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Resumo

Por muitas décadas, fenômenos quânticos foram observados com partículas microscó-

picas, tais como átomos, elétrons e fótons. No entanto, avanços na fabricação e con-

trole de sistemas físicos com dimensões extremamente reduzidas vêm permitindo a

manifestação de eventos quânticos em proporções gigantescas. Por exemplo, existem

evidências de superposições quânticas com uma supercorrente composta por bilhões

de elétrons num SQUID (Superconducting Quantum Interference Device). Motiva-

dos por tais evidências, nosso objetivo reside na busca de novos dispositivos capazes

de exibir efeitos quânticos macroscópicos. Em particular, estamos interessados em

sistemas ferromagnéticos que manifestem CQM (Coerência Quântica Macroscópica),

isto é, ferromagnetos nos quais o campo de magnetização tunela periodicamente no

tempo entre dois estados topologicamente distintos e degenerados. Nesta tese, suge-

rimos dois dispositivos: um fio ferromagnético no qual uma parede de domínio tunela

entre dois centros de aprisionamento artificiais; e um MQUID (Magnetic Quantum

Interference Device), isto é, um análogo magnético do SQUID que permite efeitos de

tunelamento com uma “supercorrente” formada por vórtices de spin. Esses dispositi-

vos são úteis não só na exploração dos limites de validade da mecânica quântica, mas

também abrem novas possibilidades de implementação de um bit quântico.
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Abstract

For many decades, quantum phenomena were observed with microscopic particles,

such as atoms, electrons and photons. However, advancements in manufacture and

control of physics systems with very small dimensions have allowed verifying quan-

tum events in large proportions. For instance, there are evidences of quantum super-

position with a supercurrent formed by billions of electrons on a SQUID (Supercon-

ducting Quantum Interference Device). Such evidences have driven our work in a way

to investigate new devices that are capable to exhibit macroscopic quantum effects.

In particular, we are interested in ferromagnetic systems that present MQC (Macros-

copic Quantum Coherence), in other words, ferromagnets in which the magnetization

field tunnels periodically in time between two distinct and degenerate topological sta-

tes. In this thesis, we have suggested two devices: a ferromagnetic wire in which a

domain wall tunnels between two artificial pinning centers; and a MQUID (Magnetic

Quantum Interference Device) that is a magnetic device analogous to SQUID that

permit quantum tunneling effects with a supercurrent formed by spin vortices. These

devices are useful to explore the limits of validity of quantum mechanics, as well they

open new possibilities to put into operation a quantum bit.
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Leggett para fazer o papel do gato chama-se SQUID1, que consiste num anel super-

condutor de tamanho micrométrico interrompido por uma junção Josephson. Quando

submetido a baixas temperaturas, o SQUID é percorrido por uma supercorrente elé-

trica formada por um condensado de pares de Cooper que flui ao longo do anel sem

experimentar dissipação, e a presença da junção Josephson induz barreiras ínfimas

de potencial, controláveis por um campo magnético externo, através das quais a su-

percorrente pode tunelar. A ideia é que a ação que rege a dinâmica da supercorrente

no SQUID torna-se da ordem da constante de Planck quando ambas a temperatura e

as dimensões das barreiras são suficientemente reduzidas, permitindo, dessa forma,

manifestações de tunelamento em proporções macroscópicas.

Avanços tecnológicos na preparação e manipulação de SQUIDs, bem como a possi-

bilidade de se atingir temperaturas cada vez menores, vêm motivando pesquisadores

e possibilitando a observação experimental dos efeitos de tunelamento macroscópico

previstos por Leggett [9, 10, 11, 12, 13, 14]. De todos os resultados experimentais,

destacam-se os dados apresentados pelo grupo de Jonathan Friedman no ano 2000

[11], os quais revelam uma superposição quântica de dois estados degenerados de su-

percorrentes contendo bilhões de pares de Cooper fluindo em sentidos opostos. Este

efeito é conhecido como Coerência Quântica Macroscópica (CQM) e ocorre sempre que

um objeto macroscópico (no caso do SQUID, a supercorrente) oscila via tunelamento

quântico entre dois estados macroscopicamente distintos e degenerados. A detecção

da CQM no SQUID pelo grupo de Friedman foi realizada indiretamente por meio de

uma análise do espectro de energia do sistema. No entanto, em 2010, Agustin Palacios

