantidade que depende do valor das interacoes e do sistema considerado.

4.1.2 Exemplo: Cenario de Brinkman-Rice para a transicao de Mott

Como comentamos acima, é necessaria uma teoria microscopica para que se possam calcular os parametros de
Landau em termos dos parametros do modelo original. Um exemplo de tal calculo é a solucdo do modelo de
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Hubbard limpo (Eq. (2.62)) dentro do cenério de Brinkman-Rice para a transi¢do metal-isolante de Mott, se¢do
(3.2.1). Nessa abordagem, a massa efetiva dos elétrons é m* = m/Zy, onde Zy é o peso de quasiparticula e
Zy=1-u? comu=U/U,, Eq. (3.33). O valor critico de interacdo U, (Eq. (3.30)), para o qual a transi¢io metal-
isolante de Mott [30] ocorre, é caracterizado pela divergéncia da massa efetiva, indicando que as quasiparticulas se
localizam, transformando-se em momentos magnéticos localizados. Calculamos varias funcoes respostas do sistema
correlacionado dentro deste cendrio, como por exemplo a susceptibilidade magnética, Eq. (3.25)

1 . 1
L — EACOL/ 11 (4.11)
wpp* (er) 2 (1+w)
o coeficiente de Sommerfeld do calor especifico, Eq. (3.26)
k3im? |
Y = 33 p*(er), (4.12)

e a compressibilidade

1 n? Uep (er) 1 B
- <1+ : [(1_@2 11) (4.13)

onde a densidade de estados efetiva no nivel de Fermi é

P er) = ) (4.14)

Agora, é apenas uma questao de compararmos as Eqs. (4.11)-(4.14) com a Tab. (4.1) para obtermos uma forma
microscopica para os parametros de Landau

moo_ 1 __ 1 (4.15)

g = —p (1_(1+1u)2>’ (4.16)

S _ 1 _
Fy = p<(1_u)2 1>, (4.17)

onde definimos
p = —". (4.18)

Uma aplicagdo interessante deste formalismo é discutida na Ref. [103], onde o autor estuda as propriedades
estaticas do estado normal do He?® liquido nas proximidades de seu ponto de solidificaciio e obtém um 6timo acordo
quantitativo com os dados experimentais.

4.2 Condutividade em sistemas metalicos

A condutividade o é uma das propriedades mais basicas de um solido, pois relaciona a corrente j que é nele induzida
devido a aplicacdo de um campo elétrico externo E, j = oE. A ideia béasica para entendermos a condutividade
eletronica esta contida no modelo de Drude [3] que, mesmo desenvolvido antes do advento da teoria quéntica,
lanca mao de muitos dos conceitos presentes nas teorias modernas de transporte. Drude utilizou, por exemplo, o
conceito de livre caminho médio para o elétron, que é a distancia média [ percorrida entre espalhamentos. O tempo
caracteristico entre esses eventos de espalhamento é chamado de tempo de espalhamento do transporte 7, que se
relaciona da seguinte forma com a condutividade

o = —Tt (4.19)
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onde n é a densidade eletronica, m é a massa do elétron e —e é a carga do elétron. Para um gas de Fermi, cuja
velocidade caracteristica dos elétrons é a velocidade de Fermi vg, podemos relacionar [ e 74, simplesmente como

[ = VFTtr- (420)

Um bom condutor é aquele no qual esse livre caminho médio é muito maior que o comprimento de onda dos elétrons
no nivel de Fermi A\p = 27h/kp, de tal modo que, entre as colisdes, os elétrons se movam como particulas livres
e possam ser descritos por uma dindmica semicldssica. Para metais puros, o livre caminho médio é pelo menos
da ordem de 1034, ou seja, cerca de mil vezes maior do que a distancia média entre os fons [3]. Deste modo, se
dividirmos I por A, que por sua vez é da ordem do espacamento da rede, obtemos [/\r 2 102, 0 que esta de acordo
com a nossa definicdo acima de bom condutor.

4.2.1 Formalismo de Kubo

Para que a descricao do transporte fique completa, precisamos de uma teoria microscépica para o calculo da
condutividade, ou equivalentemente, do tempo de espalhamento do transporte. Dentro de uma descricao quantica,
j é um operador e, como estamos interessados no problema de férmions em uma rede, calcularemos esse operador
corrente para o modelo de Hubbard em uma rede cubica d dimensional. Seguindo a mesma notagao da Eq. (2.62),
a componente x do operador corrente é dada por [60]

Jp = —it Z c}g (Cjta,0 — Co)s (4.21)
ou no espaco de Fourier
Jo (@) = =2t > _sin[ks] el ,Cirquo- (4.22)
k,o

No limite nao interagente, vemos que o operador corrente comuta com Hjy e é uma constante do movimento,
implicando que a corrente elétrica ndo decai. O decaimento da corrente elétrica, gerando uma resistividade finita
no sistema, possui duas fontes principais:

e Desordem - que causa uma quebra da invaridncia translacional do cristal;

e Interagdes - entre elétrons e fénons e entre os proprios elétrons, que faz com que os antigos autoestados de
momento agora possuam uma meia-vida finita 7.

Voltando ao célculo da condutividade, sua expressao pode ser obtida pela féormula de Kubo para a condutividade
elétrica [60]

. 2
1 ne
= — [II — . 4.2
7(@w) = = |Me(aw)+ 2 (4.23
A funcéo de correlagio I (q, w,,) é dada por
TP, o
Haw) = ~gp [ dre () 0), (4.24)
drd |,

onde L é o comprimento linear do sistema, 8 = 1/T, w, = (2n+ 1) 7/0 sdo as frequéncias de Matsubara, 7 é
o tempo imaginario, (---) denota a média termodinamica e T, é operador de ordenamento temporal no tempo
imaginério, sempre colocando os menores tempos 7 & direita. Utilizamos também a simetria ctibica envolvida no
problema para anularmos os elementos nao diagonais do tensor de condutividade, e também para fazermos todos
os elementos diagonais iguais a 0. A fungdo de correlacdo retardada Il et (g, w) é obtida ao fazermos a continuacdo
analitica iw, — w + 0" na Eq. (4.24)

A formula de Kubo é derivada dentro da teoria de resposta linear [59, 60] e é, portanto, limitada a baixos valores
do campo externo aplicado. Vemos que ela possui dois termos, sendo que o primeiro é conhecido como termo
paramagnético e o segundo como termo diamagnético. O passo mais complicado neste calculo é encontrarmos o
valor médio presente na Eq. (4.24). Pela forma do operador corrente na Eq. (4.22), vemos que temos que avaliar

termos do tipo <T763C4CIC£>, que sao conhecidos como fungdo de Green de dois corpos [59, 60, 127, 132]. O calculo

deste termo pode ser feito, por exemplo, através da expansao deste valor médio em uma série perturbativa. Exceto
pelo termo de ordem zero, esta expansao contém termos que nao podem ser reduzidos a produtos de funcao de
Green de um corpo. Tais termos sao conhecidos como correcoes de vértice.
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4.2.2 Condutividade dentro da Teoria Dinadmica de Campo Médio

Como vimos na segao (2.2.2), a TDCM é uma teoria que possui uma autoenergia eletronica local. Esse fato simplifica
consideravelmente o calculo da condutividade, pois, para uma condutividade dependente apenas da frequéncia
o (q=0,w), todas as correcdes de vértice anulam-se e o (q = 0,w) passa a depender apenas da fun¢do de Green
de um corpo [20]. De maneira geral, a contribui¢do paramagnética para a condutividade é dada por (considerando
todos o pré-fatores dimensionais)

Reo (w+1i0%) = %i‘?DQ/-HX) deN (e) /+°° duf(y) — i(y+w)A(e,y)A(e,y+w), (4.25)

—0o0 — 00

onde f (v) é a distribuigdo de Fermi-Dirac, D ¢ a semilargura de banda, og = ¢2?/2ha, a é o parametro de rede,
N (e€) é densidade de estados da rede nao interagente e A (¢,v) é a fungdo espectral que é dada por

1 1 1
= _1 0t) = —=1 4.2
Alew) = = 2ImG (6w +07) wm(w+u—e—z(w)+io+>’ (4.26)

onde G é a fungdo de Green local de um corpo, obtida ao calcularmos a autoenergia local 3 (w).
Temos que salientar que a contribuicdo diamagnética da condutividade é a anulada pela divergéncia com 1/w da

fungdo de correlagao corrente-corrente [20]. Podemos simplificar a Eq. (4.25) ainda mais um pouco ao tomarmos o
limite w — 0 para obtermos a condutividade DC

Reo (w=0) = 04, = @ / e (€) / " a ( ag(y”) > A2 (e,v). (4.27)

—0o0 — 00

Como um exemplo da aplicacao deste formalismo, estudaremos as propriedades de transporte de sistemas forte-
mente correlacionados a baixas temperaturas [133]. Para temperaturas e frequéncias menores do que uma tempe-
ratura de coeréncia T*, a autoenergia dentro de TDCM assume uma forma do tipo liquido de Fermi local [66, 67]

Sw) = w (1 - ;) —iC (w2 + (kaT)Q) . (4.28)

Aqui, Z é o peso de quasiparticula que, assim como aquele definido na Eq. (4.15), renormaliza a massa das
quasiparticulas®. A parte imaginaria da autoenergia est4 associada & taxa de decaimento das quasiparticulas, por
isso possui a mesma forma da Eq. (4.10), onde C ¢ uma constante positiva que depende da estrutura de banda
considerada para o célculo e das interagdes. A temperatura de coeréncia é T* = ZTF, onde Tr é a temperatura de
Fermi do sistema nao interagente.

Com esta autoenergia em maos, podemos calcular a funcdo espectral A (e,w). Vamos limitar o nosso estudo a
baixas energias e temperaturas de tal forma que consideraremos que a parte imaginaria da autoenergia A = —Im [
seja pequena A — 0. Esta quantidade A codifica o espalhamento inelastico elétron-elétron presente no problema, e
tomar A — 0 significa que calculamos o termo dominante na condutividade devido a esse espalhamento ineléstico.
Da Eq. (4.26) temos que

1 A

AILHOA (6w) = T ilglo (M) = Y, (4.29)
onde  (w) = w+p—e—Re[X (w)]. Esta resposta é razoavel, pois se A = 0, recuperamos a forma néo interagente da
funcao espectral, uma vez que tudo que autoenergia faz agora é renormalizar os niveis de energia. Isso ainda nao é
suficiente, pois precisamos avaliar A2 (e,w), que, pela nossa discussao anterior, parece ir com o quadrado da fungio
delta. Certamente, A2 (¢,w) deve divergir para A — 0, uma vez que precisamos recuperar o resultado conhecido de
que, a T'= 0, um metal perfeito possui condutividade infinita. O que precisamos é de um método para tratarmos

2Para uma autoenergia ¥ (w) independente do momento k, temos, de maneira geral, que

*
™l 9 Ren(w4iot

m Z ow )|‘*’:0'
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essa divergéncia [60], o que nos é dado ao consideramos as seguintes integrais

toan A
/ Torar b (4.30)
+oo 40 A 2 1

A primeira integral (Eq. (4.30)) possui o limite correto, dado que ela reproduz a Eq. (4.29). J4 a segunda integral
(Eq. (4.31)) sugere a seguinte equivaléncia

A )2 L) (4.32)

1
. 2 _ . = AR
AILHOA (e;w) = 2 AIEIO <QQ + A2 2rA’

que nos fornece o comportamento esperado para A — 0.
Utilizando a Eq. (4.32), realizamos a troca A? (¢,w) — § () /27A na Eq. (4.35), o que nos da

_ 27m00D? 1 Foo w Of (w) 1
0ge(T) = —7— %/_w dwN (E) (— o >w2+(ﬂkBT)2. (4.33)

Fazendo a troca de variaveis © = w/kpT e calculando a densidade de estados a T' = 0, uma vez que corre¢oes em
T gerariam termos de ordem superior, chegamos a

O'0D2 I()N (€F) 1

onde Iy = fj;o e’/ (2 +72) (1+ ¢®)? ~1/12 e N (cr) ¢ a densidade de estados da rede nio interagente, calculada
no nivel de Fermi. Como a condutividade diverge em 7" = 0, pode ser mais conveniente trabalharmos com sua
inversa, a resistividade p (T') = 1/04. (T)

cd
T) = ————k2T7. 4.
p( ) 0'()D2I()N (EF) B ( 35)

Este comportamento do tipo liquido de Fermi (em que p (T) = po + AT?, para T — 0) é caracteristico de metais
cujo mecanismo de espalhamento dominante é a interacdo elétron-elétron e é observado em metais de transicao
[119], férmions pesados [90] e varios condutores orginicos [98, 102, 134].

4.3 Impurezas em sistemas fortemente correlacionados: solugao anali-
tica

Investigamos agora os efeitos de impurezas rigidas e ndo magnéticas colocadas em um metal paramagnético forte-
mente correlacionado. O metal é descrito pelo modelo de Hubbard dentro da teoria de campo médio de Kotliar-
Ruckenstein [65], ou, equivalentemente, Brinkman-Rice [35]. N&o s6 resolvemos as equagdes de campo médio
associadas numericamente, como também encontramos uma solugao analitica no limite de espalhamento fraco
(aproximacao de Born). Deste modo, podemos monitorar o comportamento do sistema ao sairmos do bem conhe-
cido regime néo interagente em dire¢do ao ndo tao bem entendido regime fortemente correlacionado, nas vizinhangas
da transicao metal-isolante de Mott.

4.3.1 Definicao do problema

Consideramos o modelo de Hubbard desordenado em uma rede ctibica d dimensional, Eq. (2.70). Novamente,
todas as energias serdo expressas em termos da semilargura de banda (energia de Fermi) D e aproximamo-nos da
transi¢do metal-isolante de Mott aumentando a interacdo local U com a rede em semipreenchimento (potencial
quimico p = U/2).

Para resolvermos este modelo, aplicamos a aproximacao de campo médio de boésons escravos diretamente ao
problema da rede. Como discutido na sec¢do (2.2.6), esta teoria é matematicamente equivalente a implementarmos a
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TEDCM, utilizando-se a teoria de campo médio de bosons escravos para resolvermos os problemas de uma impureza
associados, Secs. (2.2.3) e (2.2.5). A energia livre do nosso sistema é, entdo, dada pela Eq. (2.121)

= —27) Trin [—iwnl L Zv+ zl/QHozl/Q} +3 (U~ (1 - & + &) (Zwi—ei+ )], (4.36)

onde e; e d; sao as amplitudes dos bosons escravos correspondendo respectivamente a sitio vazio e ocupacao dupla,
T ¢é a temperatura e w, sdo as frequéncias de Matsubara. As matrizes Z e v sdo diagonais na base dos sitios:
[Z] = Z;6;5 , [v]ij = v;0;; € Hy é a Hamiltoniana da rede limpa e nao interagente. O peso de quasiparticula é dado
pela Eq. (2.100)

i di)? (1—e2—d2
g - 2 ) (1-e _ ) , (4.37)
1= (e} —dy)
enquanto o potencial renormalizado de desordem em cada sitio é, pelas Eqgs. (2.110) e (2.112)
1 Ud; 0Z;
% ( i d + adl 61) 7

O potencial renormalizado de desordem da o potencial efetivo que as quasiparticulas “veem” no nivel de Fermi. J4
o peso de quasiparticula define a escala de energia A} na qual as quasiparticulas sdo bem definidas: A = Z,; D.

Extremizando a energia livre na Eq. (4.36) com relagao as amplitudes de bosons escravos, chegamos as equagoes
de campo médio de bosons escravos, que sdo dadas pelas Egs. (2.122)-(2.124)

T Gulivn) = 5(1-c+a), (439)
<g§; ggj) Tnz];éik (iwn) hkg = — <g (e; +di)+ (€, —€i) (e — di)) , (4.40)

onde hy; = [Ho],, sdo os elementos da Hamiltoniana da rede limpa e nao interagente calculados na base dos sitios,
- -1
Gi; (iwn) = (il [iwm —e- ﬁﬂoﬁ] 1) (4.41)
é a fun¢do de Green das quasiparticulas e lembramos que

é a energia renormalizada do sitio i, que é mais conveniente para manipularmos durante os calculos do que a
quantidade fisica, que é v;.

Consideraremos primeiro um potencial de desordem fraco (|e;| < D) e expandiremos as equagdes de campo
médio, Egs. (4.39) e (4.40), ao redor da soluc¢do uniforme. Esta expanséo é simplificada se introduzirmos uma nova
base no problema

que, no limite uniforme, reduz-se a g = 2dg = V1 — u e yg = 0 com

U
u o= —, 4.45
0. (4.45)
sendo U, o valor critico de intera¢do para o qual a transi¢cdo metal-isolante de Mott ocorre, Eq. (3.30).
Em termos destas novas varidveis, as Eqs. (4.37) e (4.38) ficam

_ Codo)
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e
Uy (1+22) (2—22 —y?
Ei—& = **y( ){ 2.2 y) (4.47)
4 zi (1= 23y;7)
Ja as equagOes de campo médio, Egs. (4.39) e (4.40), sdo reescritas como
T Gii(iwn) = wi(wi,ui), (4.48)

TZ VZiGik (iwn)  Zrhei = wa (x4, 3) (4.49)
n,k

onde
1
wy (T4, y5) = 3 (1 —zyi) (4.50)
[§]
U @2-—af—y) (2 -y
w (T4,Y;) = 16 ( _ 12( ) . (4.51)

%

A linearizagao dessas equagoes de campo médio é mostrada no Apéndice (D).

4.3.2 Quantidades fisicas

Com a expansao desenvolvida no Apéndice (D), temos todas as ferramentas para calcularmos as quantidades fisicas
de interesse. Utilizando as Eqs. (4.42), (D.4), (D.6), (D.13) e (D.14) e lembrando que Z; = Zy + O (¢2), podemos
encontrar o potencial renormalizado de desordem v;:

1

Vi = T (51- —[M! (u)]ij 5j) . (4.52)

A matriz M (u) é a transformada de Fourier discreta de
M. U110 -
q(w) = 1-2g(u) [ g ] , (4.53)

onde H,(lo) é a dada pela Eq. (E.8) e

2
(I+u)(1—u)
u) = —— 4.54
9 () w2+ u(l—u) (4:54)

Na presenca deste potencial externo das impurezas, as cargas remanejam-se para blindar os efeitos deste poten-
cial, causando desvios na densidade eletronica local n; = 1 + dn;. Tais desvios na densidade eletronica sao dados
por én; = —e? +d? ~ — (1 — u)'/? Yi;e; e, através das Egs. (D.13) e (D.14), obtemos

4g (u) -1
6n; = ——2 M (u)].. e, 4.55
Cm e MWl (455)
com a mesma estrutura espacial que v; na Eq. (4.52).

Ressaltamos mais uma vez que as expressoes em primeira ordem na desordem para v;, Eq. (4.52) e dn;, Eq.
(4.55), valem para uma configuracio espacial arbitraria de impurezas. A nossa Unica hipotese ao derivé-las foi
assumir que a desordem é fraca, ou seja, |e;| < D.

Podemos também encontrar a matriz T', que determina as propriedades de espalhamento do sistema. A matriz
T é definida da seguinte forma [117]

G = GO94GOTGY, (4.56)

onde G é a funcao de Green total do sistema e G(®) ¢ a funcdo de Green da rede uniforme interagente e é dada por

=~ Z
GO =769 = 20 ___ 4.57
0 zwnl — ZQHQ ( )
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2

Acima, vimos que 6Z; ~ O (el) e que &; ~ O (g;). Além disso, utilizando as Eqs. (D.9) e (4.57), podemos escrever

a expansao de G até primeira ordem na energia das impurezas como

e+ 6eM)

G = G(°>+G(0>( GO, (4.58)

0

Comparando agora as Eqs. (4.56) e (4.58), concluimos que

e+ 6™
O Gt Lchin) N (4.59)
Zo
resultado que é valido até primeira ordem nas energias das impurezas e consistente com nossa definicao de v como
potencial renormalizado de desordem.
Em segunda ordem, podemos determinar a corre¢do para o peso de quasiparticula 67;, considerando que ¢; =

dioco- Das Egs. (D.13), (D.14), (D.17) e (D.25), vem que

57 = 2u2(1—u){[Mf1(u)]lj (4[M2(u)]jk L2 ()], [nw)?]lo

_ _ _ 2
© 00wt L ), (17 ],,) - 20— 0 L ], [r07] e e
com uma estrutura mais complexa quando comparada as Eqgs. (4.52) e (4.55).

4.3.2.1 Limites de fraco e forte acoplamento

Neste ponto, particularizaremos toda a discussdo para uma tnica impureza localizada no sitio o, e assim &; = §;,€,.
Para verificarmos e ilustrarmos os resultados analiticos, resolvemos as Eqs. (4.39) e (4.40) numericamente para
d =1ed = 2. Estas solu¢bes numéricas sdo apresentadas nas Figs. (4.2)-(4.9). Embora os nossos resultados
analiticos sejam validos no limite de desordem baixa (g, < D), eles capturam as tendéncias qualitativas do sistema
mesmo quando o espalhamento nao é fraco, isso é mostrado, por exemplo, nas Figs. (4.5) e (4.8).

Para adquirirmos uma visao mais clara dos resultados analiticos para v;, n; e Z;, analisaremos suas expressoes
nos limites de interagdo fraca e forte, onde podemos expandir todas as quantidades em poténcias de u ou (1 — u),
respectivamente, obtendo expressoes simplificadas. Em particular, a funcao g (u) definida em (4.54) reduz-se a

gu) =~ {(111213’2?;_());1_ (4.61)

Ja as matrizes auxiliares M (u), My (u), M (u) e L (u) (Egs. (4.53), (D.26), (D.27) e (D.14), respectivamente)
assumem as seguintes formas

u—0
M(u) ~ UIIO); (4.62)
M, (u) =~ %1, (4.63)
My (u) =~ %1, (4.64)
L(u) ~ —1+u(1+UJII). (4.65)
u—1
M(u) ~ 1- UE (1-w?) [I@] 7, (4.66)
M; (u) =~ %1+O(1 —u); (4.67)
L(u) ~ UII°+0(1—u). (4.68)

Mesmo no limite u — 1, a matriz M; (u) nao possui uma expressao fechada simples. Neste caso, também tomamos
o limite assint6tico, considerando que olhamos apenas para sitios suficientemente distantes da impureza. Este
procedimento esté descrito no Apéndice (E.2).

65



CAPITULO 4. OSCILACOES QUANTICAS EM METAIS FORTEMENTE CORRELACIONADOS

A 02 : — ]
0.6f 0.1 . T
o4 & | -
o 0.1 -
S i I
0.2fr \ \ \ \ T
02
0 10 20 30 40 50
1 - i
0.0H
. \ 1 \ 1 \ 1 \ 1 \
0'20 10 20 30 40 50

io

Figura 4.2: Desvios na densidade eletronica on; = n; — 1 para o limite ndo interagente em uma cadeia unidimen-
sional como funcao da distancia r;, da impureza, que é medida em unidades do espacamento de rede a. Mesmo
sendo localizada no espaco (g; = €,0;,), esta impureza induz oscilagoes de longo alcance em dn; que decaem assin-
toticamente como uma lei de poténcia. Insercao: reescalamos dn; por r;,, ilustrando que o decaimento assintético
de 57%(0) com r;io também vale neste caso em que temos uma rede. Para esta estrutura de banda, kr = 7/2, de
tal modo que o periodo de oscilacao espacial no limite assintético é de dois espagamentos de rede. Utilizamos aqui
L =400,e,=—-D, T =0, u=0 e condicoes periddicas de contorno.

¢ Limite fracamente interagente (u — 0)

Neste regime, nao ha renormalizacao da massa eletronica de banda, uma vez que Zy ~ 14+ 0O (u2), e a nossa solucao
coincide com a solucao Hartree-Fock para o modelo de Hubbard, na qual temos uma autoenergia local e estatica
que é dada por X; = UnY, onde n? = 1+ 21'[5?)5]- é a densidade eletronica nao interagente na presenca da impureza.
Mesmo que o potencial da impureza seja localizado no espaco, os desvios na densidade eletronica 5n£0) apresentam
oscilagoes de longo alcance de Friedel, que sao codificadas por HE?), Fig. (4.2). A forma espacial das oscilagoes
de Friedel depende da superficie de Fermi do sistema [42] e um célculo analitico em d > 1 s6 é possivel para uma
superficie de Fermi esférica, onde obtemos que 6n(?) ~ cos (2kp7r) /r?, com r sendo a distancia até a impureza e kp
o momento de Fermi®. Oscilacoes de Friedel que decaem lentamente no espaco como uma lei de poténcia sio uma
consequéncia direta do fato de que as excitacoes em um liquido de Fermi nao possuem “gap”.

O potencial renormalizado de desordem é agora dado por v; ~ ¢; + U Hgg)sj, implicando que os elétrons nao
sao espalhados somente pelo potencial local da impureza, como ocorre para u = 0, mas também por um potencial
de longo alcance gerado pelas oscilagoes de Friedel, Fig. (4.3). O espalhamento elastico de quasiparticulas pelas
oscilagoes de Friedel gera novas correcoes para a dependéncia com a temperatura da resistividade que diferem das
corregoes usuais de um liquido de Fermi, Eq. (4.35). Discutiremos mais essas corre¢des na segio (4.4). Vale a
pena notar também que, neste limite, a estrutura espacial de v; e dn; é estritamente a mesma, como é realcado na
insercdo da Fig. (4.3).

e Limite fortemente interagente (u — 1)

Quando nos aproximamos da transi¢ao da regido critica, contudo, os desvios na densidade local de elétrons sao
dados por
2(1—u)

2 2 —1

3Veja o Apéndice (F), onde fazemos este calculo em uma e duas dimensdes. Expressoes exatas para a fungio polarizacio Hg?) de
um gas de elétrons livres em d =1, d = 2 e d = 3 podem ser encontradas na Ref. [135].
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Figura 4.3: Potencial renormalizado de desordem v; em uma cadeia unidimensional como fun¢do da distancia r;,

da impureza no regime de acoplamento fraco. Na presenca de interagoes, v; passa a ser de longo alcance, embora
(0)

o potencial da impureza despida seja extremamente localizado no espago (vi = 5O§i,o>. Inser¢do: reescalamos v;
por r;, ilustrando que a parte nao local de v; é de fato gerada pelas oscilagoes de Friedel da densidade eletronica.

Utilizamos aqui L = 400, ¢, = —D, T =0, u = 0.05 e condigoes peridédicas de contorno.

mostrando uma supressao das oscilagoes de Friedel: a parte ndo local de dn; é um fator (1 — u)2 menor do que
a local. Portanto, a densidade eletronica é modificada significativamente apenas nas vizinhancas da impureza,
implicando em um “comprimento de cura” muito menor, Figs. (4.4), (4.5) e (4.7). Este “comprimento de cura”
¢ o comprimento espacial de que o sistema precisa para se recuperar dos efeitos da impureza. A supressao do
decaimento espacial lento de dn; reflete a tendéncia fundamental das quasiparticulas a localizarem-se, uma vez que
o sistema aproxima-se do isolante de Mott.

O potencial renormalizado de desordem fica

vio= —(1—w)U; ' [OO] P, (4.70)

sendo tao nao local quanto para u pequeno, exceto por uma reduc¢do na amplitude global dos termos, Figs. (4.6) e
(4.7). Assim, ndo nos devemos guiar apenas pelas flutuagoes na densidade eletronica, que séo “curadas” de maneira
extremamente efetiva. Notamos ainda que v; vai a zero linearmente na transicao de Mott, sinalizando uma completa
supressdo da desordem pelas interagoes [44], como discutido na sec¢do (3.2.2.1).

Ressaltamos que as oscilacoes de Friedel possuem, em principio, um decaimento espacial diferente neste limite,
pois temos que calcular a transformada de Fourier nao da funcao de Lindhard HEIO), mas de sua inversa, Eqs. (4.69)
e (4.70). No Apéndice (F) calculamos esta transformada para uma e duas dimensdes. Para o caso unidimensional,
obtemos uma dependéncia espacial diferente (Eqgs. (F.11) e (F.17)). Ja para o caso bidimensional, o decaimento
espacial é o mesmo (Egs. (F.32) e (F.34)). De qualquer forma, a amplitude dessas oscilagdes é fortemente suprimida
pelo fator (1 — ), o que faz com que seu comportamento espacial perca importancia.

Para valores intermediarios de interacao, os desvios no peso de quasiparticula §Z; = Z; — Z; também apresentam
oscilagoes do tipo Friedel, ao passo que, préximo da transicao de Mott, §Z; apresenta um decaimento predominan-
temente exponencial a partir do sitio da impureza, uma vez que todos os outros termos descrevendo as oscilagoes
de longo alcance sdo de ordem superior em (1 — u), veja Figs. (4.8) e (4.9) e a Eq. (4.71) abaixo (os detalhes deste
célculo estao apresentados no Apéndice (E.2)). O potencial da impureza tira a ocupagao do sitio o do semipreenchi-
mento, reduzindo assim a tendéncia de formagdo de um momento magnético local, deixando-o mais metélico pelo
aumento de Z;. Na medida em que as interagoes aumentam, esta “metalizacao” tende a se espalhar a partir da im-
pureza, criando “bolhas” metéalicas (regides vermelhas da Fig. (4.8)) em um sistema quase localizado. Um resultado
de certa forma similar emerge no modelo ¢ — ¢’ — J, no qual uma impureza induz uma magnetizagdo alternada em
sua vizinhancga, cuja extensdo espacial também aumenta com as correlagoes [136, 137]. O comportamento critico
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Figura 4.4: Parte nao local dos desvios na densidade eletronica dn; em uma cadeia unidimensional como fungao
da distancia r;, da impureza. A medida que aumentamos u, as oscilagées de Friedel sdo suprimidas e a resposta
torna-se cada vez mais local. Utilizamos aqui L = 400, ¢, = —0.1D, T' = 0 e condicoes periédicas de contorno.
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Figura 4.5: Desvios na densidade eletrénica dn; exibindo oscilagdes de Friedel caracteristicas. De cima para baixo,
temos u = 0 e u = 0.84. As oscilagoes de Friedel aparecem aqui como cruzes devido & anisotropia da superficie de
Fermi [42]. Ao entramos no regime fortemente correlacionado, as oscilagoes de Friedel sdo suprimidas, implicando
em um “comprimento de cura” menor, ou seja, o sistema precisa de uma distancia menor para recuperar-se dos
efeitos desta impureza. Utilizamos aqui uma rede quadrada com L = 30, ¢, = —D, T' = 0 e condi¢Oes periddicas
de contorno. A escala de cor codifica apenas os valores positivos de dn,;. Mostrado pela primeira vez na Ref. [43].
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Figura 4.6: Parte nao local do potencial renormalizado de desordem v; em uma cadeia unidimensional como fung¢ao
da distancia r;, da impureza. A medida que aumentamos u, esses termos ndo locais tém sua amplitude reduzida.

Utilizamos aqui L = 400, ¢, = —0.1D, T = 0 e condicoes periédicas de contorno.
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Figura 4.7: Comportamento critico dos termos local e ndo local de dn; e v;. Na regido critica, o termo local de dn;
vai com (1 — u), enquanto o ndo local vai com (1 — u)°. Ja no caso de v;, ambos vio a zero com (1 —u). O termo
nao local é calculado no vizinho da direita ao sitio da impureza. Utilizamos aqui uma cadeia unidimensional com
L =400,e,=—-0.1D, T =0 e condicgoes peridédicas de contorno.
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Figura 4.8: Desvios no peso de quasiparticula 0Z; = Z; — Z,. De cima para baixo temos v = 0.40 e u = 0.96.
Enquanto que para valores moderados de interacao §Z; apresenta oscilagoes de Friedel, ele possui um decaimento
exponencial dominante na vizinhanca da transicao de Mott. Utilizamos aqui uma rede quadrada com L = 30,
€, = —D, T = 0 e condig¢oes periddicas de contorno. A escala de cor codifica apenas os valores positivos de 07;.
Mostrado pela primeira vez na Ref. [43].

de 6Z; é capturado por nossas expressoes analiticas (veja o Apéndice (E.2)) e mostramos que, para 7;,/¢ > 1,

1—u (w(ldW

-1
U2\ 20+d)/2 i

57, (Cdg(:afd)/%—m/ﬁ +4(1— u)3 [H(O)]zo ) €2, (4.71)

onde Cy = 1 parad =1 ou Cy = 7(1=D/2/204d)/2 para d > 2; r;, = |r; — 1,|, com r, sendo a posi¢ao da impureza
e

€ = (2z:(1—w)V? (4.72)

faz as vezes de um comprimento de correlacao, com z = 2d sendo o numero de coordenacdo da rede. Este com-
primento de correlagdo diverge na transi¢do com um expoente critico de campo médio 1/2. Estudos anteriores
sobre a interface de um metal fortemente correlacionado e um isolante de Mott [138, 139], empregando técnicas
bem similares s nossas, também encontram um decaimento exponencial do peso de quasiparticula ao penetrar no
isolante de Mott a partir do metal. Nestes estudos, contudo, os termos oscilantes da Eq. (4.71) foram ignorados,

provavelmente devido ao fato de que sua pequena amplitude inviabiliza sua captura por céalculos numéricos, Figs.
(4.8) e (4.9).

4.4 Correcoes de baixas temperaturas para a resistividade

Vimos anteriormente que, na presenca de interagoes, o potencial efetivo de desordem possui uma parte de longo
alcance, Fig. (4.3), que ¢é gerada pelas oscilagdes de Friedel. Processos de espalhamento das quasiparticulas por
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Figura 4.9: Desvio no peso de quasiparticula 6Z; nas proximidades da transi¢do de Mott em uma escala monolog.
O reescalamento confirma que £ ~ (1 — u)fl/2 e que 67 (0) ~ (1 — u)l/z. Além disso, vemos que, efetivamente,
o termo exponencial é o dominante na regiao critica. Utilizamos aqui uma cadeia unidimensional com condigoes
periodicas de contorno, L = 400, ¢, = —0.1D e T = 0. Para §7;/ (1 — u)l/2 < 1079, o calculo numérico ndo é mais
confiavel.

essas ondulacgoes produzem novas correcoes para a dependéncia com a temperatura de varias quantidades fisicas
[4, 9, 41]. Um exemplo bem conhecido sdo as corregoes para condutividade Ao em sistemas bidimensionais

T, balistico, | > \p;

Ao~ {mT, difusivo, I < Ap. (4.73)

Usamos a mesma notagdo da Eq. (4.20), com [ sendo o livre caminho médio e A\p o comprimento de onda dos
elétrons no nivel de Fermi. Como notado na Ref. [41], embora essas corre¢oes tenham uma forma diferente e
sejam calculadas em regimes fisicos diferentes, elas possuem a mesma origem fisica: espalhamento coerente das
quasiparticula pelas oscilagoes de Friedel.

Como de praxe, a teoria dos liquidos de Fermi s6 nos da a forma funcional das corregoes, sem dizer nada acerca do
intervalo em que estas corregoes sao as dominantes dentro da teoria. Para determinarmos este intervalo precisamos
de um calculo em um modelo microscopico. Utilizaremos aqui o calculo microscopico desenvolvido na secdo (4.3),
investigando como as correcoes dominantes a baixas temperaturas para a resistividade variam como funcgoes das
correlacoes.

4.4.1 Motivagao experimental

Ao longo dos tltimos quinze anos, avancos experimentais significativos proporcionaram evidéncias convincentes da
existéncia de uma transi¢do metal-isolante bem definida em gases de elétrons bidimensionais (GE2D) como fungio
da densidade eletronica [47, 49]. As melhores evidéncias desta transi¢io sdo observadas nas amostras mais limpas
[47], nas quais nos encontramos no regime balistico de transporte.

Para o regime balistico, Zala et al. [41] derivaram uma teoria muito elegante e de grande sucesso, mostrando
que, no regime fracamente correlacionado, hé o surgimento de uma correcdo linear para a resistividade do sistema.
Muitos experimentos em GE2D passaram entdo a usar esta teoria como guia na interpretacao de seus resultados
[46, 105].

Contudo, na regido critica, a massa efetiva m* é consideravelmente aumentada (uma assinatura caracteristica
de fortes correlagoes), enquanto que o fator g efetivo (¢* = g/ (1 + F§)) permanece praticamente sem ser renorma-
lizado*, veja Fig. (4.10). Olhando para as Eqs. (4.15) e (4.16), vemos que fenomenologia similar aparece no cenério

4Este mesmo comportamento é observado na transicio de liquido de Fermi para solido no He® normal [103, 104].
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Figura 4.10: Renormalizagao da massa efetiva (quadrado) e do fator g (circulos) como fungdo da densidade eletronica
para um gas de elétrons bidimensional. Retirado da Ref. [46]. Inser¢do: Comparacdo do parametro de Landau
F§ obtido utilizando-se um modelo teérico (curva cheia) com aquele extraido dos dados experimentais (circulos).
Nesta amostra, a densidade critica para qual a transicdo ocorre é n, = 0.8 x 10'cm™2.

de Brinkman-Rice para a transicao de Mott, sugerindo um estudo da transicao metal-isolante de gases de elétrons
bidimensionais dentro desta abordagem [140].

Nosso modelo é muito simples para uma descri¢do completa dos resultados experimentais. O que queremos fazer
aqui é investigar o quio robusta é essa corre¢do linear para p(7') em 2d (derivada dentro de uma aproximagao
Hartree-Fock) na medida em que as correlagbes entram em cena.

4.4.2 Inclusao dos “cutoffs” inelasticos

A quantidade fundamental para estudarmos transporte em sistemas metalicos, como discutido na segao (4.2), ¢ a
taxa de espalhamento do transporte Tt_rl [3]

0 = 2[00 <)l kP (1K), e

onde f(k,k’) é a amplitude de espalhamento entre o estado de momento k e aquele de momento k', n;y,, € a
concentracdo infinitesimal de impurezas e a func¢do delta impde que o espalhamento seja elastico. f (k,k’) nada
mais é do que a transformada de Fourier do potencial de espalhamento, dado pela matriz T, Eq. (4.56). Como
estamos dentro da aproximacao de Born, a matriz T' é simplesmente dada pela transformada de Fourier do po-
tencial renormalizado de desordem v, Eq. (4.59). Para um potencial de desordem com simetria esférica, podemos
escrever que f (k, k') = f(q), onde ¢ = |k — k’| = 2ksin (6/2) é o momento transferido na colisdo, 6 é o angulo de
espalhamento e |[k'| = |k| = k.

Antes de prosseguirmos, gostariamos de clarificar o problema fisico que nos propomos a resolver. O termo linear
na resistividade p (T') emerge do espalhamento coerente das quasiparticulas pelas oscilagoes de Friedel, e estas
oscilagoes de Friedel sdo em si um processo assintotico (veja, por exemplo, o Apéndice (F)). Parece-nos, entdo,
razoével assumir que seja suficiente estudarmos o comportamento assintético do sistema para entendermos como este
termo linear é afetado pela presenca de correlacoes. Baseado neste raciocinio, o uso de uma dispersao do tipo elétron
livre e = k% /2m para os elétrons da rede é bem justificada, pois uma descri¢io de continuo é apropriada neste limite

de longos comprimentos de onda. Com esta escolha de dispersdo, temos que ¢ (e (k) —e (k') = (m/k)d (k- k') e
a Eq. (4.74) fica
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2
do
—1 2
= im — |T, 1-— 9). 4.75
T (6) n pm/o 2ﬂ_| gl” (1 — cost) (4.75)
O tempo de espalhamento do transporte é dado pela média [3]

T (T) = / deriy () 11 (€) (4.76)

onde [ (¢) é a derivada da fungdo de Fermi-Dirac.

Em nossa teoria de campo médio de bosons escravos, a autoenergia eletronica é puramente real [65] e descreve
apenas o espalhamento elastico dos elétrons por um potencial blindado da impureza dependente da temperatura.
Contudo, este esquema deve de fato ser encarado como um célculo variacional dos parametros de quasiparticulas
dentro do nosso procedimento de TEDCM. Em um tratamento mais completo, também existe uma parte imaginaria
na autoenergia, refletindo efeitos inelasticos (veja, por exemplo, a Eq. (4.28)). Com o proposito de avaliarmos apenas
os efeitos perturbativos dominantes do espalhamento pela impureza, esta parte imaginaria pode ser computada no
sistema uniforme, onde ela emerge naturalmente no contexto de uma teoria local de liquidos de Fermi como a
TDCM |20, 141], e é dada por

Y(T) = A(uw)Tr(T/Tr), (4.77)

onde Tr é a temperatura de Fermi e a fungio A (u) possui os seguintes limites: A (u) ~ u? para u pequeno e
A(u) ~ (1 —u)"? ~ (m*/m)?® proximo da transicio de Mott. Estes limites podem ser entendidos pelo fato de
que, no regime fracamente correlacionado, os efeitos de espalhamento inelstico sao perturbativos, ao passo que no
regime fortemente correlacionado, recuperamos a conhecida relagao de Kadowaki-Woods® [141], que ¢ observada em
varios sistemas fortemente correlacionados e que vale dentro da abordagem de TDCM que usamos aqui®.

H& duas contribuic¢oes principais vindas do espalhamento inelastico. A primeira é a contribui¢do do “bulk”,
presente mesmo no sistema uniforme, dada por Tv;ll (T) = ny(T), onde n é um fator geométrico que depende da
estrutura de banda utilizada no célculo da TDCM (este resultado decorre da Eq. (4.34)). ;. (T') simplesmente
adiciona-se a Tt_rl (T') através da regra de Matthiessen [3], uma vez que consideramos impurezas muito diluidas.
A segunda contribuicdo vem do fato de que uma parte imaginaria finita também suprime as ndo analiticidades

decorrentes do espalhamento elastico pelas oscilagoes de Friedel [41, 142]. Este fato é levado em conta ao calcularmos

Hgo), pois consideramos que a energia do elétron possui agora também uma parte imaginaria dada por v (7). O

(0)
q

célculo de IIg 7, na presenga de um alargamento de niveis é cuidadosamente discutido na Ref. [142] para o caso de

um gés de elétrons em 2d, e noés utilizamos a forma analitica de H((lo) obtida la

H'(qo) = 72p (sF) f (q7 Y T) ) (478)
onde
1 1 T [(Te/T=vo  ImW[1/2+4~(T) /27T — i (y + yo) /2]
Ly - Lo [T 4 , 4.79
f(q,7,T) 2 71Q TF/O Y VY ( )
q k. [0 e |9
= — = 27 Sl = 2 - 9 4'
@ kr szm {2} 5Fsm {2} ’ .
_Tr Q? _ €E—¢F c 2|9
Yo =T < 1 ) = 7 T pcost 5] (4.81)

e U (z) é a fungdo digama, que é a derivada logaritmica da fungdo gama, ¥ (z) =I" (2) /T (=) [128].

5Esta relagio de Kadowaki-Woods & observada experimentalmente e diz que, para sistemas fortemente correlacionados, A/y% =
constante, onde A ¢ o coeficiente da resistividade (p (T) = po + AT?) e v o coeficiente de Sommerfeld do calor especifico (¢, (T) = 7T,
mesmo que +2 varie por ordens de magnitude no material estudado.

64 (T) da o inverso da meia-vida das quasiparticulas e esperamos que, ao nos aproximarmos da transicio de Mott, esta meia-vida
seja cada vez mais curta, culminando com a destrui¢do das quasiparticulas na transi¢ao.
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Figura 4.11: Fungdo de Lindhard em duas dimensoes, Eq. (4.79) normalizada pelo seu valor em ¢ = 0. Vemos que
a medida que tanto 7" ou « sao diferentes de zero, a nao analiticidade em ¢ = 2k é suprimida.

No limite de T'= 0, v (T") = 0 e recuperamos a expressao usual para a fun¢ao de Lindhard em 2d [143, 144]

_ Lz<1 g
f(q,070)—{ | VI 22 a>1 com x—%. (4.82)

Vemos que f (g,0,0) possui uma cuspide para z = 1, ponto em que sua derivada é, portanto, descontinua. Devido
a esta nao analiticidade em ¢ ~ 2kp, processos de retroespalhamento ao longo da superficie de Fermi constituem
0 mecanismo mais importante de espalhamento. As oscilagoes de Friedel, por exemplo, tém origem nesta nao
analiticidade da funcdo de polariza¢do para ¢ = 2kp. Efeitos de temperatura e alargamento de niveis tendem a
suavizar a caspide de f (¢,0,0) em ¢ = 2k, suprimindo assim os efeitos das nao analiticidades, Fig. (4.11).

4.4.3 Calculo da taxa de espalhamento

Para o célculo de Tt}l, Eq. (4.75), precisamos determinar T, que, pela Eq. (4.59), sabemos ser dada pela transfor-
mada de Fourier da Eq. (4.52). Utilizando a Eq. (4.78), podemos escrever que

T(gyT) = 1fou2{1{1+pg(u) ! )]} (4.83)

(er)Ue f(q,7, T

Como estamos interessados em calcular Tt_rl para T <« Tr, apenas o primeiro termo nado nulo (ou dominante)
envolvendo a temperatura serd mantido. Para progredirmos, definimos

.f (quYaT) = 1- 6f (Q777T) ) (484)
onde
Tr/T—yo
of (q,v,T) = %_F%“Tl;/o dyW, (4.85)
com
F(v/T,y) = ImU[1/2+4~/27T —i(y+yo)/27]. (4.86)

Por ora, assumiremos que Jf < 1, uma vez que esta quantidade contém a primeira correcdo em 7'/Tr para T{rl.

Ao final do célculo, verificaremos que esta condigdo é consistente com o resultado obtido. Como isso, a Eq. (4.83)
fica
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e g (u) -
T(%'Y?T) - 1_u2 {1|:1+p(5F)UC(1_6f(q’T)):| }

g (u) p(er) U
(1—u?)(p(er)Uc+ g (u)) {1 T o) Uet g (w)

A Eq. (4.87) gera automaticamente a uma aproximacao para |T (¢, T)|*

12

€o

57 (4, T)} . (4.87)

T (.7, T)° = 75 A% () {1+ a(w)df (¢,T)}, (4.88)

o que nos leva a, usando a Eq. (4.75)

Tt_rl (£,7,T) = 75" A2 (w){1+a()I(e7,T)}, (4.89)
onde
7-071 = nimp537 (490)
g (u)
A(u) = , 4.91
N AT LETIC) oy
2p (5F) Uc
a(u , 4.92
W = e Ut g@) (4:92)
e
21 da
e ) = [ 50 (- cos(9)5f (@..7). (4.9
0
Ty ! ¢ a taxa de espalhamento devido somente & impureza despida a T = 0, e lembramos também que ¢ =

2¢/esin [0/2], Eq. (4.80). A funcdo A (u) controla a amplitude da taxa de espalhamento pelo potencial blindado
da impureza, Fig. (4.12). No regime fracamente correlacionado, A (u) ~ 1, ao passo que, na regido critica,
A? (u) ~ (1 —u)?, devido ao fato de que v; se anula em U = U,, Eq. (4.70). A funcdo o (u) controla a intensidade
da primeira corre¢cdo com a temperatura, Fig. (4.12). Ela vai com U para correlagdes fracas, indicando que
as corregoes com a temperatura s6 aparecem na presenca da repulsdo elétron-elétron e satura a 2, proximo da
transicdo de Mott. Ja integral I (e,~,T) é que de fato determina a forma da corregdo com a temperatura e sera
avaliada a seguir.