e colaboradores [15, 16] conseguiram uma evidência direta monitorando a evolução

temporal da supercorrente num SQUID bem mais sofisticado do que aquele proposto

inicialmente por Leggett. A partir dos dados coletados, foi possível observar uma vio-

lação da desigualdade de Leggett e Garg [17] e, dessa forma, confirmar a validade do

princípio da superposição numa escala macroscópica. É importante ressaltarmos que

a CQM serve também como um protótipo de um qubit, isto é, um sistema quântico de

dois estados essencial para a construção do tão sonhado computador quântico, e par-

ticularmente o SQUID vem se mostrando um forte candidato para tornar esse sonho

1SQUID significa “Superconducting Quantum Interference Device”. Ele é um magnetômetro inven-
tado na década de 1960 com capacidade de medir campos magnéticos extremamente fracos.
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em realidade [18, 19].

Fenômenos quânticos macroscópicos não foram observados apenas em SQUIDs,

mas também em inúmeros outros sistemas físicos. Como exemplos, podemos citar a

superposição de estados de carga em caixas de pares de Cooper [20], difração com

macromoléculas orgânicas [21, 22], interferência entre condensados de Bose-Einstein

[23], emaranhamento entre amostras macroscópicas de gases [24], superposição quân-

tica de estados de vibração de um microressonador mecânico [25, 26], etc.

Em particular, um tópico interessante de pesquisa tem sido o estudo de fenômenos

quânticos macroscópicos em sistemas magnéticos. Os principais efeitos investigados

teoricamente nessa área se dividem em três tipos: tunelamento da magnetização de

domínios e moléculas magnéticas [27, 28, 29], nucleação quântica de bolhas magnéti-

cas [30, 31, 28] e tunelamento envolvendo tanto a posição como a quiralidade de uma

parede de domínio [32, 33, 34]. Alguns desses fenômenos vêm sendo observados ex-

perimentalmente em diversos ferromagnetos e antiferromagnetos, incluindo o escape

quântico de uma parede de domínio para fora de um centro de aprisionamento em um

nanofio de níquel [35], a CQM da magnetização em moléculas como a ferritina [36],

Mn12 e Fe8 [37], entre uma vasta gama de evidências.

Nosso objetivo está na busca de novos dispositivos ferromagnéticos potenciais para

exibir o fenômeno da CQM, visando a utilização destes como qubits de computadores

quânticos, bem como em testes experimentais do limite de validade da mecânica quân-

tica. Nesta tese, encontram-se duas propostas: um fio ferromagnético contendo dois

centros de aprisionamento artificiais entre os quais uma parede de domínio tunela,

e um dispositivo magnético análogo ao SQUID (isto é, um MQUID2) formado por um

anel ferromagnético fechado por uma fraca interação de exchange no qual uma super-

corrente de spins tunela entre dois estados com vorticidades distintas.

Para apresentarmos esses novos mecanismos de CQM, organizamos o texto da

seguinte maneira: no capítulo 2, abordamos aspectos gerais da CQM e de sistemas

ferromagnéticos, incluindo um exemplo simples de tunelamento coerente envolvendo

a magnetização de um domínio ferromagnético. No capítulo 3, encontram-se nossos

resultados referentes ao problema da CQM de uma parede de domínio induzida por

2MQUID é a sigla que utilizamos para abreviar a expressão “Magnetic Quantum Interference Device”.
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dois centros de aprisionamento. No capítulo 4, revisamos o funcionamento do SQUID

e, logo após, apresentamos nossa proposta de MQUID. Por fim, no capítulo 5, expomos

as conclusões e perspectivas.
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8 CAPÍTULO 2. CONSIDERAÇÕES GERAIS

segundo caracteriza-se por um tunelamento oscilatório da partícula entre dois poços

simétricos (ou quase-simétricos) de energia e a dificuldade de observá-lo reside na sua

alta sensibilidade com respeito ao acoplamento da partícula com o meio ao seu redor

[44, 45, 46]. Existe também uma classe de fenômenos que está inserida entre TQM e

CQM, conhecida como TQRM (Tunelamento Quântico Ressonante Macroscópico), que

ocorre quando o nível de energia do estado fundamental de um dos poços coincide com

o nível de energia de um estado excitado do outro poço [43].