4.4.3.1 Calculo das integrais

Para calcularmos esta integral I, introduzimos uma nova variavel u = (/e/Tcos[0/2], e, da Eq. (4.81), yo =
— (e —er) /T +u?. Em termos desta nova variavel u, temos

[(57.T) = 1+i/_ T o ml\F/T”T‘“dyFWT»WW
22 yer —/psin[g] 2] 2, /=sin[4] V Tr Jo NG

L 27 (VT TR Tow R (3T o)
= -+ —=— du dy——"">"""=., (4.94)
2 7w2e Jo 0 VY
Acima, utilizamos o fato de que a integral é par em u, pois toda sua dependéncia com u vem de yg = — (¢ —ep) /T +

u?.
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Figura 4.12: Quadrado da fungdo A (u), que limita a amplitude da taxa de espalhamento pelo potencial blindado

da impureza (esquerda); e funcdo « (u), que controla a intensidade da primeira correcio com a temperatura de
7&1 (T') (direita). Utilizamos aqui p (ep) U, = 0.8.
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Figura 4.13: Regiao de integracdo da Eq. (4.99) no plano ¢ — .
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Até este ponto, temos apenas Tt_rl (e,7,T). Para determinarmos ¢, (7y,T), precisamos fazer uma média sobre
a fungdo de Fermi, como mostrado na Eq. (4.76). Como estamos calculando apenas o termo dominante, podemos
escrever

Ttr (Ev s T) = 7_01472 (u) {1 - (u) I (57 Vs T)} . (495)
Este resultado é obtido a partir da Eq. (4.89), sempre tendo em mente que manteremos apenas a contribuigao

dominante vinda de df que é definida na Eq. (4.84), e que determina I (g,7,T), Eq. (4.93). Usando as Eqs. (4.76)
e (4.94), obtemos

(v, T) = 1A % (u){l - 2aw) w(y,T)}, (4.96)
onde a integral w (v, T) é dada por
14 [ T (VT TR (3T, y + yo)
w(y,T) = f——/ def’ (e —/ du/ dy—-"—"2— "2, 4.97
0T) = g [ erez 0 o (197
Definindo-se z = (¢ — er) /T, temos yp = —z + u?, e a equagao acima fica
1 4 o) 1 T \/Tp(l-‘rZT/TF)/T TF/T—yo F T
wy,T) = =+ 7/ dz=sech? [E} —/ du/ dyw,
TRl A 2l Tr (1 + 27)TF) J, o NG
onde escrevemos f’ (¢) = —sech? [2/2] /4. Tomando agora o limite /T — 0, e mantendo apenas o termo dominante
temos
1 T Foo 9 [2 VIr/T+z Tr/T+z—u’ F(v/T,y+u?®—z)
w(y,T) =~ —+-—r dzsech {f] du dy . (4.98)
17 ameTy | 21/, o NG

Fazendo y = t2, encontramos

1 T —+ 00 - \/TF/T-‘rZ \/TF/T-&-z—uz
(v, T) = / dzsech? [f}/ du/
0

S dt F (v/T, 2 + 4% —2). (4.99
4+47T2TF (’Y/7 +u z) ( )

0

Pela Eq. (4.99), notamos que ha a seguinte relagdo entre a variavel de integragdo u e o valor méximo da variavel
t, que chamamos de t,,4z

T,
24 = ?F + z, (4.100)

que descreve um circulo no plano ¢ — u, com um raio maximo dado por 72, = Tr/T + 2, veja a Fig. (4.13). Esta
identificacdo imediatamente sugere a seguinte troca de variaveis, (¢,u) — (r,0), de onde temos que

1 T [T VTr/T+z
w(y,T) = 1t 9 / dzsech2 / d9/ drrF(% r 72)

27T2TF
1 T +o0 /Tr/T+z
= ,4_7/ dz sech? [E}/ drrF(l,r2—z)
4 AnTr J_ 21 Jq T
1

T Hoeo z1 [Tr/THz (s—2)
h2 H/ Im¥ 2 .
1 Rty /_DO dzsech™ (o] | dstmd | 5 3+ ol 2n

onde fizemos s = r* e usamos a Eq. (4.86) para reescrever a fungio F'. A integral sobre s pode ser feita se usarmos
a defini¢do da funcdo digama ¥ (z) = dln [T (z)] /dz,

2

1 T Foo z —2m 1 vy (s—2) Tr/Ttz
T = - d h2HI —=T 2
w( 1) 4+87TTF/,OO sl gl et T )|,
1 T (™ 1 .1z Tr
= 4 dth InT i) —mr T i 2 )] 4101
1T ) e g Re{n <2+27TT onT 2+27TT+ 277 (4.101)

S6 resta agora realizar esta 1ntegra1 sobre a variavel z. Embora nao possa ser avaliada analiticamente, sua integragao
numeérica nao apresenta dificuldades extras. Vemos que w (v, T') ndo depende de v sozinho, mas sim da razao ~/T.
Contudo, devido ao termo iTr /27T presente em um dos logaritmos, uma forma de escala genérica ndo é possivel,
Fig. (4.14).
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Figura 4.14: Integral w (T,~/T) dividida por seu valor assint6tico T/2Tr, veja Eq. (4.104). Para v/T < 1072
as curvas tendem a seu valor assintotico, e ficam independentes de T'. J& para v > T todas as curvas no grafico
saturam para o valor Tr/2T.

4.4.3.2 Limite T/Tr < 1

Como estamos no limite de baixas temperaturas Tr/T — oo, podemos aplicar a aproximacao de Stirling na funcao
gama presente na Eq. (4.101). A formula de Stirling é dada por [128§]

1 1
InT"(2) ~ (z - 2) Inz — z + §1n27r, z — 00, (4.102)
e temos que
1 T [t 1 z 1 ~ z
) ~ o — dz- h2H Y ol R A
w (v, T) 4+TF N zysech” |5 Re |—In 2+27TT+Z7T

+

1 (v Tr 1 Y Tr 1 Y Tr 1
S (R 0 7 (P S i 0 Y e A P
27r(T ZT>H<2+27TT "%T) "2 2t loar T2
1
1

2
T [T 1 2 1 v z 1 v 1
— dz— hz[f] —Inl'| =4+ —=+i— || —z— =—= + -In2
+TF N 2z sech” |5 Re | —In 5 +27TT+Z - 2 - + —In27

Tr 1 v I
_ tan~! 1 BT
ol LrT/TF +7/TF] T ((2 + 27TT> +

Usamos agora o fato de que ambos T//Tr e v/Tr sd0 pequenos para escrevermos tan™' [1/z] ~ w/2—z eln [1 4 2?] ~
0, onde z = 7T/Tp +v/Tr

1 T [t 1 z 1 v z 1 v 1
T) ~ - dz~ hQH “Re |l =+ -1 +i )| - =L 4 2
wT) T e b o e P e 2 orr 2T
_ Ie g T v 0 (IR
ol |2 "Tr  Tp| ' 27T \2aT
T Y Tr = /+Oo - 2 [# 1 v : Z
= 3 T (25 ) 4 e - dth mh (= + L 4i2 4.1
TF{27rTn<27rT>+2n7T . Grgsed |5 Re \nl\ 5+ oo g (4.103)

A comparacdo entre esta solucdo aproximada e a exata é mostrada na Fig. (4.15). Esta forma para w(v,T) é
consistente com a nossa hipotese de que o termo 40 f, na Eq. (4.85), é pequeno.
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Figura 4.15: Expressdo exata (Eq. (4.101)) e aproximada (Eq. (4.103)) para w (T,~/T), dividida por seu valor
assintotico T'/2Tr. Vemos que as duas soluges sdo iguais no intervalo em que v < T, intervalo este que ndo s6
estd de acordo com as hip6teses usadas na aproximacao, como também coincide com a regiao fisica de interesse.

No limite em que que v =0, a Eq. (4.103) reduz-se a

T

que é o limite assintotico utilizado na Fig. (4.14).

4.4.3.3 Regiao de relevancia da corregao linear de p (T) em 2d

Utilizando as Egs. (4.96) e incluindo o termo de “bulk” devido ao espalhamento inelastico, chegamos a forma final
de 7' (v, T)
tr VP

Tt}l (v,T) = 7542 (u) {1 + 2T£a (u)w' (y (T) ,T)} +ny(T), (4.105)
fa
onde
W (y(T),T) = Ew((T),T), (4.106)

ew(y(T),T) é dado pela Eq. (4.103).

Para v (T) = 0, apenas o espalhamento elastico esta presente e temos w’ (0,7) = 0.5, Eq. (4.104). Inserindo
este resultado de volta na Eq. (4.105), vemos que a corregao linear com 7' ocorre para todo u > 0 e fica limitada
apenas pela amplitude A (u). Isso estd de acordo com a Eq. (4.70), pois 14 mostramos que a parte ndo local do
potencial renormalizado de desordem v; estd presente mesmo nas proximidades da transicao de Mott, e é limitada
apenas por uma amplitude global”. E justamente esta parte ndo local de v; que da origem a esta correcdo linear
em T do tipo nao liquido de Fermi para a resistividade do sistema.

Ja paraum « (T) finito, a regido linear de p (T") diminui consideravelmente ao entrarmos no regime correlacionado.
Como ha duas contribui¢does dominantes para o espalhamento inelastico, analisamos seus efeitos individuais sepa-
radamente, definindo duas temperaturas limitantes que restringem a regiao do tipo néo liquido de Fermi por cima.
Elas s&o obtidas ao compararmos Tt}l (T') no caso puramente elastico (v (T) — 0, na Eq. (4.105)), com duas outras
taxas de espalhamento: uma na qual fazemos n — 0 (T;np), e a outra na qual tomamos w’ (v (7T),T) — w' (0,T)
(T}ux), na Eq. (4.105).

"No Apéndice (F), mostramos que esta parte nao local de v; possui a mesma forma espacial tanto para u — 0 quanto para u — 1, o
que é consistente com o fato de que a corregdo linear estd presente para todo u > 0.
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Podemos fazer uma estimativa simples dessas temperaturas limitantes 77, e 17, no regime critico. Utilizando
a Eq. (4.77), podemos escrever que

Y(T) = Tr <7:1>2(;;>2 (4.107)

2
¢ = ODZ®=CD (mﬁ) ~0(1), (4.108)

com

e Tr = D (kg = 1). Discutiremos melhor a Eq. (4.108) a seguir (veja, por exemplo, a Fig. (4.16)). Além disso,
pelas Egs. (2.96) e (3.33),

m
Zy = 1—u?= — (4.109)
No caso de T3, ), ela é calculada na auséncia do termo de bulk (n =0), fazendo com que qualquer desvio do

comportamento linear venha da fun¢do w’ (y(T),T). Pela Fig. (4.14), vemos que w’ (y(T),T) é constante e
independente de T para v/T < 1072, o que implica que até este ponto o comportamento linear sobrevive, de modo
que temos

T* . m*\2 /T \2
mp 102 ime 102 <) ( Zm”) : 4.110
TF TF m TF ( )
donde
T* 2
T~ 107 (%) : (4.111)

T}k> Dor sua vez, é calculada para v’ (y(T),T) = w’'(0,T) = 0.5 e n # 0, de tal forma que o desvio da
linearidade ocorre quando a contribuicao quadratica do espalhamento inelastico do bulk supera aquela linear vinda
do espalhamento eléstico pelas oscilacoes de Friedel. Comparando estas duas contribui¢des, podemos estimar 73 ;;.,

lembrando que, na regido critica, a (u) ~ 2 e A2 (u) ~ (1 — u)® ~ (m/m*)*

Ty -1 ( m )2 m*\? Ty ’
TF (TOEF) m* K m TF
T 4
Lbulk (roer) " (ﬁ) . (4.112)
Tr

Q

Q

m*
Comparando as Egs. (4.111) e (4.112), vemos que, na regido critica, Tp%,;, ~ (m/m*)4, ao passo que 17, ~
(m/m*)z, 0 que nos sugere que a temperatura limitante para o comportamento linear seja dada por Ty,;,.. Além

disso, vemos que T}, também depende de (roer)~". Como assumimos a condicdo de espalhamento fraco em nossas
derivagoes, devemos necessariamente ter que 7oep > 1, Eq. (4.90). Portanto, quanto mais fraco for o espalhamento,
menor serd o valor de T ;. e, por consequéncia, menor o intervalo de validade da correcdo linear para p (T').

Um calculo quantitativo dessas temperaturas pode ser obtido numericamente a partir da Eq. (4.105). Para
procedermos, precisamos de um modelo razoavel que nos permita extrair os varios parametros da teoria®. Pelas
Eqgs. (4.91) e (4.92), vemos que um pardmetro que aparece em nossos calculos é o produto p (ep) U.. Da Eq. (3.30),
temos que U, = 8 |52m|, onde onde £9, ¢ a energia cinética média no limite ndo interagente, que é da ordem da
semilargura de banda D. Portanto, é razoavel supormos que, de maneira geral, p (ep) U. ~ O (1). Uma estimativa
para este parametro é obtida, por exemplo, ao fazermos uma comparacao direta dos nossos resultados analiticos
com resultados experimentais para gases de elétrons bidimensionais. Pela Eq. (4.16), temos que o parametro de

Landau F§, proximo da transicao, assume a seguinte forma

3
Fy ~ —gp(ep)Uc. (4.113)

80s argumentos apresentados aqui sio similares aqueles apresentados na Ref. [103], onde o autor descreve o comportamento do He?
liquido proximo do ponto de solidificacao utilizando o cenario de Brinkman-Rice para a transicao de Mott.
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Figura 4.16: Coeficiente ¢, Eq. (4.108), da autoenergia eletronica como funcdo da massa efetiva m*, retirado da
Ref. [133]. Ja para m* 2 1.5m, temos que ¢ é basicamente uma constante, indicando que mesmo ai ja estamos
capturando o comportamento critico, no qual a tnica escala de energia do problema passa a ser dada por ZyD.

Pela Fig. (4.10), temos que F§ ~ —0.3. Comparando ambos, temos que
plerp)U. = 08. (4.114)

Com o objetivo de testarmos a razoabilidade desta escolha, também fizemos os calculos considerando que p (ep) U, =
8.0, Fig. (4.17). Encontramos que 7}, possui uma pequena dependéncia com o valor de p (¢r) U, ao passo que

17, € basicamente independente dele. De qualquer forma, nossas conclusoes gerais sdo inalteradas para qualquer
uma das duas escolhas, pois os resultados coincidem, inclusive quantitativamente, para ambas.

Analisaremos agora a parametrizacdo da fungido A (u) descrevendo a parte imaginéria da autoenergia eletronica,
Eq. (4.77). Pelas Eqgs. (4.28), (4.107) e (4.108), podemos escrever que v (T) = c¢(m*/m)* T (T/T%), com
c=CD (m/m*)Q, donde concluimos que a func¢do A (u) é determinada pelo coeficiente ¢, que é naturalmente
constante com relacao apenas a w e 7', mas nao com relacdao a u. Para estimarmos o valor de ¢ em nossos calculos
numeéricos, utilizamos os dados da Ref. [133], obtidos dentro da TDCM, e que estdo reproduzidos na Fig. (4.16).

Ja o fator geométrico n é estimado a partir da Eqs. (4.19), (4.35) e (4.77), e & dado por

4td
_ ~ I71 ~ 10, 4.115
n D2p (€F) IO 0 ( )

onde assumimos que n =1, ¢ =1/2m, D =4dt e Dp(ep) = 1.

Como podemos ver da Fig. (4.17), Ty, ¢€ estritamente menor que 77}, ,, o que coincide com a tendéncia
capturada por nossas estimativas, Eqgs. (4.111) e (4.112). Portanto, para qualquer grau de correlagdo, é T ;. que
determina o limite superior para regido linear de p (7).

Também pela Fig. (4.17) vemos que, mesmo para correlagbes moderadas, a regido do tipo nao liquido de Fermi
é restrita a temperaturas muito baixas. Por exemplo, para m/m* ~ 0.9, Ty, ~ 1072Tk, e para m/m* ~ 0.6,
Tk ~ 107*Tp. Supondo que esta teoria capture os elementos basicos para descrever a transicdo metal-isolante em
gases de elétrons bidimensionais [48, 49], estimamos que T* ~ 1mK para m/m* ~ 0.6, uma vez que, nesses sistemas,
Tr ~ 10K, uma temperatura que estd bem abaixo do intervalo de temperaturas relevantes experimentalmente.

Em ultima instancia, como o comportamento linear em 7" também é limitado por uma temperatura inferior que
marca a entrada no regime difusivo®, o intervalo balistico no qual as correcdes elasticas predominam pode nem
mesmo estar presente, sendo questionada portanto sua relevancia para a interpretacio de dados experimentais [47].

9Em termos da temperatura, o regime difusivo é definido como Trr < 1, a0 passo que o balistico é dado por T'ry 2 1.
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10" —————
) |0—OT /T, p(e)U =08
10_2 - |3—8 T*bulk/ T peU=0.8
G- 0T, /T, pe)U=8.0

] bulk’ * P

o1 10
m/m*

Figura 4.17: Temperaturas limitantes para o regime linear em T da resistividade p (7)) em um liquido eletrénico
bidimensional como fun¢ao das correlagoes em uma escala log-log. 17, e Ty, sao calculadas através de duas
hipéteses diferentes (veja o texto) para dois valores do parametro p (er) U.. T, ¢ basicamente independente de
p(er)U., e apenas uma das curvas ¢ mostrada. T, € o “cutoff” dominante, acima do qual o comportamento
linear desaparece. Aqui, utilizamos 7oer = 10, correspondendo a um potencial de impureza fraco. Mostrado pela
primeira vez na Ref. [43].
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Capitulo

Localizacao de Anderson na presenca de
correlacoes

A teoria de escala [50] do problema de localiza¢do de Anderson [19] prediz que a desordem faz com que os estados
eletronicos de sistemas nao interagentes sejam todos localizados para d < 2. Para uma e duas dimensoes, a
condutancia possui corregbes singulares (divergentes), um efeito conhecido como localizacdo fraca [4, 9, 114], que
a faz decrescer monotonicamente na medida em que a temperatura é baixada, levando, em ultima instancia, a um
estado isolante para 7' = 0 [50].

E natural que nos perguntemos neste ponto qual é a influéncia das correlacdes sobre este cenario. Uma das
possiveis maneiras de incluirmos efeitos de interagdo no estudo da localizacdo de Anderson é através de uma
abordagem do tipo liquido de Fermi [10, 145], na qual as excitagdes de baixas energias deste metal desordenado
e correlacionado sao descritas por um pequeno numero de parametros, como, por exemplo, a massa efetiva das
quasiparticulas e a constante de difusao. Esta descricao é valida apenas para desordem fraca, pois s trata a
desordem na média. Como discutimos do Capitulo (3), o comportamento de sistemas desordenados pode ser
completamente modificado pela fisica de eventos raros, que é ignorada neste tratamento médio.

Uma abordagem mais abrangente pode ser desenvolvida ao combinarmos o formalismo do Capitulo (3) com a
teoria de escala. Dentro desta teoria de escala, a condutancia ocupa um papel fundamental, pois ela é assumida
como sendo a Unica varidvel relevante para este problema [50]. A condutancia G é introduzida pela lei de Ohm,
I = GV, como o fator de proporcionalidade entre a corrente total I e a queda de tensdo V através do condutor, e
corresponde naturalmente ao inverso da resisténcia R (como estamos no regime de resposta linear, V' — 0) .

Dado o papel de destaque que a condutancia ocupa no estudo da localizacao de Anderson, iremos adota-la como
a quantidade fundamental de nossa anélise. Vimos na sec¢do (4.2) que uma das possiveis maneiras de calcularmos
a condutividade é através da formula de Kubo [60]. A maior parte dos trabalhos em teoria de localizagdo utiliza
este formalismo de Kubo juntamente com teoria de perturbagdo diagramatica [4, 9, 127]. Existe, contudo, uma
abordagem complementar dada pela formula de Meir-Wingreen [146, 147] para o calculo da conduténcia, que é
exata para qualquer valor de interagao, temperatura ou voltagem do sistema. Para 7" = 0, e no limite de resposta
linear, V' — 0, ela se reduz para a muito mais simples formula de Landauer [51, 52, 53, 54, 55], e é este formalismo
que utilizaremos em nosso trabalho. Na segdo (5.1), discutimos esta nossa abordagem, ao passo que na segio (5.2) a
aplicamos para exemplos conhecidos a fim de mostramos que ela é adequada para abordarmos o problema proposto.

Uma vez calculada a conduténcia G, determinamos a funcao de escala 3(g) = dlng/dInL, onde g = Gh/2¢e* ¢é
a condutancia adimensional, para estudarmos de maneira sistemética a competicao entre interacao e desordem em
sistemas unidimensionais.

5.1 Foérmula de Landauer

Uma das abordagens mais uteis para calcularmos a condutancia vem do formalismo de Landauer [51, 52, 53, 54, 55].
Neste esquema, a corrente através de um condutor é expressa em termos da probabilidade que um elétron possui
de se transmitir através dele. Este ponto de vista é muito atraente, pois parece natural que a condutancia de uma
amostra dependa da probabilidade com a qual portadores de cargas introduzidos em um de seus extremos cheguem
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K K
Reservatorio L Reservatério R
Amostra

Contato L A\ T Contato R

Figura 5.1: Uma amostra com probabilidade de transmissao T e se¢ao transversal W esta conectada a dois contatos
L e R. Assumimos que estes contatos sdo condutores balisticos com M canais de condugao cada um, e que estao
conectados a dois reservatérios eletronicos de particulas L e R que, por sua vez, estao sujeitos a uma diferenca de
potencial quimico dada por uy — ug = eV, onde V é a diferenca de potencial entre os reservatorios.

a seu outro extremo.

Uma derivagao simples da formula de Landauer pode ser obtida considerando-se uma amostra conectada a dois
reservatorios através de dois contatos, como na Fig. (5.1). Assumimos que estes contatos sdo condutores balisticos
com M canais de conducdo cada um' e que T seja a probabilidade de transmissio média de um elétron através
da amostra. Os reservatoérios eletronicos possuem potenciais quimicos diferentes, dados por py e pg, e assumimos
que pr > pR, com pr, — pur = eV, onde V é a diferenga de potencial entre os reservatorios, que é a mesma quando
calculada entre os contatos [54]. Além disso, consideramos que na juncdo dos contatos com os reservatorios os
elétrons nao sofrem reflexao.

Assumindo que a temperatura seja igual a zero, o fluxo de corrente ocorre apenas no intervalo de energia entre
ur e pr. Deste modo, o fluxo de elétrons do condutor L para a amostra é

2e
Iy = M (pL = pr). (5.1)

Ja o fluxo que sai da amostra para o condutor R ¢ dado por

2e
Iy = 5 MT (uz = pr) - (5.2)

Naturalmente, o fluxo que retorna no condutor L é dado por

o= M1 (ur - pn). (5.3)

A corrente em qualquer um dos condutores é dada entao por

2e
. - _7t =
I=If ~I; =T = TMT (s~ pr). (5.4)
1O ntimero de modos transversos em uma energia E é obtido contando-se o ntiimero de modos com energia menor do que E:
M (E)=3,6(E —e¢,). Para um arranjo em 2d como o da Fig. (5.1), temos M = 2Wkp /m; j4 para 3d, temos M = AkZ /2m, onde A
é a area da se¢ao transversal, com ambos resultados incluindo degenerescéncia de spin.
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Logo, a condutancia G = I/V é

I 2e2
G=—-—— = —MT. 5.5
(ur — pr) /e h (5:5)

Esta é a formula de Landauer, que relaciona a condutancia do circuito mostrado na Fig. (5.1) com a probabilidade
de transmissao T' através da amostra.

Notamos que, mesmo para T = 1, caso em que temos uma amostra que conduz perfeitamente, a Eq. (5.5)
fornece uma conduténcia, ou, equivalentemente, uma resisténcia finita, que é dada por

ho 1 12.9kQ
22M M

— -1
R.=G," = (5.6)
e que é conhecida como a resisténcia dos contatos, pois surge na interface entre os contatos e os reservatorios [54, 55].
Nos reservatoérios, a corrente € transmitida por infinitos modos, ao passo que nos condutores, apenas por um nimero
finito M. Esta diferenca faz com que a corrente tenha que se redistribuir entre esses diferentes nimeros de modos
precisamente na interface, criando a resisténcia. De maneira geral, podemos escrever que

h

Gs'=G'-G.' = ( (5.7)

T 22\ M MT 221 -T'

1 1 > ~ hM T
onde G é dada pela Eq. (5.5), G, pela Eq. (5.6) e G;l é a resisténcia apenas da amostra. Ou seja, entendemos a
resisténcia total do sistema, obtida pela Eq. (5.5), como uma associacao de resistores em série (G_l = Ggl + Gc_l),
um correspondendo & amostra, e o outro, aos contatos.

Na Eq. (5.5), relacionamos a condutancia em uma amostra com a probabilidade de transmissdo T' através dela.
Neste calculo, assumimos que todos os canais de conducdo possuem uma mesma probabilidade de transmissao 7.
Podemos agora generalizar a Eq. (5.5), levando em conta que nem todos os contatos conduzem igualmente, o que
nos da [54, 55, 148]

2¢? n 22 UL
G="-Tr [tT (er)t(er)] = = > T (er), (5.8)
n=1

onde Ty, (ep) = 3. |twm (er)|> € a probabilidade de transmissao de um elétron do condutor L para o condutor
R através do canal n, e t,, = [t],,, € um elemento da matriz de transmissdo t. Como estamos & temperatura
zero, todas as quantidades sdo calculadas no nivel de Fermi ep. Assim, a quantidade principal a ser calculada
no formalismo de Landauer é a matriz de transmissdo t. Uma maneira conveniente de calcularmos t é através
do formalismo das fung¢oes de Green fora do equilibrio ou formalismo de Keldysh [54, 60, 147]. Limitar-no-emos
aqui apenas a uma discussao geral acerca deste formalismo de nao equilibrio, simplesmente mostrando os principais
resultados que serao utilizados em nosso trabalho.

5.1.1 Expressao geral para a corrente

Explicaremos, em seguida, a metodologia aplicada a essa abordagem de fun¢oes de Green fora do equilibrio [146, 147]
(novamente seguindo a notagao da Fig. (5.1)). Consideramos que o sistema ndo perturbado consiste de trés regioes
desacopladas: os contatos L e R e a regiao central, referente & amostra. Nesta situagao inicial, cada um dos contatos
esta em equilibrio térmico e podemos associar-lhes potenciais quimicos py, € pugr (supondo que ur > pr). Note que
a diferenca entre esses potenciais quimicos pode ser arbitriria. Na medida em que ligamos os acoplamentos entre
os dois contatos e a amostra, uma corrente I flui do contato esquerdo para o direito. Apés algum tempo, o sistema
chega ao estado estacionério. Durante este processo, assumimos que os reservatorios sejam grandes o suficiente para
que uy, e g nao sejam alterados pela corrente 1.
Por esta metodologia, vemos que podemos dividir o Hamiltoniano total do sistema em trés partes

H = H.+ Hy+ Hs, (5.9)
onde
He = > kadf,dia, (5.10)
k,0€L,R
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¢ o Hamiltoniano que descreve os contatos. Por simplicidade, assumiremos os contatos como metais nao interagentes
e limpos, cuja dispersao ¢ dada por g, com dLa (dge) criando (destruindo) um elétron no canal « de momento k,
tanto no contato direito quanto no esquerdo.

O Hamiltoniano Hp descreve o acoplamento entre os contatos e a regido central, conectando os contatos com
as bordas da amostra. Em principio, as constantes de acoplamento dependem da configuracao de cargas na regiao
central e deveriam ser determinadas de forma autoconsistente. Nao faremos esta anélise aqui, e assumiremos que
estes acoplamentos sao conhecidos, de forma que

Hy

> [Vka,id;rfuciﬂLh-C-, (5.11)
i,k,0€L,R

onde Vi ; da a hibridizagdo entre um estado no contato de momento &k no canal « com o estado |7) da amostra e
¢; destr6i um elétron no estado |¢) da amostra.

A forma do Hamiltoniano da regido central Hg, ou da amostra, muda de acordo com o problema em questao.
No nosso caso, Hg é dado pelo modelo de Hubbard desordenado, como definido na Eq. (2.70).

Utilizando este procedimento de ndo equilibrio, podemos calcular a corrente I que flui pelo sistema. Este
resultado foi obtido pela primeira vez na Ref. [146] e é reproduzido detalhadamente na Ref. [147]

e [To° 1
1= 5 /_ de [f1, (w) — fR(w)]T&«[Gg(w)rR(w)Gs(w)FL(w)[Im[Eo(w)H [m [Z (@)]]], (5.12)

onde fr(g) (¢) € a funcdo distribui¢do de Fermi-Dirac, ndo perturbada, do contato L (R). T'rg) (¢) é a matriz de
acoplamento entre o contato L (R) e o condutor, cujos elementos sdo dados por

o @], = 27 Y pa (W) Vai (@) V3, @), (5.13)
a€L(R)

onde p, (w) é a densidade de estados no condutor para o canal o e V,; (w) = Via,i para w = ep,. Ja a matriz
G (w) da a fungdo de Green da amostra na presenca dos contatos, e é escrita como

Gs(w) = [(wH+m1-—HY—% ()] ", (5.14)

com a autoenergia dada por
Y(w) = Zg(w)+ 3o (w), (5.15)
Yow) = X (w)+32g(w), (5.16)

onde 4 é o potencial quimico da amostra e H2 é o seu Hamiltoniano nao interagente. X g (w) é a autoenergia
eletronica que contém os efeitos da correlacio eletronica e 3,(p) (w) € a autoenergia que descreve o acoplamento
entre a regido central e o contato L (R). Diferentemente de X g (w), que geralmente é obtida de maneira aproximada,
Y1 (r) (W) € conhecida de maneira exata, como mostraremos a seguir. A relacdo entre Xy () () e T'z(g) (w) ¢ dada
por [54]

FL(R) ((U) = —2Im [EL(R) (UJ)] > 0. (517)

Para temperatura zero e no regime de resposta linear, apenas o espalhamento elastico é permitido por conservagao
de energia, como discutido na se¢do (4.1), o que faz com que Im [¥ (ep)] = Im [Z¢ (er)], e a Eq. (5.12) reduz-se
assim a

e [T
= 5 [ ~ de [fr (W) — fr (w)m[GTS (W) Tg (w)Gs (W) Ty (w)]. (5.18)

Como estamos no regime de resposta linear, podemos escrever up = p e ug = i — eV. Usando estas expressoes e
lembrando que estamos a temperatura zero, obtemos fr, (w) — fr (w) = 6 (w — ep) €V, donde
2

I ~ %Tr [GTS (¢r)Tr (cr) Gs (ep) T'L (ap)} V. (5.19)
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Como I = GV, e utilizando a Eq. (5.8), escrevemos

2 2
G = —Z T (er), (5.20)
onde a funcao de transmissao é dada por
1
T(erp) = 5 Ir [GL (er)Tr(ep) Gs (er)TL (EF)} : (5.21)

Comparando a Eq. (5.21) com a Eq. (5.8), vemos que podemos escrever a matriz de transmissdo t da seguinte
maneira

t = \/FR (EF)GS (EF)\/FL (EF), (5.22)

onde utilizamos a propriedade ciclica do trago, e que I'r(g) (er) > 0, Eq. (5.17).

Logo, vemos que a férmula de Landauer para condutancia no regime linear vale ndo apenas para o caso nao
interagente, mas também para o caso interagente a temperatura zero. Para temperaturas finitas ou para voltagens
finitas, processos inelésticos tém que ser levados em conta e a féormula de Landauer deixa de valer.

5.1.2 Condutancia em um modelo de rede

Aplicamos agora o formalismo de transporte acima desenvolvido a um modelo de rede. Como de praxe, utilizaremos
o modelo de Hubbard desordenado, Eq. (2.70), em um rede hiperctubica d dimensional de comprimento linear L.
Nos termos da Fig. (5.1), assumimos que os contatos L (R) sdo redes semi-infinitas descritas pelo Hamiltoniano
da Eq. (2.62) com com U =0, ¢; = 0 e t;; = t.. Esses contatos estdo acoplados com a amostra através de um
“hopping” tr.

A funcdo de Green total nosso sistema é dada por

Gw = [(w+p—i0")1+H], (5.23)

onde H é dado pela Eq. (5.9). O calculo direto da inversa é impossivel, pois nosso sistema ¢é infinito, uma vez
que consideramos um sistema aberto que se acopla a contatos que se estendem até o infinito. Se simplesmente
truncarmos essa matriz em um certo ponto, descreveremos um sistema com condicoes de contorno refletoras, ao
invés de um sistema aberto no qual os elétrons podem entrar e sair. Este truncamento deve ser feito de maneira
mais cuidadosa, Ref. [54, 149, tal que os efeitos dos contatos sejam introduzidos através de uma autoenergia,
descrevendo seu acoplamento com a amostra finita, como antecipado pela Eq. (5.7).

Para simplificar a discussdo, consideramos que a amostra esté conectada a apenas um contato L (R). Podemos
particionar a fun¢ao de Green total, Eq. (5.23), em submatrizes da seguinte forma

1 -1
G =| Grw Gum-s| _ |8 Hrlo (5.24)
Gs-—rr)  Gs H) g5!

Aqui, gg(lR) = [(w+ p —i0%) 1+ Hy(g)| representa o contato L isolado e gs' = [(w+pu—i0")1+ Hg] é a funcio
de Green da amostra também isolada. Novamente, seguimos a notacdo da Eq. (5.9). A particdo acima segue da
separagao intrinseca dos estados no espaco de Hilbert, causada pela separacao entre a amostra e os contatos no
espaco definido pelos estados da rede. Os blocos diagonais sao a matriz infinita G g), conectando os sitios no
contato L (R), e a matriz finita Gg, conectando os sitios dentro da amostra. Os blocos nao diagonais G (p)_g e
Gs_p(r) conectam os estados do contato com os da amostra.

Escrevendo que HG (w) = 1 e utilizando a Eq. (5.24), temos

g.(nGrm-s +HrGs = 0, (5.25)
H;«GL(R),S + ggng = 1, (5.26)
e, resolvendo para Gg, obtemos
-1
Gs = |w+p-Hs-HigymHr| . (5.27)
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Notamos que gy (r) ainda ¢ uma matriz infinita, contudo ela pode ser calculada exatamente para um Hamiltoniano
do tipo “tight binding” que consideramos aqui [149]. Como resultado final, temos a fungio de Green da amostra
finita, na qual todas as informagdes acerca dos contatos entram através de uma autoenergia, Eqs. (5.14)-(5.17), e
que é dada por

-1
Spmy (W) = Hp [(w+m)1+Hyp)]  Hy. (5.28)

Uma vez que a autoenergia produz uma parte imaginaria bem definida, omitimos o agora irrelevante fator de
convergéncia i0". Esta autoenergia é diferente de zero apenas para sitios da borda da amostra, devido a forma
de Hy. Sendo a amostra conectada a varios contatos, devemos entdo somar as autoenergias geradas por cada um
deles. Como consideramos dois contados, a forma final da autoenergia é aquela ja apresentada na Eq. (5.16), com
cada um de seus termos dado, naturalmente, pela Eq. (5.28).

Estas autoenergias medem o acoplamento da amostra com os contatos e podem ser relacionadas ao tempo que
o elétron permanece dentro da amostra antes de escapar para um dos contatos. Para vermos isso, considere o
seguinte argumento. Temos um sistema aberto cercado por condutores perfeitos, caso em que ndo podemos falar
em autoestados. Contudo, podemos ainda definir um Hamiltoniano efetivo que aparece na definicdo de Gg em
(5.27)

Heff = Hg+ 3 (EF) . (529)

Naturalmente, H.y; ndo é mais um operador Hermiteano e a probabilidade total ndo é conservada. Mesmo assim,
ainda podemos diagonalizé-lo, definindo autoestados pela esquerda e pela direita, bem como autoenergias que, de
modo geral, sdo complexas

H s |V/7) = EJT|wel7), (5.30)
onde
Ca
E¢ = E,—-( —i=, 31
eff Ca ¢ ) (53 )

com F, correspondendo as autoenergias do sistema isolado definido por Hg. Assim, a parte imaginaria (, de-
termina a taxa de decaimento de um elétron no estado (canal) «, antes de ele escapar para os contatos. A

probabilidade de um elétron permanecer no estado o ap6s um tempo ¢ é dada por [(We/S (0)| we/7 (t)) ]2, que decai
como |exp (—iES/ft/h) ]2 =|exp (—Cat/h)|* e, portanto, a meia-vida do elétron dentro do condutor, no estado a, ¢

Ta = h/2C,.

5.1.3 Aproximacao de banda larga e inclusao das interacoes

Na tultima sec¢do, conseguimos eliminar os contatos semi-infinitos pela introdugdo de autoenergias. Ainda nos falta,
contudo, determinar a forma exata de X g) (w). Utilizaremos aqui o que é conhecido como aproximacio de banda
larga, na qual assumimos que a amplitude de “hopping” dentro dos contatos t. > D, onde D = dt é a meia-largura
de banda dentro da amostra, sendo d a dimensao do sistema e t a amplitude de “hopping” dentro da amostra.
Isso equivale a assumirmos a densidade de estados do condutor como constante. Esta aproximacgao nos fornece
autoenergias puramente imaginarias e constantes

Som @) = —igBim, (5.32)
onde a matriz By g vale 1 para sitios na borda da amostra que estao conectados aos contatos, e 0 caso contrario.
Esta constante 7 entra como mais um parametro da teoria e modela todo o nosso contato. Em breve, mostraremos
nao apenas que esta aproximacdo simplifica consideravelmente nossos céalculos, mas que é também bem definida
para o problema que nos propomos a resolver.

Para considerarmos efeitos de correlacdo dentro de nossa amostra, utilizaremos a aproximagdo de campo médio
de bosons escravos, cuja autoenergia ¢ dada pela Eq. (2.111) (uma abordagem mais completa, empregando TDCM
juntamente com um célculo de estrutura banda, é discutida na Ref. [150]). Utilizando as Eqs. (5.14)-(5.17),
juntamente com a Eqgs. (2.111) e (5.32), temos que

Gs(w) = VZ [wl — Zv—VZHYVZ + igﬁ(BL +Bp) \Fz} " Vz. (5.33)
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Esta equacao ilustra bem o porqué do uso de uma autoenergia constante ser conveniente. Com ela, podemos
determinar a fungdo de Green ainda através da diagonalizagdo de uma Hamiltoniano efetivo, Eq. (5.29). O que
muda é que agora temos uma matriz que ndo é mais Hermiteana. Pela Eq. (5.33), notamos também que precisamos
resolver as equagOes que determinam as amplitudes dos bésons escravos na presenga dos contatos (codificados por
suas autoenergias), pois ndo é somente a amplitude de “hopping” dentro da amostra que é renormalizada pelas
correlagoes, mas também o acoplamento entre a amostra e os contatos.

A condutancia é obtida através da funcao de transmissdo dada pela Eq. (5.21), a qual utilizando as Egs. (5.32)
e (5.17), podemos reescrever da seguinte forma

T(er) = grPTr[Gux (er) Gl (er)] (5.34)

onde Gy é a fungao de Green da amostra que conecta a camada 1 (conectada ao contato L) & camada N (conectada
ao contato R). Embora um primeiro olhar sobre a Eq. (5.21) sugira que todos os elementos de Gg estejam
envolvidos no calculo, apenas aqueles citados acima, conectando as bordas da amostra, aparecem. Este resultado é
geral [54, 149], e deve-se ao fato de que as matrizes 'z, gy s6 possuem elementos ndo nulos entre as camadas 1 e N
da amostra. Portanto, a expressdo dentro do trago da Eq. (5.34) é avaliada apenas neste subespago gerado pelos
orbitais nos dois extremos da amostra. Isto esté de acordo com o espirito da féormula de Landauer, que consiste em
calcular a conduténcia sem se preocupar com o estados internos da amostra.

5.2 Aplicacgoes iniciais do formalismos de Landauer

Antes de investigarmos a competicao entre desordem e interagdo para valores arbitrarios de U e W, verificaremos que
o procedimento descrito na secao anterior contém todos os elementos para descrevermos este problema, estudando
separadamente as transicoes metal-isolante de Mott (W =0 e U # 0) e de Anderson (W #0e U = 0).

5.2.1 Transicao de Mott na presenca dos contatos

Quando utilizamos condi¢bes periddicas de contorno, podemos calcular o valor critico de interac¢ao U, para o qual o
sistema sofre uma transigdo de Mott, utilizando a Eq. (3.30). Concentraremos nossa discussdo no caso de uma rede
cibica de dimensao linear L (medida com relagdo ao espagamento de rede a), onde encontramos que U, ~ 16.04¢.

Na presenca dos contatos a situagao fica diferente, pois agora o arranjo da Fig. (5.1) pode ser pensado como
uma heteroestrutura, na qual acoplamos um metal correlacionado (a parte central) a dois metais ndo interagentes
(descrevendo os contatos). O que acontece aqui é que, mesmo quando a parte central possui U > U,., ainda temos
Z # 0, pois o metal consegue penetrar o isolante de Mott [138, 139]. Este resultado pode ser entendido a luz da teoria
descrita na segdo (4.3), onde descrevemos o comportamento de uma tnica impureza em um metal correlacionado.
Pela Fig. (4.8) e pela Eq. (4.71) vemos que a presenga de uma impureza no sitio o (com energia ¢,) tira este
sitio da situacdo de semipreenchimento, fazendo com que Z (¢,) > Z (0) e, consequentemente, torna este sitio mais
metalico. A medida que U aumenta, vimos que esta “metalizacdo” tende a se espalhar pela rede. Aqui ocorre o
mesmo fenémeno, s6 que em vez de uma impureza temos os planos x = 1 e x = L, que sao metéalicos devido aos
contatos. Esta imagem é corroborada pela Fig. (5.2), onde vemos que Z (z) ~ e~*/¢, em concordancia com a Eq.
(4.71), e que este comprimento de correlagdo £ possui um expoente critico do tipo campo médio v = 0.52 £ 0.02,
exatamente como aquele determinado pela Eq. (4.72). O processo fisico que domina esta interface entre o metal
e o isolante de Mott é o efeito Kondo. Os momentos magnéticos localizados que se formam no isolante de Mott
sao blindados quando entram em contato com o metal, tornando-se assim parte deste metal. Este mecanismo
é contudo ineficiente, pois para termos { ~ 10, precisariamos ficar muito préximos da transicdo de Mott, com
(U -U,) /U, ~107%.

5.2.2 Teoria de escala e a transicao de Anderson

Em um trabalho pioneiro [19], Anderson mostrou que estados eletronicos em um meio desordenado nao interagente
podem ser profundamente modificados para valores de desordem suficientemente grande. Dentro da visao tradicional
da teoria de metais [3], esperamos que os estados (ondas) de Bloch sofram espalhamentos devido & desordem do
meio, mas que estes estados ainda assim permanecam estendidos sobre todo o sistema. O que Anderson mostrou é
que existe um valor critico de desordem W, acima do qual todos os estados eletronicos sao localizados no espago, ou

89



CAPITULO 5. LOCALIZACAO DE ANDERSON NA PRESENCA DE CORRELACOES

100 N
10" 4
10° ;
= 00 U=13.0t| 1
g G0 U=150t| ]
3 U=15.5t
10 G-©U=16.0t|
U=16.5t| 3
GO U=16.8t| A1
4 GO U=17.0t| T
10 G0 U=173t| =
U=17.5t|
U=17.8t| -
-5 1 N 1 N
107 2 4 6 8 10 12 14

Figura 5.2: Corte no plano (y, z) do perfil espacial do peso de quasiparticula Z em uma rede ctibica como fung¢ao
da posicao x no metal correlacionado, onde em z = 1 e x = L temos a presenca dos contatos metalicos. Vemos que,
mesmo para U > U, onde U, = 16.04t, Z (z) ~ e~%/¢ > 0, pois o metal consegue penetrar no isolante de Mott.
Este comprimento de correlagio ¢ dado por £71 ~ (U — UC)O'52i0‘O2. Aqui temost=1,n=15t, W =0e L =12.

seja, a funcao de onda de um elétron localizado em um ponto ry do espaco decai exponencialmente a partir deste
ponto

[ ()|~ exp(=|r—rol/E), (5.35)

onde £ é conhecido como comprimento de localizacao. Esta transicao entre estados estendidos e localizados por
efeitos de desordem é conhecida como transicdo metal-isolante de Anderson [9].

A teoria padrdo corrente para o estudo do problema de localizagdo de Anderson é a teoria de escala [50].
Esta teoria assume que o Unico parametro relevante para descrever a localizacdo em um sistema é a condutincia
adimensional g

G
g = 220’ (5.36)
que, pela Eq. (5.20), vemos que nada mais é do que a matriz de transmissdo deste sistema. A condutancia g
é sensivel a efeitos de localizagdo, pois em um metal (isolante) ela aumenta (diminui) monotonicamente com o
tamanho L do sistema, como discutimos a seguir.

A condutancia gg, definida na escala de comprimento do livre caminho médio I, ¢ uma medida microscépica da
desordem, pois é pequena se a desordem é grande e vice-versa. O ponto é que g (L) possui dois limites assintoticos
bem diferentes para L > [, dependendo do valor da desordem microscépica. Para estados estendidos, vale a lei de
Ohm e podemos escrever, assumindo que L > [

g(L) = oL%2 (5.37)

onde o ¢é a condutividade do sistema, que é uma quantidade intensiva, independente de L. J4 para estados locali-
zados, podemos escrever que

g(L) o e 5 (5.38)

assumindo que L > £, e de maneira geral, temos que £ > [. Para dado valor de desordem, na medida em que L fica
maior que [, g (L) evolui de maneira suave a partir de go, indo para uma das formas assintéticas dada pelas Eq.
(5.37) e (5.38).

A teoria de escala descreve o comportamento de g (L) com L para os todos L > [, em varias dimensdes. Na Ref.
[50], os autores argumentam que a quantidade 3 (g) = ding/dinL é uma fungio apenas da condutancia g. A ideia é
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que uma mudanca na desordem efetiva quando o sistema se torna maior é determinada pelo valor da desordem na
escala de comprimento anterior e que a condutancia é a unica medida da desordem. 3 (g) é conhecida como fungao
de escala para a condutancia. Como trabalhamos com sistemas finitos, supomos que (3 (g) seja uma fungio continua
e que cres¢a monotonicamente com g para espalhamentos do tipo potencial (independentes do spin) considerados
aqui. Seus regimes assintoticos podem ser obtidos a partir das Egs. (5.37) e (5.38), donde vem que

Blg) = d—2 (5.39)

no regime 6hmico, que assumimos vélido para g > ¢*, onde g* é uma condutancia caracteristica do sistema que
determina o “crossover” entre o limite 6hmico (Eq. (5.37)) e o ndo 6hmico de g (Eq. (5.38)). Podemos também
calcular corregoes perturbativas ao valor de g utilizando a chamada teoria de localizagao fraca [9, 114]
g*
Blg) = (d=2)- s (5.40)

Portanto, vemos que 3 (g) é sempre menor do que seu valor 6hmico. Para o regime nao 6hmico, §(g) é dada por

Blg) = In (gg*) ; (5.41)
Neste limite, vemos que a fungao de escala 3 (g), além de ser independente da dimensionalidade, é sempre negativa,
o que corresponde a uma diminuicdo de g ao aumentarmos a escala L.

A teoria de escala prediz que a transi¢do metal-isolante ocorra para uma condutancia g. = ¢ (W.), na qual
B(ge) = 0. Esta condutancia critica g. é invariante sob mudancas de escala. A menor dimensdo na qual temos a
transicdo de Anderson é d = 3 [50]. Para d < 2, a interferéncia destrutiva entre as fungdes de onda eletrénicas,
causada por efeitos de retroespalhamento [114], faz com que todos os estados eletronicos sejam localizados para
qualquer quantidade de desordem no limite L. — oco. Ja a dimensao critica superior para esta transicao, aquela
dimensdo acima da qual a aproximagdo de campo médio torna-se exata, € d = oo [151, 152]. Dentro desta abor-
dagem, a transicdo de Anderson é vista como uma transi¢cdo de fase de segunda ordem com expoentes criticos s,
v caracterizando, respectivamente, como a condutividade o o |W — W,|® vai a zero e como o comprimento de
correlagao & oc [W — W,|™" diverge quando nos aproximamos da desordem critica W..

5.2.2.1 Transicao de Anderson em 3d

Podemos aplicar o formalismo desenvolvido anteriormente para o estudo da transicdo metal-isolante em d = 3
utilizando as ideias da teoria de escala. Consideraremos o modelo de Hubbard desordenado, Eq. (2.70), com
U = 0 (que se reduz ao modelo tight-binding) em uma rede ctibica de lado L (medido com rela¢do ao espagamento
de rede a). Este sistema é muito bem estudado [151, 153, 154] e conhecemos precisamente tanto W, quanto os
expoentes criticos, o que nos permite uma confrontagao direta contra nossos resultados. Consideramos condigoes
abertas de contorno na diregao &, pois acoplamos nossos contatos aos planos x = 1 e x = L. J& nas direcoes y e
Z consideramos, por simplicidade, condi¢des periddicas de contorno. Rodamos o cédigo para L = 4, 6, 8, 10 e 12
considerando 1000 realizagoes de desordem (cada realizagio corresponde a uma amostra diferente) e calculamos o
valor tipico da conduténcia gy, na energia de Fermi. Consideramos o valor tipico e nao o valor médio de g porque
sua distribui¢do é muito larga [54, 149, 155] e seu valor mais provéavel é dado por seu valor tipico, e ndo pelo médio.
Voltaremos a este ponto na préxima subsecao.

De modo geral, nao sabemos a localizacao precisa de W,., ou o valor dos expoentes criticos s e v, e nossa
abordagem ¢é baseada no escalamento de tamanho finito [11]. O fato de considerarmos tamanhos finitos de rede faz
com que L introduza um limite na escala de comprimento do sistema, pois mesmo que um estado eletroénico seja
localizado, ele sera efetivamente estendido se tivermos & > L. Isso faz com a que a transicdo de Anderson fique
“arredondada”; e que nao seja claro onde ela de fato ocorre.