Em particular, a CQM vem se manifestando em diferentes sistemas físicos [32, 33]

e despertando a atenção de um número crescente de pesquisadores. O interesse não

é para menos, pois uma partícula apresentando CQM comporta-se efetivamente como

um sistema quântico de dois níveis em temperaturas suficientemente baixas, podendo

funcionar como um qubit de computação quântica [47] e também ser útil na busca por

violações experimentais da desigualdade de Leggett e Garg1.

Neste capítulo, apresentaremos primeiramente os aspectos gerais do fenômeno

da CQM, discutindo as condições necessárias para que uma partícula submetida a

um poço duplo de potencial seja efetivamente descrita por um sistema de dois níveis.

Partiremos da versão euclidiana do formalismo das integrais de caminho de Feynman,

empregando o limite semiclássico e a aproximação do gás diluído de instantons. A

segunda parte do capítulo trata de sistemas ferromagnéticos, onde começaremos a

nos preocupar com as origens físicas da partícula e do potencial. Trabalhando na

base dos estados coerentes de spin e no limite contínuo, mostraremos que o modelo de

Heisenberg com uma anisotropia de eixo-fácil e um forte anisotropia planar se reduz

ao modelo de sine-Gordon. Em seguida, finalizaremos o capítulo com um exemplo

simples de CQM envolvendo a magnetização de um domínio ferromagnético.

1Essa desigualdade foi introduzida em 1985 por Anthony Leggett e Anupam Garg [48] e leva em
conta correlações temporais entre quantidades mensuráveis de um sistema de dois estados. Se tal de-
sigualdade for violada, significa que a evolução temporal do sistema em estudo não pode ser entendida
classicamente. Recentemente uma violação foi observada em um SQUID [15], o que forneceu uma evi-
dência direta da validade da mecânica quântica numa escala macroscópica.
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em função de integrais de caminho, com o tempo real t substituído por um tempo

imaginário3 T = it, isto é [49]:

G(q−, q±, T ) =

∫

q±

q−

Dq e−SE [q] (2.2)

com

SE [q] =

∫ T

2

−
T

2

dτ
{m

2
(∂τq)

2 − UI(q)
}

, (2.3)

onde Dq denota o elemento infinitesimal de uma integração que deve ser realizada

sobre todos os caminhos q = q(τ) conectando a posição inicial q− = q(−T /2) ao ponto

final q± = q(T /2) durante o intervalo de tempo imaginário T → ∞, e o funcional SE [q]

representa a denominada ação euclidiana, que governa o movimento da partícula

no potencial invertido UI(q) = −U(q). Nesta formulação, os pontos de equilíbrio q±

tornam-se instáveis, a barreira de energia transforma-se num poço, e trajetórias clás-

sicas ligando esses pontos ao longo do tempo imaginário τ são obtidas minimizando-se

SE [q].

As amplitudes de probabilidade decaem exponencialmente com o valor da ação

euclidiana, que por sua vez cresce com o aumento da massa do objeto. Para uma

partícula microscópica, tal como um único átomo, a massa é extremamente pequena e

efeitos de tunelamento são facilmente observados. Por outro lado, no caso de um objeto

macroscópico, envolvendo um número muito grande de átomos, tem-se em geral uma

situação semiclássica (SE ≫ 1) na qual o tunelamento passa a ser um evento raro.

Estamos interessados nesta última ocasião, onde apenas as trajetórias clássicas no

potencial invertido e pequenas flutuações quânticas em torno das mesmas contribuem

significativamente para o cálculo da integral de caminho 2.2. Matematicamente, o

limite semiclássico é descrito por uma expansão funcional da ação em torno de cada

caminho clássico até segunda ordem nas flutuações [49]:

SE [q] ≃ SE [qc] +
1

2

∫

dτf Ô(qc) f (2.4)

3Essa transformação de tempo real para tempo imaginário é conhecida como rotação de Wick, e a pa-
lavra euclidiana origina-se do fato de o elemento de linha do espaço de Minskovisk (

√

dq2 − dt′2, t′ ∈ R)
adquirir a forma do elemento de linha do espaço de Euclides (

√

dq2 + dτ2, τ = it) após a transformação.
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com

Ô(qc) = −m∂2τ − ∂2qUI(qc) (2.5)

e

f = q − qc, (2.6)

onde qc = qc(τ) representa uma trajetória clássica, f = f(τ) com f(±∞) = 0 denota as

flutuações, e Ô(qc) é um operador hermitiano que surge da derivada funcional segunda

da ação. De acordo com o princípio da mínima ação, a derivada funcional primeira

deve ser nula, implicando na ausência do termo de primeira ordem na expansão 2.4.