Nosso procedimento comega utilizando o fato de que g. = gy (W) é invariante sob mudancas de escala, ou seja,
o valor da condutancia para o qual a transicdo de Anderson ocorre nao depende de L. Assim, podemos ter uma
ideia de onde W, se localiza fazendo graficos de g4, como fungdo de W para vérios L, como mostrado na Fig. (5.3).
O ponto no qual todas as curvas se cruzam define W,. Pela Fig. (5.3), temos que W, = 16.5¢, o que coincide com
o valor aceito [151, 154]. Os proximos passos de nossa abordagem podem ser sistematizados da seguinte maneira:

1. Fazemos um grafico de gy, como fungdo de L~! para varios valores de W em uma escala log-log, como na
Fig. (5.3);
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Figura 5.3: (a) Valor tipico da condutancia gy, em rede ciibica como funcdo da desordem W (medida em unidades
da amplitude de “hopping” t) para varios valores do comprimento linear do sistema L (medido com relagdo ao
espacamento de rede). Como g. = giyp (W) € invariante sob mudancas de escala, o ponto no qual todas as curvas
se cruzam define W, ~ 16.5¢ (linha tracejada vertical). (b) g4y, como fungio de L=! para W =13t — 21¢, contando
de cima para baixo, em uma escala log-log. A curva tracejada corresponde a W = W, = 16.5¢t. Como esperado
pelas Eqgs. (5.37) e (5.38), g4yp aumenta com L no lado metalico e diminui no lado isolante. Note que aqui a
resisténcia dos contatos esta incluida, uma vez que para estes valores de desordem ela pode ser desprezada, dado
que g; ' =~ g-t > go1 Eq. (5.7). Aqui, temos t = 1, n = 1.5t, U = 0 e 10? realiza¢oes de desordem.

2. Pelas Eqgs. (5.37) e (5.38), vemos que, na fase metalica, g¢,, tende a aumentar linearmente com L, o que faz
com as curvas curvem-se para cima para L grande. J4 na fase isolante, g4, decai exponencialmente com L e
as curvas curvam-se para baixo para L grande, Fig. (5.3);

3. Somente para W = W,, gy, é independente de L. Ao dividirmos todas as curvas por gy, (We, L), esta
curva critica torna-se uma reta horizontal de valor 1 e todas as outras espalham-se a seu redor, Fig. (5.4);

4. O ultimo passo envolve colapsarmos todas as curvas através de um reescalamento do eixo horizontal, o que,
na escala log-log, corresponde a deslocarmos as curvas resultantes para a esquerda ou para a direita. O fator
utilizado para este reescalamento, que é naturalmente diferente para cada valor de W, define o comprimento
de localizagdo & (W) a menos de uma constante, o que nos permite o calculo do expoente critico v, Fig. (5.4).

Uma vez realizado este processo de escalamento de tamanho finito, vemos que todas curvas, como fun¢io de &/L,
caem em dois ramos. Um dos ramos corresponde & solugdo metalica, e o outro, naturalmente, & isolante, Fig. (5.4).
Deste escalamento, obtemos que v = 1.51 4 0.02, que também é consistente com o valor aceito de 1.58 [154].

Para este estudo da transi¢cdo de Anderson em 3d, ndo precisamos levar em conta a resisténcia dos contatos,
uma vez que para estes valores de desordem ela pode ser desprezada, dado que g;' > g-'. Contudo, quando
trabalhamos com W < D, onde D ¢ a semilargura de banda do sistema limpo, essa resisténcia dos contatos g, !
passa a ser importante. Na Fig. (5.5), mostramos como essa resisténcia dos contatos depende de L para uma rede
ctibica: g. = L?, precisamente como esperado pela Eq. (5.6) .

5.2.2.2 Localizacao de Anderson em 1d

Estudaremos agora o caso unidimensional. Como discutido acima, todos os estados eletronicos sdo localizados em
uma dimensdo para qualquer valor de desordem [50] e nosso estudo fica concentrado apenas na fase isolante. Nosso
objetivo principal aqui é construir a fungdo de escala 3 (g). Pelas Egs. (5.40) e (5.41), vemos que [ (g) é sempre
menor que —1, o que implica que nao importa qual seja o valor inicial de g, ele sempre diminui com o aumento
de L, fazendo com que se chegue rapidamente ao regime localizado. Para o estudo de uma rede unidimensional
temos também que levar em consideracio a resisténcia dos contatos g, !, uma vez que W, = 0. Naturalmente,
g. nao depende de L, pois ndao ha modos transversos, e para 7 = 1.0t e t = 1.0, encontramos g. = 1.0. Sempre
trabalharemos com a condutancia do sistema gg, que é definida pela Eq. (5.7).

Como enfatizado pela primeira vez na Ref. [155], a condutancia de uma determinada amostra flutua fortemente,
e sua funcdo de distribui¢do P (gs) vai se tornando mais larga na medida em que L aumenta. Podemos verificar
este fato por meio de simulagdes numeéricas. Na Fig. (5.6), mostramos que ggs possui uma distribui¢ao log-normal,
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Figura 5.4: (a) Valor tipico da condutancia gy, (W, L™!) em uma rede cubica, como fun¢do de L™!, normalizado
POT Giyp (WC,L’l) para varios valores de W em uma escala log-log. Os circulos correspondem a W < W,, e os
triangulos, a W > W,. (b) Novamente g;,, (W, L™!) normalizado por g, (W.,L™!) em uma escala log-log, s6
que agora como funcio de /L para varios valores de W. O comprimento de localizagdo £ é obtido ao realizarmos o
colapso das curvas apresentadas em (a). Vemos claramente que todas as curvas se distribuem em dois ramos, com
o de cima correspondendo & solucdo metéalica, e o de baixo, & isolante. Aqui, temos t = 1, n = 1.5¢, U = 0 e 10?

realizagoes de desordem.
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Figura 5.5: Conduténcia dos contatos g. como fun¢do do comprimento linear L para uma rede ctubica. Pela Eq.
(5.6) esperamos que g, seja dada pelo nimero de modos transversos, o que, no presente caso, nada mais é do que
L?. A inser¢do mostra g./L? como fun¢io de L, indicando que, para L > 4, esta quantidade de fato oscila em torno

do valor esperado 1. Aqui, temost=1,n=1.5te W = 0.
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Figura 5.6: Distribuigao de probabilidade P (Ingg) do logaritmo da conduténcia do sistema gg para trés tamanhos L
de uma cadeia unidimensional. As linhas tracejadas sao distribui¢des Gaussianas ajustadas com a média e varincia
dos dados numéricos para realcar o fato de que ggs possui uma distribuicdo log-normal. Na insercao, mostramos
como a varidncia de P (Ingg) aumenta com o tamanho da rede. Aqui temos ¢ =1, n = 1.0¢, U = 0 e consideramos
10* realizacoes de desordem.

ou seja, P (Ings) é uma Gaussiana. Sabendo como gg é distribuida, podemos calcular as flutuagdes ao redor de seu
valor médio [156]

Ags = —25 = Jeom 1, (5.42)
var [gs]

onde gg denota a média de gg, var [gs] é a variancia de gg e 0 = var [Ingg]. Como o aumenta com L, Fig. (5.6),
vemos que as flutuagoes ao redor da média de gs aumentam exponencialmente com o tamanho do sistema, fazendo
com que o valor médio nao dé uma boa medida da condutividade. Isso é consequéncia do fato de P (gg) ser muito
larga, o que faz com que haja uma probabilidade pequena, mas finita, de encontrarmos grandes valores de gg. Tais
valores, embora altamente improvaveis, dominam o valor médio gg, fazendo com que ele nao seja uma boa medida
da condutancia mais provéivel das amostras. O valor mais provéavel de gg, ou seu valor tipico, é, na verdade, dado
pela sua média geométrica g, =exp |Ings|, onde Ings denota o valor médio de Ingg.

Aplicando o algoritmo de escalamento de tamanho finito, encontramos a curva g, (L/§) mostrada na Fig.
(5.7). Para este caso nio interagente, £ é proporcional a W~2. [117, 157]. Nesta figura, fica claro o efeito da
resisténcia dos contatos. Se calculamos gy, como a média geométrica de g em vez de gg, o resultado para L/¢ <1
fica comprometido, uma vez que obtemos gy, ~ 1 em vez de gy, ~ &/L, como esperado pela Eq. (5.37).

Na Ref. [155], os autores encontram uma forma analitica para a curva gy, (L/§)

L *
9<€> = eL/ii—l’ (5.43)

onde incluimos explicitamente a escala de “crossover” g*. De posse desta expressao, podemos determinar imediata-
mente a fungdo 3 (g)

_dlng g g*
PO=Gnr = ~ (1 i g*> . <1 i g) ’ o4

que possui precisamente as formas assintoticas dadas pelas Egs. (5.40) e (5.41).

Neste ponto, vemos que possuimos um procedimento geral para estudarmos a localizagdo de Anderson, e o
aplicaremos agora ao caso em que U # 0.
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Figura 5.7: (a) guyp (L/€) em uma escala log-log, com =1 oc W(2030£0:003) Qg circulos correspondem ao valor

tipico de gg, enquanto os quadrados representam o valor tipico g, que inclui a resisténcia dos contatos. A linha
continua corresponde & solucgdo analitica dada pela Eq. (5.43), com ¢g* = 1. Diferentemente do caso em 3d (Fig.
(5.4)), aqui s6 temos o ramo isolante, pois em 1d todos os estados sdo localizados. (b) Fungao de escala 5(g). Os
circulos correspondem & solu¢do numérica, e a linha continua, a solugdo analitica, dada por (5.44), com ¢g* = 1.
Vemos aqui que o “crossover” entre os limites 6hmico §(g) ~ —1 (Eq. (5.39)) e nao 6hmico 5 (g) ~ —In(g/9*) (Eq.
(5.41)) ocorre para gy, ~ 1, justificando assim g* = 1. Consideramos aqui ¢t = 1, n = 1.0t, U = 0 e 10? realizagdes
de desordem.

5.3 Localizacao de Anderson na presenca de correlacoes em 1d

Para estudarmos efeitos de interacao sobre a localizacdo de Anderson, resolveremos o Hamiltoniano de Hubbard
desordenado em uma cadeia linear de atomos, que é o sistema mais simples que podemos considerar, e para o
qual o calculo numérico é mais acessivel. Consideramos valores pequenos e intermediarios de U, longe do valor
U? = 32t/m ~ 10.2t, para o qual a transi¢io de Mott ocorre no caso limpo.

A quantidade central de nosso estudo sera a conduténcia adimensional g, Eq. (5.36), e nosso objetivo final é
entender quais sao os efeitos da interagdo sobre a fungao de escala (3 (g). Utilizando a Eq. (5.33) podemos calcular
a fungdo de Green do nosso sistema, e com ela obtermos g (ou a matriz de transmissdo) pela Eq. (5.34). O que
notamos é que, na energia de Fermi (w = 0), esta fungio de Green s6 depende das energias renormalizadas v;’s, pois
toda a sua dependéncia com os pesos de quasiparticula Z;’s se cancela

VZ {—Zv — VZHUVZ + ig\/i(BL +Bp) \Fz} VZ

—1
— [v +HY 4 zg (Br, + BR)} . (5.45)

G5 (0)

Assim, podemos analisar os resultados para a condutancia olhando apenas para P (v), a fungdo distribui¢do de
probabilidade de v;. A Eq. (5.45) também sugere que introduzamos um Hamiltoniano efetivo

Hepp = V‘*‘H%‘Hg (Br +Br), (5.46)

mapeando assim nosso problema interagente a um problema nao interagente definido por H.r¢. Exploraremos esta
correspondéncia mais adiante.

Como utilizamos uma distribui¢do uniforme para as energias dos sitios, Eq. (3.35), o desvio padrao de o (v) de
P (v) para U = 0 & dado por W/2+/3. Na Fig. (5.8), mostramos como P (v) depende da interagdo e vemos que, ao
aumentarmos U, sua largura diminui, embora ela ainda mantenha aproximadamente sua forma nao interagente de
distribuicao uniforme. Ja seu desvio padrao mantém uma relacao linear com W para valores cada vez menores de
desordem. J& na Fig. (5.9), mostramos como P (v), e, naturalmente, o (v), sdo independentes do tamanho da rede
para os tamanhos considerados aqui.

Diante desta supressao dos efeitos da desordem pela correlagio, esperamos que com o aumento de U tenhamos
um correspondente aumento da condutividade g de uma amostra se mantivermos a desordem constante, pois a
desordem efetiva W,z vista pelo sistema é menor. Na Fig. (5.10), vemos que, de fato g;,,, aumenta por varias

95



CAPITULO 5. LOCALIZACAO DE ANDERSON NA PRESENCA DE CORRELACOES

4 T T T T T 4T T 1 T T T
— U= — U=0.0
(@) Z uatoc 1op ® — U=10t E
U=3.0t U=3.0t
3r — U=5.0t] 7 1+ — U=5.0t o
/;\ 2 i E 08 » -1
R © 0.6} .
1k [ A\ 1 0.4F ]
L 0.2F .
1 A . 1 . ) 1 0 . PR I T I T R T
(-)0.6 0.4 0.2 0 0.2 0.4 0.6 0O 05 1 15 2 W2.5 3 35 4 45
v

Figura 5.8: (a) Distribui¢do de probabilidade das energias renormalizada dos sitios P (v) para W = 1t e L = 300
para varios valores de U. A medida que aumentamos a interagdo, a largura de P (v) diminui, embora elas ainda
mantenham aproximadamente sua forma nao interagente de distribui¢do uniforme. (b) Desvio padrdo o (v) de
P (v) como fungao de W para L = 300 e varios valores de U. Com o aumento de U, as distribui¢oes ficam mais
estreitas. Consideramos aqui ¢t = 1, n = 1.0t e 102 realizacoes de desordem.
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Figura 5.9: (a) Distribuicdo de probabilidade das energias renormalizada dos sitios P (v) para U = 3t, W = 1t e
W = 2t e varios valores de L, mostrando que P (v) é independente do tamanho da rede para os valores considerados
aqui. (b) Desvio padrao o (v) de P (v) como funcdo de W para U = 3t e varios valores de L. Assim como P (v), o (v)
nio depende de L para os tamanhos que consideramos. Para W < 3t, podemos escrever que o (v) = W,y¢/2v/3 (linha
tracejada), onde definimos Wes; como uma desordem efetiva e que, neste caso, vale W,¢s = 0.52W. Consideramos
aqui t = 1, n = 1.0t e 102 realizacdes de desordem.
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Figura 5.10: (a) Valor tipico da condutancia g4, como funcio da desordem W para uma cadeia linear de tamanho
L = 300. Vemos que, ao ligarmos U, o valor de gy, aumenta por varias ordens de magnitude. Utilizando a notagao
da Fig. (5.9), podemos escrever que Werr/W = 0.80, 0.52 e 0.33 para U = 1t, 3t e 5¢, respectivamente. (b)
Distribuigdo de probabilidade P (Ingg) do logaritmo da conduténcia do sistema gg, para trés valores da interagao
U, com W = 2¢, em uma cadeia linear de tamanho L = 100. As linhas tracejadas sdo distribui¢des Gaussianas
ajustadas com a média e com a variancia dos dados numéricos, para realgar o fato de que, mesmo quando U > 0, gg
ainda possui uma distribuicio log-normal. Aqui, temos t = 1, n = 1.0t e consideramos 102 realizacdes de desordem
para (a) e 10* para (b).

ordens de magnitude para U > 0, fato que também se reflete na distribui¢do de P (In (gg)). Podemos tentar entender
estes resultados quantitativamente, assumindo um cendrio simples, no qual todo o efeito das correlagdes consiste em
fazer com que o Hamiltoniano efetivo da Eq. (5.46) seja idéntico aquele do caso ndo interagente, apenas com Wy no
lugar de W. Se esta hipdtese for verdadeira, o tinico efeito serd o aumento do comprimento de correlagdo, mas com &
mantendo a mesma forma funcional de U = 0: &.¢¢ ~ We_f? Considere, por exemplo, o valor W = 2¢, da Fig. (5.10),
para U = 0 e para U = 1t. Para este valor de W, j& estamos no regime fortemente localizado, onde gy, ~ e L/E,
Como Weyss = 0.8W para U = 1t, temos que &5 >~ 1.6§ e obtemos que giyp (U = 1t) ~ [gryp (U = 0)]0'6 ~ 1076,
Pelo grafico, contudo, temos, que na verdade, gt,, ~ 1073. Essa diferenca de trés ordens de grandeza nos indica
que as interagoes fazem mais do que apenas renormalizar a desordem, e que existe algum outro mecanismo por trés
deste aumento colossal de g4, na presenca de interacoes. Um dos possiveis candidatos sao as correlacoes espaciais
nos valores de v que discutimos a seguir.

5.3.1 Correlagoes espaciais na energia renormalizada v;

Vimos que, para desordem descorrelacionada, todos os estados eletronicos sao exponencialmente localizados em
uma dimensao. Contudo, ao ligarmos as interacoes, as energias renormalizadas v; tornam-se correlacionadas es-
pacialmente. Podemos explorar este fato utilizando os resultados analiticos da se¢do (4.3), numa abordagem que
denominaremos como “aproximacao de resposta linear” (ARL). Embora derivados para ¢; — 0, estes resultados
sdo uteis aqui, pois a variavel de escala relevante é L/ e, portanto, todos os estados eletronicos sdo exponencial-
mente localizados, mesmo para desordem pequena, contanto que o tamanho L do sistema seja grande o suficiente.
Com a Eq. (4.52), podemos calcular a funcdo de correlagdo B (q) = (v(q) v (p)), onde (---) denota média sobre
configuragoes (realizagoes) de desordem

B(q)=(v(g)v(p)) = d(p+aq)

! [_ L ]QWQ (5.47)

(1—u2)? My (u)| 127
uma vez que (g;¢;) = §;;W?/12 e, portanto, (¢ (q) e (p)) =0 (p+ q) f (q), onde f (q) = W?/12 2. Também mantive-
mos a notagdo da secdo (4.3), u = U/U?, e aqui U? = 10.2t. Utilizando a forma da fungdo de Lindhard para uma

dispersao tight-binding (Eq. (F.5)), podemos calcular a transformada de Fourier da Eq. (5.47) numericamente para
qualquer valor de u e investigarmos, assim, como esta correlagio entre os valores de v (q) se reflete no espaco real,

2Um célculo similar pode ser feito dentro da aproximagdo de Hartree-Fock (que é equivalente & nossa para u — 0) e é discutido na
Ref. [158]
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Figura 5.11: (a) Funcdo de correlacdo B (i) = (v (i) v (0)) normalizada pela varidncia de ¢; e calculada como a
transformada de Fourier da Eq. (5.47). Como a parte ndo local de v; s6 surge para v > 0, vemos que a amplitude
de B (i) aumenta para u pequena até u =~ 0.1 e entdo decresce, pois as oscilagoes de Friedel sao suprimidas pelas
interagoes. Aqui, u = U/U? e UY ~ 10.2t. (b) Valor médio do coeficiente de correlagao linear (x (z)) das energias
renormalizadas v;, Eq. (5.48), para alguns valores de U, W = 1t e L = 200, apresentando oscilagdes do tipo Friedel.
Como utilizamos condigbes abertas de contorno, a estatistica fica mais pobre para x maiores. Utilizamos em (b)
t =1, n = 1.0t e consideramos 10> realizacdes de desordem.

o que mostramos na Fig. (5.11). Os resultados numéricos completamente autoconsistentes podem ser contrastados
com este resultado da ARL ao estudarmos o seguinte coeficiente de correlacdo linear
(v () v (0))
x(z) = varfo] (5.48)
Pela sua definigao, temos que —1 < x () < 1. x(z) é igual a 1(—1) quando todos os dados caem em uma reta
de inclinagao positiva (negativa). x (z) & 0 significa que os dados sdo descorrelacionados. Como esta quantidade
estd normalizada pela variancia de v, podemos analisar como as correlacbes espaciais se comportam para diferentes
valores de U e W, Fig. (5.11). Embora os resultados numéricos autoconsistentes sejam obtidos para uma desordem
grande, tal que nossa expansao em primeira ordem de €; nao seja mais tao bem justificada, vemos que, em ambos
0s casos, as oscilacoes de Friedel parecem estar por tras desta correlacao espacial entre os valores de v;.
Pelo menos nos limites u — 0 e u — 1, podemos calcular a transforma de Fourier da Eq. (5.47) analiticamente

no regime assintotico, utilizando os resultados do Apéndice (F). Para u — 0, temos v; ~ (1 + UHE?)) €;, e pela
Eq. (F.11)

_ cos (2kpr;)

71— 00 7 ’
)

B (i) — 0. (5.49)

Ja para u — 1, temos v; ~ — (1 —u) U7 [IIO] " ¢; (Eq. (4.70)), e pela Eq. (F.17)

-1
ij ©
B() ~ cos (2kpr;)

Ay 1. 5.50
= (In (4kpr))? (5.50)

Em ambos limites vemos que as correlagoes espaciais oscilam como uma oscilagao de Friedel usual. Contudo, nas
proximidades da transicao de Mott, aparece uma correcao logaritmica ao decaimento usual do tipo lei de poténcia.

Vemos assim que, no nosso modelo efetivo, (5.46), as energias dos sitios, agora dadas por v;, sdo correlacionadas
no espaco. O estudo da transi¢ao de Anderson na presenca de desordem correlacionada possui uma longa literatura
e existem alguns exemplos nos quais certos tipos de correlacao fazem com que estados estendidos emerjam, mesmo
em 1d. Na Ref. [159], por exemplo, os autores consideram uma desordem correlacionada tal que B (q) < ¢~ %, e
encontram que estados metélicos podem existir para o > 2. Ja em [160], os autores também encontram estados
estendidos em 1d, mas agora utilizando diferentes processos de filtragem, de maneira a fazer com que um dado
potencial descorrelacionado inicial seja transformado em um potencial suave correlacionado.

Governando a existéncia ou nao de estados estendidos em 1d esta o teorema de Kotani [160, 161], que estabelece a
seguinte condigio necessaria: estados metélicos em uma dimensdo ndo podem existir se lim; o, B (i) — 0 como uma

98



CAPITULO 5. LOCALIZACAO DE ANDERSON NA PRESENCA DE CORRELACOES

VRN TG YO PR P e
iyp
.
(e}
~

107
:
8 |— U=0.0 o | 10 . t, numerico
10 o U=1.0t, numerico O_I o
10_10- o U=1.0t, ARL o 10
BT E R RN BT R | DU s i 3
10 = E ~ 10 = ” E "
10° 100 10" 10° 10' 10° 10" 100 107 10" 10" 10t 10
L/E L/E

Figura 5.12: (a) Valor tipico da condutividade do sistema gg como fungio da variavel de escala L/¢ para U = 1t.
A curva correspondente & ARL descreve bem os dados numéricos até o ponto de “crossover” L/& & 1, onde estes
continuam com um comportamento aproximadamente 6hmico g, ~ /L enquanto a curva correspondente & ARL
ja entra no regime nao 6hmico gy, ~ e~ L/ Naturalmente, o comprimento de localizacdo é diferente para cada um
dos casos acima: &, oc W(238£0-01) ¢ £=1 o T7(2:48£0.02) 'yeja Fig. (5.13). Para efeitos de comparago, incluimos
a curva para U = 0, dada pela Eq. (5.43) com g* = 1. (b) O mesmo que a curva anterior, s6 que agora para U = 3t.
Neste caso, a diferenca entre as duas solugoes é mais acentuada e temos: 5211%L oc W (2:79E0.03) o e=1 ¢ 7 (2:9540.05)
Utilizamos aqui t = 1, n = 1.0t e consideramos 10? realizacoes de desordem

lei de poténcia ou mais rapido. Olhando a expressao assintotica de nossas fungdes de correlagdo, Egs. (5.49) e (5.50),
vemos que nosso potencial correlacionado nao preenche os requisitos para a emergéncia de estados estendidos em
uma dimensdo. Naturalmente, esta conclusdo baseia-se em um resultado valido dentro da aproximagao de Born (ou,
equivalentemente, da ARL). Acreditamos, contudo, que ela seja restritiva o suficiente, pois, mesmo para desordem
fraca, ja esperariamos algum efeito quantitativo se houvesse estados estendidos dentro de nossa abordagem.

5.3.2 Funcao de escala (3 (g)

Calcularemos agora a fungao de escala 3 (¢) na presenca das interacOes através da teoria de escalamento finito des-
crita na secdo (5.2.2), tanto por um célculo numérico autocousistente, como utilizando a ARL. O calculo utilizando
a ARL possui dois objetivos. O primeiro e mais imediato é permitir uma comparacao direta com nossos resultados
numéricos; o outro, mais ambicioso, e que ndo desenvolveremos aqui, é fornecer uma ligagdo com as teorias usuais
de localizagdo de Anderson [9]. Por exemplo, a chamada teoria de localizacio fraca [114, 127] trata o potencial das
impurezas dentro da aproximacao de Born, exatamente como na Eq. (4.52). A diferenga é que, em vez de somarmos
uma classe especial de diagramas para calcularmos a condutividade, utilizaremos a abordagem de Landauer, que
embora restrita ao célculo numérico, é exata.

Comegamos por escrever as curvas de gy, como funcdo da variavel de escala L/, como mostrado na Fig. (5.12).
Os comprimentos de localizagao resultantes deste procedimento sdo mostrados na Fig. (5.13). Vemos que £ aumenta
com a interagdo mesmo quando fazemos o calculo dentro da ARL. Contudo, o expoente critico é diferente para os
dois métodos, com v > 2 em ambos. Deste modo, as interagdes nao introduzem a apenas uma desordem efetiva
Weys, mas também renormalizam os expoentes criticos. Na medida em que § é fortemente renormalizado, teremos,
em algum momento, que £ > L, e os estados tornam-se efetivamente estendidos. Contudo, para estabelecermos a
existéncia de um metal, precisamos calcular a fungio de escala 3 (g).

Voltando para a Fig. (5.12), vemos que, embora a ARL dé uma resposta néo trivial para o comprimento de
correlacdo, quando g, (L/€) é calculada dentro desta aproximagdo, ela se reduz aquela nao interagente. Ou seja,
sob o escalamento apropriado, o sistema comporta-se exatamente como no caso nao interagente. Ja as curvas
obtidas pelo célculo numérico completamente autoconsistente mostram que gy, (L/€) difere daquela do caso néo
interagente. Em particular, o regime 6hmico, onde gy, ~ &/L, estende-se por uma regido maior da varidvel £/L.
O caso U = 3t é 0 mais emblematico, pois 14 nem mesmo vemos a entrada no regime nao 6hmico para a janela de
parametros considerados.

Pode-se argumentar, contudo, que, como o comprimento de correlagao é determinado a menos de uma constante,
estamos apenas fixando esta constante de modo impréprio, e eventualmente acessando valores de £ tais que £ = L,
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Figura 5.13: (a) Comprimento de localizacdo resultante do colapso das curvas da condutividade tipica. Estes
comprimentos de localizagdo correspondem & solugdo numérica. (b) O mesmo que a curva anterior, s6 que agora
considerando a aproximacao de resposta linear. Em ambos os graficos, vemos que hé um considerével aumento do
comprimento de localizacdo com as interacoes. Nossos resultados deixam de ser confidveis para ¢ > L ~ 103, devido
aos tamanhos considerados. Utilizamos aqui ¢t = 1, n = 1.0t e consideramos 10° realizacdes de desordem.

levando a resultados inacurados. Na Fig. (5.14), reexaminamos a curva g, (L/{) para o caso numérico com
U = 1t, mas agora reescalamos tanto o eixo x (comprimento de correlagdo £ — &/a) quanto o y (escala de
“crossover” g*). Com este procedimento, vemos que a curva numeérica agora também coincide com aquela para
U = 0. O reescalamento do comprimento de correlacao pode ser encarado de forma mais natural, pois, como temos
dito ao longo deste capitulo, sempre definimos £ a menos de uma constante. Ja o reescalamento de g* possui um
significado mais profundo. Primeiramente, ele ndo é capturado pela ARL, portanto precisamos de um tratamento
nao perturbativo na desordem para descrevé-lo. Como ¢g* marca o “crossover” entre o regime 6hmico (g > ¢g*) e o
nao 6hmico (g < g*), uma diminui¢do de g* implica em um alargamento do regime 6hmico, e como ¢g* diminui com
U, esta escala pode tornar-se tao pequena de modo a deixar a regido nao 6hmica virtualmente inacessivel.

O comportamento de g* é melhor entendido ao olharmos diretamente para a funcgio de escala 3 (g), Fig. (5.15).
Como ((g) é a derivada logaritmica de g com relacdo a L, toda a dependéncia com ¢ desaparece, deixando a
renormalizacdo de g* ainda mais evidente. Baseada em sua forma geral, obtida dentro da teoria de localizagao
fraca, Eq. (5.40), temos que 5 (g) = —1 — g*/g, consistente novamente com o fato de que reduzir g* expande
o regime 6hmico (8 = —1). Utilizamos a Eq. (5.44) para ajustarmos nossos dados, considerando agora g* < 1.
Devido a flutuagdes numéricas, os dados ficam espalhados, mas vemos que as curvas analiticas capturam bastante
as tendeéncias desses dados. O fato de a mesma curva nao interagente descrever os resultados interagentes deixa
claro que nao ha a emergéncia de estados estendidos, que correspondem, nesta linguagem, a 3 (g) > 0, apesar deste
grande aumento da regido 6hmica. Cenérios analogos ao descrito por este resultado ja foram encontrados, tanto
numérica, [56, 57| quanto experimentalmente [58] (Fig. (1.4)), para gases de elétrons bidimensionais.

Devido ao alto custo computacional deste método de escala, ainda nao produzimos uma estatistica suficiente-
mente boa para, por exemplo, realizar um estudo mais quantitativo de como g* diminui com U. Isso sem mencionar
um objetivo mais ambicioso, que seria estudar este problema em d > 1. Se assumirmos por um instante que o
cendario descrito acima esteja correto e que permaneca vélido para d > 1, vemos que, em d = 2, assim como d = 1,
nao ha a emergéncia de estados verdadeiramente estendidos. J4& para d = 3, temos o valor de W, consideravelmente
aumentado, o que pode deixar o regime localizado praticamente inacessivel.
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Figura 5.14: Valor tipico da condutividade do sistema gg como funcdo da variavel de escala L/¢ para U = 1t, com a
mesma notacdo da Fig. (5.12). Vemos que, ao reescalarmos tanto o comprimento de correlagéo £ (¢ = £/a) quanto
a escala de “crossover” g*, os dados numéricos sao bem descritos pela curva nao interagente.
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Figura 5.15: Fungao de escala §(g). Os simbolos correspondem as solugbes numeéricas e as curvas continuas a
solugdo analitica dada por (5.44) com o valor de g* indicado na legenda. Como [ (g) é a derivada logaritmica de g
com relacao a L, toda a dependéncia com £ desaparece, ficando realcada aqui a diminuicao de g* com as interacoes.
Consideramos aqui t = 1, n = 1.0t, U = 0 e 102 realizacdes de desordem.
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cao O

Capitulo

Conclusao

Nesta tese, estudamos a competicao entre fortes correlagoes - fisica de Mott - e os efeitos da desordem associados
com a localizagdo de Anderson. Nosso estudo tedrico baseou-se no modelo de Hubbard desordenado que tratamos
dentro de uma abordagem variacional que reproduz o cenério de Brinkman-Rice para a transicao de Mott. Ja os
efeitos da desordem foram incluidos de maneira exata através da diagonalizacao de redes finitas.

Primeiramente, realizamos uma investigacao detalhada da transicao de Mott desordenada em d = 2 por meio de
calculos numéricos para o regime de desordem fraca e moderada. Nossos resultados indicam que configuragoes raras
de desordem podem dominar a criticalidade quantica mesmo na auséncia de qualquer tipo de ordem magnética,
uma ideia a ser testada experimentalmente em uma vasta gama de materiais [2].

Uma das principais caracteristicas dos nossos calculos é que temos um comportamento totalmente diferente para
a energia renormalizada do sitio e para o peso de quasiparticula na medida em que nos aproximamos da transi¢ao
de Mott. Enquanto a desordem é suprimida no primeiro, a distribuicao do dltimo se alarga. O resultado final desta
dicotomia é uma paisagem nao trivial no espaco de energia, que é caracterizada por inomogeneidades dependentes
da energia.

Em seguida, apresentamos um céalculo detalhado, em boa parte analitico, estudando os efeitos de uma tunica
impureza nao magnética colocada em um metal fortemente correlacionado. Descobrimos que fortes correlagoes
tendem a reduzir o efeito da parte de longo alcance das oscilagoes de Friedel e nosso trabalho d4 uma ideia analitica
clara de como isso ocorre. Utilizando a presente geragao dos métodos de microscopia de varredura por tunelamento
deve ser possivel testar diretamente vérias de nossas predicoes, ajudando a entender o comportamento de sistemas
desordenados nas proximidades da transicao metal-isolante de Mott.

Como uma aplica¢do de nossos resultados, estudamos a relagdo entre espalhamentos elastico e inelastico na
presenca das oscilagoes de Friedel. No caso singular de duas dimensoes, mostramos que o termo anémalo (linear
em T) que aparece na resistividade no regime balistico fica confinado a temperaturas extremamente baixas, uma
vez que o espalhamento inelastico é levado em consideracao.

Gostariamos de salientar que impurezas colocadas em supercondutores do tipo “D-wave” também produzem
perturbacoes que decaem lentamente no espaco real, refletindo sua natureza sem “gap”; através de um mecanismo
muito parecido com as oscilagoes de Friedel em metais usuais. Um trabalho recente desenvolvido por Garg et al. [45],
utilizando uma abordagem teérica muito similar & nossa, mostra que, nesses sistemas, fortes correlagbes também
levam a uma pronunciada “cura” espacial. Acreditamos que ambos os fend6menos possuem uma origem similar e
nossos resultados sugerem fortemente que o efeito de “cura” é uma propriedade mais geral de metais correlacionados
nas proximidades da transicdo de Mott, ndo um efeito especifico dos cupratos ou do estado supercondutor.

Finalmente, estudamos como as interacoes afetam o isolante de Anderson em d = 1 olhando para a funcao de
escala 3 (g), com a condutancia g calculada pelo formalismo de Landauer. De forma robusta, encontramos que a
escala ¢g*, marco da transicdo entre o regime 6hmico e o localizado da condutividade, é fortemente renormalizada
pelas interagdes, mesmo para pequenos valores de interagao, com a fungao de escala mantendo sua forma nao inte-
ragente. Este resultado diz que, na presenca de interagoes, a regiao na qual o sistema apresenta um comportamento
O6hmico é consideravelmente aumentada, embora nao haja a emergéncia de estados verdadeiramente estendidos para
os quais 3 (g) > 0.

A extensdo deste resultado para dimensdes superiores seria extremamente interessante. Em d = 3, poderiamos
monitorar como o valor critico de desordem para a transicdo de Anderson muda com a interacdo. Pela tendéncia
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capturada em d = 1, esperamos que este valor aumente consideravelmente, e que a fase metélica se torne muito mais
estavel. J& para d = 2, poderiamos entender melhor se ha ou nao a emergéncia de uma fase metélica termodinimica.

O cenéario de Brinkman-Rice que utilizamos em nossos estudos foca apenas nos aspectos locais da interagao
(tipo Kondo) e negligencia qualquer tipo de correlacdo magnética entre os sitios. Este tipo de aproximagcdo s6 é
relevante para sistemas que apresentem uma forte frustragdo magnética. A introdugdo de um termo de troca nesse
tipo de abordagem variacional [162] é um passo importante a ser tomado no futuro, se quisermos descrever sistemas
como 0s cupratos ou semicondutores dopados, nos quais a interacao de “superexchange” entre os sitios é muito
forte. Uma maneira alternativa para introduzirmos este termo de troca pode ser a utilizagdo de um “cluster” de
impurezas [82, 83|, ao invés de uma tnica impureza na solu¢gdo da TEDCM. Embora custoso, este método da conta
das correlagoes magnéticas de curto alcance.

Além disso, o cenario de Brinkman-Rice descreve bem apenas a fisica de baixas energias, para a qual temos
quasiparticulas bem definidas, perdendo completamente a fisica incoerente de altas energias (bandas de Hubbard).
Melhorias neste sentido podem ser feitas ao resolvermos os problemas de uma impureza associados nao com os
bosons escravos, mas com técnicas exatas como o Monte Carlo Quéntico [163, 164]. Com esta abordagem, podemos
estudar, por exemplo, a transicdo de Mott a temperaturas finitas, um problema que também possui relagao direta
com os experimentos, Fig. (3.3). O prego que temos que pagar ¢ o alto custo computacional envolvido nessa técnica,
o que, contudo, pode ser reduzido com a implementacdo das otimizagoes numéricas descritas nesta tese.
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Apéndice

Métodos numéricos utilizados

Neste apéndice, discutimos os métodos numéricos utilizados para a obtencao dos resultados descritos ao longo da
tese. De maneira geral, utilizamos a linguagem FORTRAN 90 [165] para escrevermos os codigos computacionais e
o Compilador Fortran Intel@®) para Linux para compil-los [166]. Fizemos uso intenso de paralelismo, através da
interface de programagdo OpenMP [167]. Para uma visdo mais detalhada, discutiremos passo a passo a implemen-
tagao numérica do algoritmo de solucao da Teoria Estatistica Dinamica de Campo Médio, que é descrito na secao
(2.2.3), e que reproduzimos aqui por conveniéncia:

1. Comegamos com um palpite inicial para a func¢io de hibridizagao Al(a"tigo) (w);

trarmos a autoenergia El(antigo) (w) e as func¢oes de Green Gl(loc)({mﬁgo) (w) locais (Eq. (2.87));
3. Utilizando El(a"tigo) (w), calculamos as fungoes de Green locais da rede interagente Gl(la"tigo) (w), Eq. (2.88);

4. Aplicando a condicdo de autoconsisténcia da TEDCM G119 () = gllee)(entioe)

tenha sido atingida.

2. Resolvemos os problemas de uma impureza associados a cada um dos sitios da rede, Eq. (2.85), para encon-

. (w) a cada um dos sitios da
rede, calculamos os novos valores da funcio de hibridizacio Al(m’“o) (w), através da Eq. (2.89). Comparamos
agora os valores de Al(mmgo) (w) e Al(m”o) (w) e retornarmos ao passo 1, caso a condi¢do de convergéncia nao

A.1 Passo 1l

O primeiro passo do algoritmo envolve uma boa escolha de um palpite inicial para a fungao de hibridizagdo A; (iwy, ).
Como ao longo do nossos estudos sempre mantivemos a amplitude de “hopping” t fixa e trabalhamos em semipre-
enchimento p = U/2, ficamos com trés parametros a serem variados: L, W e U. Deste modo, o palpite inicial para
A; (iwy,) para um dado valor desta trinca, digamos, (L, W, U + AU), é sempre tomado como o valor convergido de
A; (iwy,) para a trinca anterior, neste exemplo dada por(L, W, U). Naturalmente, a escolha da variacdo AU depende
da regiao de parametros considerada. Por exemplo, nas proximidades da transicao de Mott sempre utilizamos va-
lores menores de AU, quando comparados aqueles da regido fracamente correlacionada. Em todos os nossos testes,
verificamos que nosso codigo converge para uma unica solu¢do, independentemente do palpite inicial.

A.2 Passo 2

O passo 2 do algoritmo envolve a solugdo dos problemas de uma impureza associados. Como a TEDCM é uma
abordagem local, a solu¢ao do problema de uma impureza no sitio ¢ é completamente independente da solucao no
sitio j, uma vez dadas as fun¢Ges de hibridizacio A; (iw,) e A; (iwy,). Este fato permite a implementacdo direta
deste passo em paralelo.

Embora facilmente paralelizavel, este segundo passo do algoritmo é o mais dificil, pois envolve a solucao de
problemas de uma impureza de Anderson em um banho arbitrario, determinado pela func¢ao de hibridiza¢ao. Como
discutido na secao (2.2.5), utilizamos a aproximacdo de campo médio de bédsons escravos para resolvermos estes
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(A1)

para cada sitio, Egs. (2.107) e (2.109), que, novamente por conveniéncia, reproduzimos aqui
(1- e + df) .

DN | =

7Y G (iw,) =

) TZ A (iwy) C;'Eloc) (iwn) = Udi+ (& —ei+ ) (e; —dy),

problemas de uma impureza associados. Ao aplicarmos este procedimento, obtemos duas equagoes de campo médio
(A.2)
(A.3)

0Z;

(02, n
861‘ 8dz

onde
~ 1
G(loc) . o

v (an) iwn — Zivi — ZlAz (zwn)
é a funcdo de Green das quasiparticulas, e a funcdo de Green dos elétrons é dada porGElOC) (iwy,) = Ziél(.loc) (iwn),
. Ud; 0Z;
T SR zazv 86'17 (&4)
(aef di + 5a; ei) !
' (A.5)
(A.6)

com
gq
=

2[1- (2~ )] (et d)? (1 -2 ).

Z; =
resultados sdo obtidos para T = 0. Embora bem definido, o limite T = 0 tem que ser avaliado cuidadosamente.
(A7)

Escritas como estdo, as Egs. (A.1) e (A.2) sdo validas a um temperatura finita 7. Contudo, todos os nossos
O primeiro fato a ser notado é que asoma S =T, éﬁ.“’”) (iwy,) nédo é absolutamente convergente. Para vermos

Seguiremos o procedimento descrito pela Ref. [127] (veja especialmente a se¢do 17).

isso, lancaremos mao da representacido de Lehmann! para égl“) (iwy,) [59, 60, 127]
60 1y = [T A
oo 2Tiwy — €
onde
+o0 d
/_OO iA(e) de = 1, (A.8)
e A(e) € R é a funcio espectral do sistema, que, no caso nao interagente, reduz-se a densidade de estados local do
sistema. Através das Eqgs. (A.7) e (A.8), podemos escrever
~ T de —wn A (€) 1
loc) (. _ n
Tm [G( )(M")} /_Oo 21 w2 + €2 wy,’ fon] = co. (4.9)
T de €A 1 [*~d
e cAle) 2/ ieA (€) , |wn| — oo. (A.10)

Re [é(loc) (Zw ):| */ %w%_i_eg
(A.11)

Ty, GE“’C) (iwp,), precisamos introduzir um fator de convergéncia 7 < 0, sem o qual ela diverge logaritmicamente

Com este fator de convergéncia, S é dada por
S = lim,_o-T Y G (iwy) e,

w)] =
—0o0
~ ) )
Pelas Eqgs. (A.9) e (A.10), temos que GE %) x 1/iw,, para w, > 1, mostrando que, para avaliarmos a soma S =
LA representacio de Lehmann é mais geral do que esta mostrada aqui, uma vez que ela também vale para funcdes de Green que
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Utilizando o fato de que éﬁ.“’”) (iwp) = CJE“’C)* (—iwy) [59, 60, 127], que decorre imediatamente da Eq. (A.7),
podemos reescrever a soma acima como

S = 2Tlim,_ - Z Re {G‘Eloc) (zwn)} o8 (wn,T) + 2Tlim, - Z Im {G‘Eloc) (zwn)} sin (w, 7). (A.12)
n>0 n>0

No primeiro termo, podemos tomar 7 = 0, uma vez que Re [éz(-loc) (iwn)} val a zero mais rapido que 1/w, para

wn > 1, Eq. (A.10). Ja para o segundo termo, notamos que a principal contribui¢do para a soma vem da regido em
que temos w, T ~ 1, correspondendo ao limite w,, — oo, uma vez que 7 — 0~. Neste caso, ¢ licito nao s6 que usemos
o valor assintético de égloc) (iwp ), mas que também tomemos o limite 7' = 0, lembrando que (w, = (2n+ 1) 7 T)
[59, 60, 127], trocando a soma sobre n por uma integral

1
Tzn: - %/dw~-~, (A.13)

o que nos da (7 — 07)

~(loc) : 1 [ sin(wr 1 1
2TZIm [Ggl ) (zwn)} sin (w,7) = 77/0 de = ST =5, (A.14)

s w
n>0

Utilizando Eqs. (A.11)-(A.14), podemos finalmente escrever, em T' = 0,

g = L / Re [ég“’”(mn)h%. (A.15)
0

™

De posse da Eq. (A.15), podemos reescrever a primeira equacio de campo médio, Eq. (A.1) a T = 0. Para
reescrevermos a segunda equacgao de campo médio, Eq. (A.2), utilizamos o mesmo procedimento descrito acima

com a diferenca de que, neste caso, o limite 7 — 0~ na Eq. (A.12) é direto, porque tanto Re [Ai (iwn) @Eloc) (twy,)

quanto Im [Ai (iwp) égl“) (zwn)} vao a zero mais rapido que 1/w,, para w, > 1. Logo, temos que

1 o ~(loc) 4. _ 1 2 2

= /0 Re [Gi (zw)} do = 5 (-et+d?), (A.16)
1 [ N Alloc) o _ Udi+(@Ei—eit+p)(ei—di)

7T/O Re {Al (iw) G; (zw)} dw = 07: /00 + 07,04, . (A.17)

As Eqgs. (A.16) e (A.17) sdo equagdes nao lineares acopladas nas amplitudes de bosons escravos e; e d;. Para
realcar este fato, reescrevemo-las da seguinte forma

fi (i, di) =0
_ 7 A18
e (19
onde
i I Y e ~(loc) 1 2 2
filei,di) = = Re [Gi (zw)} dw — = (—ej +d7), (A.19)
T™Jo 2

I B oo N Alloc) Udi + (& —ei + ) (ei — di)

fal(eid;) = - /0 Re {Al (iw) G; (zw)} dw + 97:/0es + 02,104, (A.20)

Para resolvermos este sistema de equagOes, utilizamos a subrotina de FORTRAN 77 dnsge [168], que é de
dominio publico, e implementa o método de Powell hibrido [169]. Como é comum a esses métodos de solugao de
equagcoes ndo lineares, além da func¢io, devemos também fornecer suas derivadas. O Jacobiano J destas fungoes é
dado por

Ji—( Jun i) 1 1 _ A2l
<£1Ja) (wy&iaﬁmm (A.21)
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De maneira geral, o Jacobiano pode ser calculado numericamente através do método de diferencas finitas. Contudo,
1o nosso caso, podemos obter uma expressdo analitica para ele, bastando tomar as (trabalhosas) derivadas das Egs.
(A.19) e (A.20). Para tal, devemos relembrar um fato crucial de nossa abordagem: os problemas de uma impureza
associados sdo resolvidos para um banho A; (iw,,) fizo. Em nosso codigo, implementamos esse célculo analitico do
Jacobiano.

Por fim, no calculo de f (e;,d;) e f2 (e;,d;), precisamos avaliar duas integrais

i (es,di) = / " Re [égl“)(m)} dw, (A.22)
0

L (es,d) = / " Re [Ai(iw)égl“) (iw)} dw. (A.23)
0

Por simplicidade, focaremos apenas no célculo de I (e;,d;), sendo analogo o calculo de I& (e;, d;). Primeiramente,
particionamos o intervalo de integragdo da seguinte forma

Q [eS)

Ij (e;,d;) = / Re [GEZOC) (zw)} dw +/ Re {éz(-loc) (zw)} dw, (A.24)
0 Q

onde Q & uma frequéncia limite? acima da qual usamos a forma assintética do integrando, como dada pela Eq.

(A.10). Deste modo, podemos escrever

I o @ ~(loc) . C
1(ei,d;) = Re {Gi (zw)} dw + Q’ (A.25)
0

onde a constante C' = fjooj deeA (€) /2m & obtida diretamente do valor do integrando, uma vez que o regime
assintotico seja alcangado. Para realizarmos a primeira parte da integral, utilizamos o método de Romberg [169].

A.3 Passo 3

Uma vez resolvidos os problemas de uma impureza associados, o que no nosso caso corresponde a conhecermos as
amplitudes de boésons escravos e; e d; para cada um dos N sitios da rede, podemos calcular a autoenergia eletronica
local

1

21‘ (w) = w <1 - Z> — & +v; + U, (A26)
K3

e passamos agora ao terceiro passo do nosso algoritmo de solu¢cdo da TEDCM, no qual temos que determinar as

fungoes de Green locais da rede G;; (w), dada esta forma da autoenergia. Como estamos lidando com um problema

de rede, é conveniente reescrevermos a autoenergia em uma forma matricial

Sw = w(@1-Z")—e+v+4ul, (A.27)
onde os operadores €, Z e v sdo matrizes diagonais na base dos sitios [e];; = €;0;;; [Z],; = Z;05; [v];; = v;6i;.
Utilizando a Eq. (A.27) e a equagao de Dyson, podemos escrever

Gw = [w+ml-e—Ho—T (W)
= [WwZ'l-v-— Ho]f1
—1
YA [w — 7Y% (v + Hy) zl/ﬂ YA (A.28)

onde Hy é o Hamiltoniano da rede limpa (sem desordem) e ndo interagente ([Ho]ij = tij). Uma vez que 0 < Z; <1,

VZ; & sempre bem definida. Introduzimos agora um Hamiltoniano efetivo Hey¢

Heff = 21/2 (V+H0) 21/2, (A29)

2Para fixarmos (2, realizamos testes para varios valores de U e W, comparando, por exemplo, as Eqs. (A.22) e (A.24), e exigindo
que diferenca seja menor que uma dada tolerancia. Tipicamente, Q 2 50.
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de tal modo que

Gw) = Z'7w-H] 22 (A.30)
e portanto
Guw) =tla@l) = 2y L (A31)

onde H s |v) = E, |v). Assim, podemos obter a fungdo de Green local da rede diagonalizando o Hamiltoniano
efetivo Hery, Eq. (A.29).