Levando em conta essa aproximação em 2.2, e substituindo a integral funcional em

q por uma soma sobre todos os caminhos clássicos qc, seguida por uma integração

funcional nas respectivas flutuações f , encontramos:

G(q−, q±, T ) =
∑

qc

e−SE [qc]

∫

Df e−
1
2

∫

dτf Ô(qc) f . (2.7)

O próximo passo consiste no cálculo da integral funcional gaussiana na variável

f presente na expressão acima. Para obtê-la, primeiramente devemos escrever f na

base {fn} composta pelas autofunções ortonormais do operador Ô(qc), isto é:

f =
∞
∑

n=0

cn fn (2.8)

tal que
∫

∞

−∞

dτ fn fm = δnm, (2.9)

fn (±∞) = 0 (2.10)

e

Ô(qc)fn = λnfn. (2.11)

Em seguida, substituindo a integral funcional em f por integrações nos coeficientes

cn, assumindo que todos os autovalores λn de Ô(qc) são positivos4, e utilizando as

4Essa suposição não é completamente verdadeira, pois existe uma autofunção com autovalor nulo,
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relações
∫

∞

−∞

dck e
−

λk
2
c2
k =

√

2π

λk
(2.12)

e

detÔ(qc) =
∏

n

λn, (2.13)

obtemos:

G(q−, q±, T ) =
∑

qc

e−S[qc]

∫

∞

−∞

dc0

∫

∞

−∞

dc1 · · · e−
∑

n
λn
2
c2n = N

∑

qc

e−SE [qc]

√

detÔ(qc)
. (2.14)

No resultado 2.14, introduzimos um fator de normalização N que pode ser deter-

minado explorando-se o comportamento da partícula no limite de altas barreiras de

energia. Neste limite, o tunelamento é inibido, com a partícula mantendo-se fixa em

sua posição inicial em todo instante de tempo. Assim, só existe uma solução clás-

sica, qc(τ) = q−, cuja ação euclidiana é nula, SE [q−] = 0, e o elemento de matriz

G(q−, q− , T ) deve ser aproximadamente igual ao de um oscilador harmônico simples

centralizado em q−, o qual é dado, no limite de tempos longos, por [49]

Goh(q−, q−, T ) = |〈q−|0〉oh|2 e−Eoh
0 T =

√

mω

π
e−

ω
2
T , (2.15)

sendo a frequência característica expressa por

ω =

√

∂2qU(q−)

m
. (2.16)

Então, comparando as amplitudes 2.14 e 2.15, no caso de um único caminho clássico

qc = q−, chegamos ao fator desejado:

N =

√

detÔ(q−)

√

mω

π
e−

ω
2
T . (2.17)

conhecida como modo zero, e sua contribuição para a integral de caminho deve ser calculada de maneira
apropriada, como veremos na próxima seção após analisarmos as possíveis trajetórias clássicas.
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2.2.2 Instantons

As trajetórias clássicas são obtidas a partir do princípio da mínima ação, exigindo

que a derivada funcional primeira da ação seja nula. Sabemos que essa condição

nos conduz à equação de movimento de Euler-Lagrange, que por sua vez nos leva à

segunda lei de Newton,

m∂2τ qc = −∂qUI(qc), (2.18)

para ser resolvida sob as condições de contorno

qc(−∞) = q−, qc(∞) = q±, ∂τqc(−∞) = 0. (2.19)

Ao integrarmos a equação de movimento de Newton, chegamos à lei de conser-

vação da energia mecânica. De acordo com as imposições acima, a energia cinética

inicial da partícula é nula. Assim, escolhendo um referencial para o potencial tal

que UI(q±) = 0, a energia mecânica da partícula durante o percurso clássico também

deve ser nula, exigindo que a energia cinética seja equivalente ao negativo da energia

potencial:

m

2
(∂τqc)