De maneira geral, a prescricado da TEDCM, que supoe uma autoenergia eletronica local, sempre permite que
calculemos G;; (w) através de uma inversdo matricial, pois podemos fazer a associagio ¢; — &; + 3; (w); ou seja, a
autoenergia produz um deslocamento, dependente da frequéncia, nas energias originais dos sitios. No nosso caso, a
aproximagao de bosons escravos gera uma autoenergia que € linear na frequéncia (Eq. (A.26)), e que, como vimos
acima, permite que encontremos G;; (w) ndo através de uma inversdo matricial para cada frequéncia w, mas através
de apenas uma unica diagonalizacdo de um Hamiltoniano efetivo, Eq. (A.29), e de sucessivas aplicagoes da Eq.
(A.31) para cada valor de w, o que torna nossa abordagem extremamente atrativa e eficiente.

Como comentado acima, neste passo do algoritmo precisamos realizar uma diagonalizacdo numérica. Para
cumprirmos esta tarefa, utilizamos o pacote de subrotinas de algebra linear LAPACK [170]. Em sua ultima versao,
0 LAPACK ja vem escrito em FORTRAN 90. Mas, mais importante do que isso, é que o Compilador Fortran Intel®)
possui uma biblioteca interna, chamada de MKL [171], na qual temos uma versao paralela (obtidas utilizando-se
OpenMP) de todas as subrotinas do LAPACK. O uso desta biblioteca MKL produz um ganho de tempo linear no
nimero de processadores, o que acelera consideravelmente a velocidade de nossos calculos numéricos.

A.4 Passo 4

O passo final do algoritmo da TEDCM envolve a aplicagdo da condi¢do de autoconsisténcia Gj; (w) = Ggloc) (w),

através da qual extraimos o novo valor da funcao de hibridizagao, Ag"ow) (w), e voltamos ao passo 1 caso a
convergéncia nao tenha sido alcancada.

De maneira mais geral, este novo valor da funcao de hibridizacao pode ser pensado como um funcional da fungao
de hibridizacao antiga, isto é,

A(novo) (w) _ Agnovo) {A(antigo) (w)} , (A32)

(2

onde A@™9°) () 6 um vetor tal que [A(‘m“go) (w)} = A9 () pois Al (w) depende do valor das funcdes
3

de hibridizacao antigas em todos os sitios. Uma vez que a condi¢do de autoconsisténcia seja estabelecida, a fun¢ao

de hibridizagao torna-se invariante

A’Enovo) {A(antigo) (w)} _ Agantigo) (w). (A.33)
Definindo-se um mapa F; = [F], como a seguinte diferenca
F (A(“””g") (w)) = Al {A(“””g") (w)} — Alentiso) () (A.34)
temos que a autoconsiténcia corresponde a resolvermos o seguinte sistema de equagoes nao lineares
F (A<a"“90> (w)) = o (A.35)
Naturalmente, um tnico loop de TEDCM corresponde a aplicarmos F apenas uma vez a fun¢ao de hibridizagao.

A solugéo da Eq. (A.35) pode ser obtida através de métodos iterativos do tipo Newton-Raphson [169], que nos
dao

. ) ) -1 )
A(znput) ((.d) — A(antzgo) ((.U) _ |:J(antzgo):| F (A(antzga) (OJ)) , (A36)
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onde J(@7t9°) ¢ o Jacobiano® do sistema no ponto A9 () e AP () ¢ o novo palpite inicial para o laco
de convergéncia do loop da TEDCM.

O verdadeiro Jacobiano nao é conhecido e precisamos de alguma aproximacao para calcula-lo. Uma aproximagcao
simples é supormos

J(antigo) - _ l 1

«

(A.37)

onde a € [0,1]. Se utilizarmos essa aproximacio na Eq. (A.36), juntamente com a Eq. (A.34), podemos escrever
A(input) (w) _ aA(novo) (w) + (1 _ a)A(antigo) (w) , (A38)

que nada mais é do que uma mistura linear, com o parametro de mistura dado pela constante «, do valor de entrada
e de saida do loop da TEDCM. Na maioria dos casos, a convergéncia do algoritmo da TEDCM ¢é obtida com a
utilizacao deste procedimento simples. Uma aproximacdo consideravelmente melhor para o Jacobiano, contudo
ainda de facil implementacdo, pode ser obtida utilizando-se o chamado método de Broyden [169]. Uma o6tima
discussao sobre a aplicacao do método de Broyden ao loop de autoconsisténcia da TDCM é encontrada na Ref.
[172].

Podemos tirar vantagem do fato de que toda a nossa solu¢do é parametrizada em termos das amplitudes de
bésons escravos e; e d;, de modo que nao precisamos utilizar a funcao de hibridizacdo como nosso critério de
convergéncia, que, além de depender do sitio, depende das frequéncias, mas apenas o valor desta dupla em cada
(novo) e(antigo) /e(antigo)

sitio. Consideramos que o algoritmo da TEDCM converge quando o valor maximo de |e; s

ede , calculados sitio a sitio, € menor do que um critério de tolerancia, que tipicamente

dgnovo) o dgantigo)’ /dgantigo)
tomamos como 10~°.

Em um primeiro momento do projeto, utilizamos a mistura linear dada pela Eq. (A.38) como maneira de gerar
o palpite inicial para o proximo passo do loop de TEDCM. Tipicamente, utilizamos « = 0.4 para correlagoes fracas
e moderadas e a = 0.3 para correlagoes fortes. Depois, ja implementamos o método de Broyden, que ndo s6 é mais
rapido que o método da mistura linear, pois converge em menos iteragoes, como também converge em certas regioes
de parametros (especialmente para W > U e U ~ U, (W)), nas quais o método de mistura linear ndo converge, ou
converge demasiadamente devagar, apenas para valores de a muito pequenos.

3Formalmente, o Jacobiano ¢ dado pela derivada funcional J;; = 6F; /SA,.
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Alguns resultados para integrais funcionais

Apresentaremos brevemente nesta se¢do a notacao de integrais funcionais. Referéncias completas sobre o assunto
podem ser encontradas em [126, 173, 174].

As integrais funcionais de nosso interesse sdo definidas em termos de estados coerentes [78]. Ao definirmos estes
estados para férmions, precisamos introduzir varidveis de Grassmann', das quais listamos algumas propriedades
abaixo

§alo +&éa = 0.

Em particular,
2 = 0. (B.1)

Podemos também definir o conjugado de ,, denotado por &;. A integracao sobre variaveis de Grassmann é definida
da seguinte forma
/ a1 = 0,

[ e

Com a ajuda das Egs. (B.1) e (B.2), podemos estabelecer, por exemplo, a seguinte igualdade

I
[y
—~
o
[\]
~

[dgdcen-ae) = [dedc-ago—a (B.3)

onde a ¢ um numero complexo qualquer.

O resultado que nos interessa de fato é como realizar integrais Gaussianas multidimensionais sobre estas variaveis.
Sendo £ uma varidvel complexa para bdésons e uma variavel de Grassmann para férmions, temos o seguinte resultado
geral, Ref. [126]

[det A] ¢ eXapTaAasns = /d,u (&) e~ Laptatantstialnatatnats) (B.4)
onde
1
du(€) = 57 ]]deidea, (B.5)
271, bosons
N = { 1, férmions ~’ (B.6)

1Para bosons, utilizamos varidveis complexas, uma vez que os operadores bosénicos comutam (assim como qualquer niimero com-
plexo), ao passo que os operadores fermidnicos anticomutam.
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1, bosons
¢ = {—1, férmions (B.7)

A funcdo particao é definida da seguinte forma

Z = Tre PH-1N) (B.8)
z - | D (€] (r) €a (1)) e, (B.9)
€a (B)=¢£(0)
onde
D(E (&) = 3 []ds () dea (), (5.10)

com « denotando os estados de uma particula do sistema. Lembramos ainda que as varidveis &, (7) e &% (7) sdo
periodicas (bosons) ou anti-periddicas (férmions) no tempo imaginério 7, com periodo igual a 5. Temos também
que

B8
$ = / dr [Z&Z(T)(&M)EQ(T)+H(§Z(7)7EQ(7))] (B.11)

é a acdo do sistema. Note que &, (7) ndo é mais um operador, e sim uma variavel complexa ou de Grassmann. Esta
é uma das vantagens deste formalismo. A desvantagem é que agora temos que fazer uma integral multidimensional,
que, de maneira geral, s6 sabemos realizar exatamente quando a ac¢do é quadrética em &, (7).

A funcao de Green, por sua vez, é definida da seguinte maneira

Gay (1=7) = —(T; [ax (1) aiy ()]
1 _ (B(H—
- STr [TTe J§ (=N g (1) al (T')] : (B.12)
com ay (1) e al; (") sendo operadores de destruigao e criagdo no enfoque de interacdo, e T sendo o operador de

ordenamento temporal (imaginario), que deixa os maiores tempos sempre a esquerda dos menores. Vemos que a
média que entra na definicdo de Gy, (7 — 7’) € uma média térmica. Na notagdo de integrais funcionais, temos

1

Gn(r=7) = -3 D (&5 (1) €a (7)) €a (1) €4 (1) €75 (B.13)
£ (8)=¢£(0)
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Métodos para o céalculo e propriedades do
expoente a

O estimador &, definido na Ref. [118], e utilizado por nés como uma medida do expoente «, pode ser entendido da
seguinte maneira. Considere que nosso modelo obedeca uma distribuicao do tipo lei de poténcia

P(Z) = -2 zo1, (C.1)
Z%aﬂf
onde « é o expoente da lei de poténcia e Z,,,, é 0 valor méximo da varidvel aleatéria Z, para o qual a lei de poténcia
para P (Z) vale.
Considere agora um conjunto de dados contendo n observagoes, para as quais Z; < Zq.. Queremos saber o
valor mais provavel de o, na Eq. (C.1), que gerou os nossos dados. A probabilidade de que todas essas n observagoes

satisfacam nosso modelo é proporcional a

max

n a .
p(Zla) = ]2z (€2)
i=1

O mais provavel é que os dados tenham sido gerados pelo modelo com um expoente o que maximize a probabilidade
acima. Em vez de maximizarmos diretamente p (Z|«), trabalharemos com seu logaritmo

L=1Inp(Zla)] = nlnla]—naln[Zpe]+ (a—1) Z In[Z,], (C.3)
i=1
donde
oL n 2 Zmaz
— = — = 1 . A4
Oa @ ; " [ Z; ] (C4)
Fazendo 0L/0a = 0, temos a forma procurada do estimador
n Z -1
o= —=x = (Iln [ maw}> . (C.5)
Yoic1 0 [ Zmae/Zi] < Zi Zi<Zmas
Naturalmente, este é de fato um ponto de maximo, uma vez que 9°L£/9?a = —na~2 < 0.

Neste método, sabemos exatamente o valor de U, sendo que o valor de « referente a este U é dado pelo estimador
acima. O erro associado a este estimador é dado por [118] o4 = &/v/n. Porém, nossa maior incerteza vem, na
verdade, na determinagao de Z,, 4.

O segundo método utilizado para o calculo do expoente o é baseado na funcio

-1

g = (Z7") ;4 (C.6)
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onde p é um pardmetro real, e assumimos que Z ¢é distribuido segundo a Eq. (C.1). Calculando o valor médio,

acima temos

g (1)

-1

Zmasz
a / zo—r=14z
0

Z%aw

Erreii

Zﬁzaxa_ﬂ

“w

Zhnas (o). (1)
«

Calculamos entdo a funcdo g (1), com p fixo, para varios valores de U, e encontramos o valor de interagdo U, para
o qual ela se anula, onde temos que a = p. Este método é complementar ao primeiro, uma vez que nele o que é
conhecido é o valor de «, e encontramos o valor de U,, pela extrapolagdo linear da Eq. (C.7). Novamente, a maior
fonte de erro neste método estd associada & escolha do valor de Z,,,4.-

Por fim, gostariamos de mostrar que o expoente o mede o desvio padrao Tlog da distribuigdo de ln [Z], com

P (Z) novamente dada pela Eq. (C.1). Primeiramente, calculamos o valor médio de In [Z]

(In [Z])

Agora, o valor médio de (In [Z])?

((nf2)?*) =

Deste modo,

como queriamos demonstrar.

Zmaz
- a—1
7o /O Z°n[2]dZ
a )1, PRV B
Ze {az In [Z][Zmes — a/o Z dZ}
1
In [ Zmae] — — (C.8)
Z"nam
a a—1 2
7i /O 7o (In[2))? dZ
@ )1 g [Z]ﬂzm” - Q/ZW 79~ (2] dZ
VA e’ t 0 a fo "
(ln [Zmaz])z - z (hl [Zma;c] - 1) (Cg)
g = | (12)?) ~ m(2)?
1
- L (C.10)
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Expansao das equacoes de campo médio

O primeiro passo neste calculo é expandirmos uma fungio f; (z;,y;) qualquer, por exemplo, Z; em (4.37), em
termo das energias ;. Algumas quantidades fisicas ndo possuem corre¢oes de primeira ordem no caso de simetria
particula-buraco, de tal forma que precisamos ir até segunda ordem na energia das impurezas, e nossa série de
Taylor fica (utilizando a convencdo de Einstein para a soma)

af; of; 1/0f; , af; ,
i\ Li» Yi =~ Xij =1 Y i T = ii i
f(lL' y) f0+(8$10 ]+8yi0 >6J+2(8.’L‘1’0 ik 8yi0 ik
D% f; D% f; D f;
XijXn + 55| YigVi XYy + XigYar) ) €je, D.1
+ 89&? . j Nk + 8%_2 . j¥ik + 81:0y; 0( kYij + Xij k)) €i€k (D.1)
onde
ox; 0%z,
Xi’ = i) r = v s D.2
7 Oe ¢ kT 9ej0ey (D-2)

com uma notacdo andloga para Y. Vemos que aparecem derivadas do tipo dz;/0¢;, indicando que quantidades
associadas ao sitio ¢ dependem da energia dos outros sitios da rede, e nao somente da energia local €;. Isso decorre do
fato de que resolvemos o problema de maneira autoconsistente, encontrando a configuragio espacial dos parametros
de bosons escravos que minimiza a energia livre em (4.36).

O procedimento padrao para a realizacdo da expansao é o seguinte:

1. Expande-se o lado esquerdo das equagoes de campo médio (4.48) e (4.49), utilizando-se a Eq. (D.1);
2. Realizam-se as somas de Matsubara, utilizando-se os resultados do Apéndice (E);

3. Expande-se entao o lado direito das equagoes de campo médio, dados pelas funcoes wy (Eq. (4.50)) e wa (Eq.
(451));

4. Compara-se o resultado destas expansdes até a ordem desejada para calcularmos os coeficientes X;, Y;;, X! ik
!
ey,

ijk*

D.1 Termos de primeira ordem

Encontramos os termos de primeira ordem nesta expansdo (os coeficientes X;; e Y;;) através da linearizacdo das
equagOes de campo médio. Para iniciarmos, expandiremos Z; e ¢;, Eq. (4.46) e (4.47) respectivamente, o que nos
da

Zi = Zo+6ZM +0(e2) (D.3)
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com
52(1) = 01 (u) Xij‘sja (D 5)
08D = T (u) Yiey, (D.6)
onde Zg =1—u?, e
g1 (v) = 4duv1—u, (D.7)
filw) = 11 2+u(l—u)). (D.8)
—u

Para linearizarmos a Eq. (4.48), comecamos expandindo a funcio de Green das quasiparticulas Gy, Eq. (4.41).
Usando as Egs. (D.3) e (D.4), obtemos

~ 1 1/2 1 2]
G = (] liw,l —e — 66 — 7, (1 + ZOJZ<1>> Hy (1 + ZJZ“)) ] |4)

i
0

- 1 -1
= (il |iwnl = ZoHy — € = 66 — 2 (62 H, + Hoéz(l))] |i)

T, 1 B —1
= (i (G<0>) <1—G(°){e+ée(1)+ (JZ(I)HO'FHOJZ(I))})} /i)

= (| |G +G© {s +86M 4 (6Z(1)H0 + Hoaz<1>)} G(C')] i), (D.9)

- -1
onde [G(O)] = iw,1—ZyHj, e utilizamos agora uma notagao matricial mais compacta, em que [65(1)] = 0ij 6521)

e [6Z(1)]ij =6,;62" . A soma de Matsubara fica
TG - 1y av +TZG(O)G(O) (e +020) + TZ{ G haG620 + G haG2(0 )
Com a ajuda das Egs. (E.7), (E.9) e (E.10), temos
Tzn: Gy = Tzn: GO+ Ziongg (5k + 655?) + Zioﬂgi)az,(j). (D.10)

Assumindo simetria particula-buraco, n® — 0, Eq. (E.17), e a Eq. (D.11) reduz-se a
ik

T G = TZG(O) H<° (ek+55,§1>). (D.11)

Vemos que, para simetria particula-buraco, a expressao final depende apenas das correcoes para a energia.
Expandimos agora a fungdo wy (z;,y;), dada na Eq. (4.50)

1
wi (@ y) = 3 (1= V1 —uYyej). (D.12)

Igualando as Eqs. (D.11) e (D.12), e utilizando a Eq. (D.6), juntamente com a solugdo do caso uniforme,
Ty, G‘E?) = 1/2, temos a versdo linearizada da primeira equacao de campo médio (Eq. (4.48))

1 U 1
— 1109 — (0) = /1= )
- €+2 Ofl(u)l'[ Ye 3 1—-uYe
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Resolvendo para Y, obtemos
Y = —2(1-w)?L7! (u)TI©®), (D.13)
onde

Lu) = (1+u) (1—u)21+%(2+u(1—u))ﬂ(0). (D.14)

Aplicando o mesmo procedimento para a segunda equacdo de campo médio, Eq. (4.49), podemos determinar
X. Contudo, no caso em que a simetria particula buraco estd presente,

X = 0. (D.15)

Deste modo, vemos que (SZZ-(U, Eq. (D.5) é zero, e, portanto, precisamos ir até segunda ordem na expansio.

D.2 Termos de segunda ordem

Para encontrarmos os termos de segunda ordem (ngk e Yi/jk), consideraremos que a desordem seja introduzida
apenas pela presenca de uma unica impureza localizada no sitio o, simplificando consideravelmente os célculos.
Assim, o potencial de desordem possui a seguinte forma, ¢; = d;,6,- Também assumiremos simetria particula-
buraco, pois é neste caso em que temos z; — xg = O (ef) A expansao de Z; e €; fica

1
7, = ZO+§5Z§2>, (D.16)
onde
1
iz = ()Xl gon (0" V2 ) & (017)
€
1
& = 5ioeo+5§§1)+555§2>, (D.18)
U
08P = 51 (u) Vi, (D.19)

com 552(1) dado pela Eq. (D.6).
Expandindo a primeira equagdo de campo médio, Eq. (4.48), até segunda ordem, obtemos

Y = o, (D.20)

onde [Y’]ij = 0;;Y/ . Assim, o termo de segunda ordem em €; é zero, e s6 nos resta avaliar a segunda equagao de

campo médio, Eq. (4.48), para obtermos X/ . Comegaremos expandindo a func¢do de Green de quasiparticula até

100"

segunda ordem na energia, num procedimento analogo aquele da Eq. (D.9)
G® = GO 4+GO (e +06M 4 i (6ZH, + H06Z(2))> GO
+ GO (e+85M) GO (e +66M) GO, (D.21)
A quantidade que de fato aparece em (4.49) nao é G® | mas sim
7'2G2z?H, = 2, (1 + 42()52@)) G® (1 - 4;06Z(2)> H,
= Z,GOH, + Z,G® (e + 66M) GOH, + %é“’) (6Z®H, + Hy62®) GOH,
+ ZoGO (e +56M) GO (e + 66M) GOH, + i (5Z<2>G<O>HO n é<°>5z<2>HO) :
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Utilizando as Egs. (E.10) e (E.13)-(E.15), podemos realizar as somas de Matsubara. Lembrando que temos Hgi) =0
e mantendo apenas os termos de segunda ordem, obtemos

3 S A2) [ o 1@, U @ 1 (2)
T a Zlle (an) Zkhki = Z]:[lk 6Zk — a ((521 — ghlkézk >
1 5 N
+ ZHE:% (sk + 561(61)) (sg + 66?1)) . (D.22)

Expandindo agora a Eq. (4.51) até segunda ordem, vem que

U ((1—uw? (142 4
—16< ( )Xf —ayﬁ) e2. (D.23)

w® (i, i)

w2 100

Agora, devemos igualar as Eqs. (D.22) e (D.23) para obtermos a expansdo até segunda ordem da segunda
equacao de campo médio. Para fazermos isso, € mais conveniente reescrevermos as equagoes acima em uma forma

. . . 4 o1e . ~
matricial. Para lidarmos com o tensor Hgkg, utilizaremos a seguinte convengao

—>
) (en+020) (a+ oY) = {(z—: +86EMYTIW (e + 5§<1>)} , (D.24)
de tal modo que encontramos, utilizando a Eq. (D.17),
U [((1—w)'?(14u?) 4 1 1 )
- X —--Y?| = -m® D, G Y?
16 ( ) u 1 g1 (u) 891 (u)
U, 1 ) 1 1 )
- = D, Y?- —H D, Y?
G (00 00X = 501 0" Y2 - 80 (30 0 X' = g1 (07 ¥?) )
(1)) 1@ =(1)
+ Zos§(€+6€ YW (e 4 66M) .

Resolvendo a equagao acima para X', utilizando agora as Egs. (D.6), (D.13) e (D.14), temos

X' = u(l-uw)*M;! () (4M2 (1) L2 (u) I

— (1+u)(1-u)’L () H(4>L—1(u)>, (D.25)
onde
U U,
— 2@ 4 e Ye
M; (u) u {H + 163tH0}+ 16’ (D.26)
u? U, U, U,
M = —(1- m® + —_“H, - <+ -5 D.2
2 (u) 5 “){ ST 16}+8 (D-27)
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Matrizes de polarizacao

Durante a expansao desenvolvida na segio (4.3), precisamos avaliar uma série de somas sobre frequéncias de Mat-
subara [591 60]. No presente caso, essas somas sdo simples, pois a func¢do de Green de quasiparticula do sistema
uniforme GY (iwy,) (Eq. (4.41)) possui uma forma nio interagente, e podemos expandi-la trivialmente em termos
de seus autovalores e autovetores
~ 1
G = (i
ik (i iwy, — €0 — ZoHp

_y_llaah E1)

o wn — € — Z.e(q)

k)

onde € (q) e |q) sdo, respectivamente, os autovalores e autovetores do problema uniforme e ndo interagente definido
por Hy. Os autovetores, quando expressos na base dos sitios, sdo dados simplesmente por ondas planas

(i[q) = N (E.2)

onde V = L% é o volume do sistema, que possui dimensdo linear L. Ja os autovalores dependem dos elementos
de “hopping” t;;. Como consideramos “hopping” apenas entre primeiros vizinhos (¢;; = —t) em uma rede ctbica d
dimensional, eles sao dados por

d
f@) = -2 cosa
i=1
onde os momentos sao definidos por ¢; = 2mn;/L, com n; =0,+1,+2 --- &£ (L/2—1),L/2.

E.1 Somas de Matsubara e definicao das matrizes Hg)

Devido & forma de é?k (iwy) nas Eq. (E.1), as somas de Matsubara que temos que avaliar reduzem-se a uma das
seguintes classes [59, 60]
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TZ iwnl— T iwnl— Yy - ! (x; : 5 (y)’ (E.5)
1 1 1 _ - wf@+w=—2)fy+ -y f(u)
Tziwn—xiwn—yiwn—u N (y — ) (u—y) (x—u) J (E.6)

onde f (z) é a fungao distribui¢do de Fermi-Dirac, f () = [1 + exp [z] /T].
Utilizando agora as Egs. (E.3)-(E.6), podemos definir as matrizes de polarizacao que aparecem na nossa expan-
sdo. A primeira delas é

Hz('g) = ZOTZG?kégi
1 )
— Vze’qm—mngf), (E.7)
q
onde
oo flep ) fle(p—q)) E.8
4 Z (e(p)—e(P—a) (E.8)

é a funcao de Lindhard estética [59, 60, 175]. Esta fungio de polarizacdo sempre aparece quando estudamos teoria
de resposta linear em um gas de elétrons.

As outras fungoes de polarizagdo, que podem ser pensadas como generalizagoes da fun¢do de Lindhard, sdo
dadas por

) = Zo>. T huGRGY,

1 iq-(ri—
= Vzeq(m rk)Hg1)7 (E.9)

ny = ZOZTthlhmz{ 9GP + GG

- = Z i (ri =T (2) (E.10)
onde hy; = (k|Ho |l) e
n fle)—fle(P—a)
ne = % S @) +elp-a? <E€(2; _g((; (pq))q)) (E.12)

Essas fungoes de polarizacdo aparecem na expansdo em primeira ordem na energia. Como vamos até segunda
ordem, precisamos introduzir alguns tensores de polarizagao. Estes tensores de polarizacao sao tensores de ordem 3
e ndo podem ser expressos em termos de transformadas de Fourier como as Egs. (E.7), (E.9) e (E.10), sendo dados
por

e = ZOTZG GG,

_ ZOV3 Z eirir(a—q") gire-(a'—a) yiri-(a" ~q")
(e (@) — < () F (¢ (@) + (c (q) -
F@) = @) @) @) -
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o = ZOTZZG LGOGO b

- _zéﬁ > erlamaemelamalgine(a=9) o (e (q) +¢ (a) + 2 (q"))

q,q/7q//
() —=(@) f (@) + (@) (@) FE@) (@) @) FE@) g,
(e(q) —e(a) (e(q”) —e(a)) (e (@) —€(qa”))
Lembramos também que o valor critico de interagdo U, para o qual a transicao metal-isolante de Mott ocorre
também pode ser expresso em termos de uma soma de Matsubara

Ue = =16 T Gohyi. (E.15)
k n

X

Agora, gostariamos de demonstrar que, para o caso em que ha simetria particula-buraco (u = 0), temos Hl(.,i) =0
e ngg = 0. Por simplicidade, consideremos d = 1, onde podemos escrever

e(q) = —2tcos|[q]. (E.16)

Vemos que esta dispersao possui a propriedade € (¢ + m) = —¢ (q) e também notamos que, de forma geral, f (—¢ (q)) =
1—f(e(q)). Das Egs. (E.9) e (E.11), podemos escrever

+7 + . _
HZ(-;) = SL dqeiQ(m—Tk) {/ dple (p) +¢(p—q)] flew)—flelp Q))}

- (e(p) —elp—0q)
(O i +ﬂ eiq(n—m) 0 f(6 (p)) — f(g (p_ Q))
M = 5o ) M V[ eew-a HEEEEE
o fle)—flelp—0q)
+ 0 dp[f(p)‘i‘g(p—CI)] €(p) 5([) q)) }

Fazendo p — p + 7 na primeira integral

Hl(.]i) = 8 / dquQ(rz Tk){ /07r dp [5 (p) +€(p_q)] f(g (p)) £< (p Q))

(ep) —elp—q)
FE®)— 7o q)
* / R I g }

= o (E.17)

A prova para ngg ¢é analoga. Basta notarmos que a soma sobre momentos é restrita & primeira zona de Brillouin,
que, por sua vez, pode estar contida tanto em [—m, 7] quanto em [0, 27]. Assim, a Eq. (E.13) troca de sinal sob a
operacao (q’ q'7 q//) — (q + 7T,q/ + 7T,q// + 71'), e temos HEZ% =0.

Um ultimo comentario acerca do fato de que as matrizes de polarizacao sao expressas apenas em termos do
sistema uniforme e nao interagente. Pela forma da Eq. (E.1), esperariamos que houvesse uma dependéncia com &g
e Zy, pois, por exemplo, uma soma do tipo daquela na Eq. (E.3) é dada por

T;iwn—gol_zog(q) = [0+ Zoe(q)).

O ponto é que, para T — 0, f (z) — 0 (—x), e podemos utilizar a seguinte propriedade da fungao degrau

0(ax+b) = { 90((_”“";_b£73)”"a><00 , (E.18)
que nos da
0(—Zoz (a) — 20) = 0 (= (@) +E0/Z0) = 6(—z(a)+er), (8.19)

onde ep é a energia de Fermi do sistema, e utilizamos a relagdo £,/Z, = ep, que vale dentro da teoria de bosons
escravos, Egs. (2.105) e (3.29). Deste modo, vemos que, de fato, toda a dependéncia com as interagoes desaparece.
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E.2 Limite assintotico

Tomamos agora o limite assintotico das Egs. (E.7), (E.9) e (E.10) fazendo |gq| — 0, o que corresponde a olhar
apenas para longos comprimentos de onda. Neste limite, utilizaremos a seguinte relagao

A
v = e fan [ dee
q

onde df)y é o elemento de angulo solido em d dimensdes e A é um “cutoff” que garante nosso limite de longos
comprimentos de onda. As Egs. (E.7), (E.9) e (E.10) sao agora dadas por

o _ 1 A a1 0f (£ (P))
1Ly, (2ﬂ)d/de/0 dgq?~te™ {V; 9= ()

A
dg gt tetarimri) {/dep( ) 622 )}

1 A ,
~ —p(sp)@)d/de/ dg g tetrimre), (E.20)
i 0

1 A 1 _iq-(r;i—rg 1 0
my) ~ (27T)d/de/o dg gt et "){sz:%(p)gf(g))}

dQq
0

~ epIly). (E.21)
(2) / / d—1 iq-(ri—ry) 2 8f ( )
1L ~ dQ) d e 4e
ik Gyt ] 2% ) dad {W > o)
~ 2e21Y). (E.22)

Podemos fazer uma analise semelhante para a matriz M; (u) Eq. (D.26). Considerando simetria particula-buraco
(er = 0), e utilizando as Egs. (E.20)-(E.22), podemos reescrever M; (u) como
2 U. U,

16zt 16"

M1 (U) =

(E.23)

Assumindo também que estejamos proximos da transi¢do de Mott (v — 1), podemos escrever a inversa desta matriz
na base dos momentos (onde Hy é diagonal) como

d —1
[Ml_l (u)]q = 1;5 14+2(1—u) (z 14+2(1—-u)]-— QZCOS (q1)>
162 1
~ 705_2 — q72 , (E.24)
onde
&2 = 22(1—u), (E.25)

faz as vezes de um comprimento de correlagao e assumimos que estamos no limite do continuo k£ — 0.
A forma assint6tica de My (u) no espago real pode ser obtida analiticamente para r;; /£ > 1 (a integral é avaliada
na Ref. [11]), e é dada por
16
My ()], ~ G B=D/ el (E.26)
1] UC
onde

1,d=1
Ca = { 71_(141)/2/2(1+d)/2’ d>2 "’ (E-27)
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€T = ‘I’i — I'j‘.
Utilizando a Eq. (4.60), vemos que o termo dominante para 0Z; no regime assintotico é exponencial, pois,
préximos da transicdo de Mott, obtemos

57 = UM )], e+ 0 (0 -w)?). (129

Gostariamos agora de encontrar o primeiro termo de longo alcance em §7Z;. Como [Ml_l (u)]” decai exponencial-
mente, qualquer termo que decaia como uma lei de poténcia e que esteja multiplicado por este termo dominante
~ e . L. _ 2
ndo contribuird, o que nos deixa apenas com o tltimo termo da Eq. (4.60): 2 (1 — u) [L™2 (u)]l] {H(O) }  &,. Para
jo
avalid-lo, precisamos expandir L =2 (u). Nao é suficiente utilizarmos a Eq. (4.68), pois o termo gerado nesta ordem
é local. Logo, precisamos ir até ordens superiores em (1 — u), onde obtemos

L2 = % ]~ {1 —(1—u)+ Z (1—u)’+ Uicu —u)? [nm)]—l} +0 ((1 fu)g) .

Como queremos apenas os termos nao locais, podemos escrever a contribuicdo dominante como
-2 4 2 ] ~*
L2 (u) ~ W(l —u)? [II®] 7, (E.29)
C

. T 3
de tal forma que os termos que decaem como uma lei de poténcia sdo um fator (1 —w)” menores que o termo
dominante exponencial, sendo assim fortemente suprimidos na regiao critica.
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Apéndice

Funcao de Lindhard em 1d e 2d

Calcularemos aqui a fungdo de Lindhard em 1d considerando a dispersdo do modelo tight-binding. Antes de
iniciarmos o calculo, lembraremos o resultado para uma dispersao parabdlica (5 =k?/ 2m) [175]

Qkp ‘q+2kp (F 1)

I = - |
W) = —pler) =TT

onde 0 momento de Fermi é dado por kg = nw/2, com n sendo a densidade eletronica, e a densidade de estados no
nivel de Fermi é dada p (ep) = 2m/7kp.

F.1 Funcao de Lindhard em 1d para uma dispersao tight-binding

Para proceder, partimos da defini¢do da fungdo de Lindhard dada pela Eq. (E.8), ja tomando o limite L — oo

L Pl a/2) — ] (- a/2)

I = — , F.2
D= ey BTG et a) "2

onde a integral sobre k restringe-se & primeira zona de Brillouin,
e(k) = —2tcos(k), (F.3)

e f(e)=[1+ e(s’“)/T]_l é a distribuicdo de Fermi-Dirac, com p sendo o potencial quimico e T a temperatura.
No limite de T'= 0 e considerando semi-preenchimento (n = 1), temos kp = 7/2 e a Eq. (F.2) fica

L7  0(n/2— |k +q/2]) — 0 (x/2 — |k — q/2))

o) = 21 Jo —2t (cos (k + q/2) —cos (k — q/2))
_ 1 o 0(m/2— |k +q/2]) — 0 (n/2 — |k — q/2])
~ 8xtsin(q/2) Jo dk sin (k) ’ (F.4)

onde, como de hébito, 0 (z) = 1 para > 0 e 0 para < 0. A regido de integracdo é mostrada na Fig. (F.1), sendo
determinada pela diferenca das funcoes teta, donde obtemos que

. (2 Gria)/2
(g) = 8rtsin (q/2) [/(;r@/Z dk sin (k) + /(37rq)/2 dksin (k)]
_ 1 {—n tan ((m + q) /4)’_Hn tan ((3m 4 q) /4) H
8rtsin (q/2) tan ((m — q) /4) tan ((3m — q) /4)

1 cos (q/2)
—rler) sin (q/2)ln ‘ 1—sin(q/2)|’ (F.5)
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g(k)
A

(1—-Q)/2 (m+0)/2 3n/2 .-
w2 T (3n—Qq)/2 (3n+Qq)/2 k

Figura F.1: Regido de integracdo da Eq. (F.4), onde g (k) = 6 (w/2 — |k + q/2|) — 0 (7/2 — |k — q/2|) considerando
que q > 0.

onde p(ep) = [27715]_1 ¢ a densidade de estados no nivel de Fermi. Esta fun¢do possui os limites esperados,
pois, para ¢ — 0, temos II(q) = p(er)(2/q)n|l —q/2| = —p(er) e para ¢ — 2kp (2kp = 7), temos II(q) ~
In|g — 2kp|, ou seja, uma divergéncia logaritmica, exatamente como no caso de uma dispersdo parabdlica, Fig.
(F.2). Esta divergéncia em ¢ = 2kp para II(q) é caracteristica de sistemas 1d. Para dimensoes superiores, temos
descontinuidades apenas nas suas derivadas [135, 143, 175, 176] e sdo estas ndo analiticidades em II (¢) que dao
origem, por exemplo, as oscilagoes de Friedel.

F.2 Transformadas de Fourier da funcao de Lindhard em 1d

Passamos agora ao célculo das transformadas de Fourier da funcao de Lindhard. Estamos interessados no valor
assintético destas transformadas e, portanto, é suficiente que consideremos uma dispersao de elétrons livres, Eq.
(F.1). Para este calculo, utilizamos o teorema de Lighthill (teorema 19 da Ref. [177]), que, grosso modo, diz que
o valor assintotico da transformada de Fourier de uma funcio é dado pela transformada de Fourier da expansao
desta fun¢do ao redor de suas ndo analiticidades. As oscilagdes de Friedel sdo em sua esséncia um exemplo deste
teorema, pois surgem devido as singularidades da fungio de Lindhard (ou de suas derivadas) em ¢ = 2kp. Se ndo
nos preocupamos com estas singularidades, obtemos o cenério de Thomas-Fermi, no qual obtemos um decaimento
exponencial da densidade eletronica ao invés de uma lei de poténcia [59, 60].
A primeira integral que avaliaremos é

1 [t

() = o | dqe' ™11y (q) . (F.6)

Se utilizarmos os contornos C_ e C; mostrados na Fig. (F.3), temos

k 5 elax elax
g () = —FP(F){/C dq 1n|q+2kp\—/ dq . lnq—2kF|}~ (F.7)

As integrais ao longo destes dois cortes de linha s6 dependem da diferenca da fun¢io ao cruzarmos este corte, e esta
diferenca vem toda da fase do logaritmo. Para calcula-la, escrevemos Inz = (Inry + i6) /2, onde r4 = (¢ + 2kp)2 e
a fase 6 vale 7 acima do corte (Im [z] > 0) e —7 abaixo (Im [z] < 0), e, assim, obtemos que diferenga na fase vale 7.
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1 ' 1 ' 1
6k e(k)=k’/2m i
— — g(k)=-2t*cos(k)
|-
~ |
<al -
S
®
= 1
2 - -
1 N 1 N 1 N 1 N 1
0 -1 -0.5 0 0.5 1
x:k/ZkF

Figura F.2: Funcdo de Lindhard normalizada pela densidade de estados no nivel de Fermi p (er) como funcdo do
momento ¢ dividido por duas vezes o momento do Fermi kp, calculada tanto para uma dispersao de elétrons livres
(linha continua), Eq. (F.1), quanto para uma do tipo tight-binding (linha tracejada), Eq. (F.5). Vemos que ambas
coincidem para ¢ — 0, e que divergem logaritmicamente para ¢ — 2kp.

Colocando este resultado de volta na Eq. (F.7), obtemos

k € ] —00 iqx +oo iqx
e i I N S
m q 2

—2kp kr q

fazendo a troca de variaveis u = gz e trocando v — —u na primeira integral, vemos que
g1 (x) = 2kpp(ep)si(2kpz), (F.8)

onde a integral seno si(y) é definida como [12§]

si(y) = —/oodus’iﬂ, (F.9)

y U
e possui a seguinte expansao

. cosy siny _
si(y) = —7—?—%(9@ 3, y— oo, (F.10)

que aplicada & Eq. (F.8) nos leva a

cos (2kpx
g(x) = —plep) %, T — 00, (F.11)

que nada mais é do que a expressao para as oscilagoes de Friedel, que possuem um vetor de onda de 2kr e decaem
com 7%, onde 7 é a distancia entre o ponto de observacio e o ponto no qual se situa a perturbacio, e d é a dimensio.

Embora possamos fazer o calculo da Eq. (F.23) de maneira exata, Eq. (F.8), estamos interessados, na verdade,
apenas no resultado assintotico dado pela Eq. (F.11). Este resultado pode ser obtido utilizando-se os contornos Cy
e Cy mostrados na Fig. (F.3). Este calculo segue os mesmos passos daquele discutido acima, com a vantagem de
aplicar-se a outros casos, como veremos a seguir. Notamos que as integrais ao longo dos cortes dependem apenas
da diferenca de fase A dos logaritmos, que novamente é dada por 7 (veja, por exemplo, Ref. [59], segdo 14 ), e
ficamos com

a () o —z'ka(eF){emF% /n duf%F—em”i /n dekF}, (F.12)

127



APENDICE F. FUNCAO DE LINDHARD EM 1D E 2D

(a) (b)

c, c,
c c,
—_— —— +in
—— —— -
"k 2k, 2k 2k

Figura F.3: Contornos utilizados para avaliarmos a transformada de Fourier da fun¢ido de Lindhard. Os contornos
C4 e C_ em (a) representam os cortes de linha usuais para o célculo de integrais que envolvam a funcao logaritmo
[70]. J& os contornos Cy e C5 em (b) sdo os mais apropriados para o calculo do valor assintético da transformada
de Fourier [59].

onde introduzimos ¢ = 2kr + iv ao longo de C1, e ¢ = —2kp +iu ao longo de Cs. Devido & exponencial decrescente
presente no integrando, avaliamos o ntucleo desta integral no inicio do corte de linha, ou seja, em ¢ = £2kp.
Introduzimos também o fator  — 07 para que sempre tenhamos Im [q] > 0, de tal forma que nossa fungao seja
perfeitamente analitica no plano superior. Finalmente, obtemos

0 @) T —plep) D (F.13)

que, naturalmente, pelo teorema citado no inicio desta secdo, é idéntica a Eq. (F.11).
Avaliaremos agora a seguinte integral

(x) = 1/+Ood eiqgﬂL (F.14)
92 - 27T - q Hl (q) ) *

que aparece na Eq. (4.70), e explica como as oscilagoes de Friedel decaem nas proximidades da transi¢cdo de Mott.
Aqui, utilizaremos novamente os contornos Cy e Co mostrados na Fig. (F.3), com a diferenca de que agora temos
o logaritmo no denominador, de tal forma que

Im [1] =TIm [2] = _229 2 = (F.15)
Inz Inry + 140 (Inry)” + 62 (Inry)

onde ry+ = (¢ £ Qk:F)2 e a diferenca de fase A é de —7 , que, a menos de um sinal, é igual & dos casos anteriores.
Acima, utilizamos o fato de que (lnrj[)2 > 6?2 para ¢ — +2kp. Utilizando a Eq. (F.15), temos que

1 . o0 —2k —ux ) 3] 2%k -
g2 (x) x:w - (—in) 6722161?91:1'/ du(F—)eQ _ ez2kpxi/ dv%
mkrp (er) v (200 fiu/dkp)) o (2 4k o))

/

1 ) e —u ) S —v
J:Oo 6722]6}7‘13/ du’ , € 5+ 6221@?95/ dv’ € 7 (> (F].G)
2p(er) nz (Inw' — In (4kpx)) nw (In (4dkpx) — Ino’)

onde mais uma vez fizemos ¢ = 2kr + iv ao longo de C1, e ¢ = —2kp + iu ao longo de Cs, considerando também
que v’ = uz e v = vz. A contribui¢io dominante desta integral consiste em tomarmos v’ = 0 e ou v’ = 0 nos
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Figura F.4: (a) Decaimento assintotico da transformada de Fourier da fungdo de Lindhard inversa calculada através
da integracdo numeérica da Eq. (F.5). Os resultados estdo normalizados de maneira a ilustrarmos a presenca de
uma corre¢io logaritmica, como predito pela Eq. (F.17). (b) Decaimento assintético da transformada de Fourier
do quadrado da funcdo de Lindhard inversa, novamente calculada através de uma integragio numérica da Eq. (F.5).
Aqui também ha a presenca de uma corregao logaritmica, Eq. (F.20).

logaritmos, o que corresponde a avaliar o nicleo da transformada de Fourier em +2kr. Contudo, esta contribuigdo
dominante é nula, e precisamos avaliar o proximo termo. A maior contribui¢do para estas integrais vem do regime
em que Inu’ (Inv’) < In (4kprz). Como z — oo, podemos simplesmente tomar Inu’ = Inv’ = 0!, donde

1 . o / X ° /
g2 (1.) L:OO 5 {622kpm dulefu + €z2kpx drUlefv }
2p (EF) x (h’l (4/€F.Z‘)) nx nT
~ 1 cos (2kpx)

- . (F.17)
v pler) z (In (4kpa))?

Vemos que, neste caso, ainda temos as oscilagoes de Friedel com um periodo espacial dado por 7/kgr. Contudo,

elas ndo s6 apresentam o sinal oposto aquele da Eq. (F.13), como também adquirem uma corre¢do logaritmica a

seu decaimento espacial usual do tipo lei de poténcia z~!. Verificamos esta correcdo ao compararmos nossa solucio
analitica com um calculo numérico da transformada de Fourier, Fig. (F.4).

Por 1ltimo, avaliaremos a seguinte integral que aparece no célculo da fun¢io de correlacdo das energias renor-

malizadas dos sitios
I P |
g3 (x) = dqe'?® .
113 (q)

) (F.18)

Aplicando exatamente o procedimento acima, temos que

m[4] _ 8(Inry) 0 80 (F19)
(nz)’ {(lnri)z—ezrﬂ(lnrifm (Inr)®’

donde vemos que

N cos (2kpx)

F.3 Transformadas de Fourier da funcao de Lindhard em 2d

Para duas dimensoes e a T = 0, a fun¢do de Lindhard é dada por [143, 144]

(@) = 20 f () =27 (5 ). (F.21)

1 Avaliamos estas integrais numericamente e observamos que, ji para In (4kpz) = 5, esta aproximagio produz apenas cerca de 5% de
erro.
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onde

1, z<1
= = F.22
1 (@) {1W,x>1’ (F.22)
e naturalmente assumimos uma dispersao do tipo elétrons livres.
As integrais que avaliaremos serdo do seguinte tipo
1

- - 2 eiq~r )
M = o / gy (q) (F.23)

onde x (¢q) =TIz (q) ou II;* (q). Da defini¢io acima, temos que

b = 5 [ daca) ). (F21)

onde Jy (y) é a fungado de Bessel do primeiro tipo de ordem zero, definida em termos da seguinte representacao [70]
2

1 .
Jolar) = 5= i dge' o, (F.25)

onde 6 é o angulo entre q e r. Para estudarmos o comportamento assintético da transformada de Fourier, definida
pela Eq. (F.23), devemos considerar naturalmente a expressao assintotica para esta funcdo de Bessel [70]

2 7r
Jo (y) ~ Hﬂ—ycos (y + Z) ,y > 1 (F.26)

Substituindo a Eq. (F.26) na Eq. (F.24), vem que

1 1 [ , ,

~ + L d ( i(gr+m/4) —z(qr+7r/4)) , 1. F.27

. 2mg/zﬁ/o av/ax (a) (e e > (F.27)
Utilizaremos novamente aqui o teorema de Lighthill para o calculo deste valor assintético. Para isso, devemos

expandir a funcdo f (z), Eq. (F.22), ao redor da singularidade (em sua derivada) presente em ¢ = 2kg, 0 que nos

da

h(r)

flg) = 1—\/%\/m—ame(q—%m+0<q—2kF>. (F 28)

O termo constante em f (¢) nao contribui para o valor assintético, uma vez que é ndo singular [177]. O mesmo
argumento vale para o termo ,/q presente no niticleo da integral (F.27). Ja para o segundo termo, utilizaremos o
seguinte resultado [177]

1 1 1 )
= o Sl () du = e —e 3T (F.29)

27 25/2q 3/2
Com todos estes elementos, prosseguimos para o calculo de fato.

* x(q) =12 (q)
Da Eq. (F.27), vemos que

~ 2kF i(gr+m —i(gqr+m
hir) s 2fﬂ5/2\// dqv/2kp 11— 2Er) |q—2kp|(€ (ardm/4) 4 g=ilar+ /4>)7 (F.30)

onde ja avaliamos ,/q em 2kr. Devido a funcao degrau, podemos escrever que

~ L m 1 ~ i(qr+m —i(gr+m
) e ”W\T/ dgf (g — 2kr) |q—2kpl(e<”/4>+e <q+/4>)

~ i(ur+2k r+m/4) —i(ur+2kpr+m/4)
T:OO 2 71_5/2 \f/ dug \/m (ei(ur+2k¢Fr+7r/4) + efi(ur+2krpr+7r/4)) ) (F31)
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Acima, fizemos a troca de variaveis u = g — 2kp. Utilizando agora a Eq. (F.29), obtemos

m 1 X )
h(r) =~ (ez(karfﬂ/2) _f_eﬂ(%prﬂr/z))
r—00 (271')5/2 r2
cos (2kpr — 7/2)
rT—00 - T2 ) (F.32)

que possui a forma usual das oscilacoes de Friedel em duas dimensdes.

o x(q) =115 (q)

Neste caso, aparece no nucleo da transformada 1/f (¢) ao invés de f (¢). Da Eq. (F.22), é imediato escrever que

1 1
—— = 14+ —=+/|q¢—2kp|0(q—2kp)+ O(q—2kr). F.33
Comparando as Egs. (F.33) e (F.28), vemos que a unica diferenca entre as duas expressoes é o sinal do termo

singular. Portanto, é direto escrever que

1 1 L= 0 (q — 2kr) ; .
h N P T~ dg\/2kp ———> — 9k i(qr+m/4) i(qr+m/4)

(r) r—ee 9 \/§m7r1/2 \/77/0 qﬁ \/E |q 7| (e te )
cos (2kpr — m/2)

r—00 72 !

~

(F.34)

Diferentemente do caso unidimensional, no qual as transformadas de II; (¢) (Eq. (F.11)) e II; (¢) (Eq. (F.17))
possuem um decaimento espacial diferente, para duas dimensdes elas coincidem, Eqs. (F.32) e (F.34).
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