2 = −UI(qc). (2.20)

Uma solução trivial que satisfaz a relação acima é aquela em que a partícula per-

manece em sua posição inicial durante todo o tempo, ou seja:

qc,0(τ) = q−. (2.21)

Outra possibilidade é o caminho clássico conhecido como instanton, que descreve

um movimento no potencial invertido no qual a partícula parte do repouso da posição

q−, desce aceleradamente passando com velocidade máxima pelo centro do potencial

num instante de tempo arbitrário, e desacelera até atingir novamente o repouso no

ponto q+, como na figura 2.2. Nas proximidades de q+, podemos efetuar a integração

da equação 2.20 aproximando o potencial como o de um oscilador harmônico invertido

centralizado em q+ e, assim, concluir que o instanton é uma solução bem localizada

no tempo, possuindo um tamanho da ordem do inverso da frequência ω:
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Levando as relações 2.24 e 2.26 em consideração na amplitude 2.23, juntamente

com a identidade
∫ T

2

−
T

2

dτ1

∫ τ1

−
T

2

dτ2 · · ·
∫ τn−1

−
T

2

dτn =
T n

n!
, (2.27)

encontramos

G(q−, q±, T ) =
N

√

detÔ(q±)

∑

n par/ímpar

1

n!

(

T Ke−S1
)n

(2.28)

que em tempo real t = −iT adquire a forma

G(q−, q±, t) =

√

mω

π
e−iωt

2











i sin ∆
2 t

cos ∆
2 t

, (2.29)

onde definimos

∆ = 2Ke−S1 . (2.30)

Necessitamos determinar o pré-fator K para que o cálculo seja concluído. Isso

pode ser feito a partir da comparação das equações 2.14 e 2.29 para o caso de um

único instanton (n = 1). Dessa forma, obtemos

N e−S1

√

detÔ(qc,1)
=

NT K e−S1

√

detÔ(q±)
(2.31)

ou

K =
1

T

√

detÔ(q±)

detÔ(qc,1)
. (2.32)

A princípio, a presença do tempo imaginário T → ∞ no denominador faz com que

K se anule. Porém, como consequência da invariância da equação de movimento 2.18

sob translações no tempo, existe uma autofunção f0 do operador Ô(qc,1) de autovalor

λ0 nulo que ao ser extraído do determinante detÔ(qc,1) gera um fator no numerador

divergente λ−1/2
0 ∝ T capaz de cancelar T no denominador e, assim, manter K finito

e não-nulo.

Para provarmos o argumento acima, derivemos a equação de movimento 2.18 com
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relação ao tempo imaginário:

m∂3τ qc,1 = −∂τ∂qUI(qc,1) (2.33)

ou

Ô(qc,1) ∂τqc,1 = 0. (2.34)

A equação 2.34 nos revela que a derivada temporal do instanton, ∂τqc,1, é uma

autofunção do operador Ô(qc,1) com autovalor nulo. Isso significa que f0 ∝∂τqc,1, com

a constante de proporcionalidade podendo ser adquirida utilizando as relações 2.9 e

2.25. Dessa maneira, obtemos

f0 =

√

m

S1
∂τqc,1. (2.35)

Lembre-se que o autovalor nulo foi introduzido em 2.14 via uma integração gaussiana

no coeficiente c0:

λ
−1/2
0 =

∫

dc0√
2π
e−

λ0c
2
0

2 =

∫

dc0√
2π

(2.36)

Das definições 2.6 e 2.8 , temos que

dq = ∂τqc,1 dτ1 = f0dc0, (2.37)

implicando em

λ
−1/2
0 =

∫

√

S1
2πm

dτ1 =

√

S1
2πm

T . (2.38)

Portanto, levando em conta esse resultado em 2.32, escrevendo detÔ(qc,1) = λ0det
′Ô(qc,1),

onde a linha no determinante indica a exclusão do autovalor nulo no seu cálculo, en-

contramos finalmente

K =

√

S1
2πm

√

detÔ(q±)

det′Ô(qc,1)
. (2.39)

2.2.3 Sistema macroscópico de dois níveis

Embora os cálculos das amplitudes foram realizados no limite de tempos longos, a

decomposição espectral 2.1 nos garante que no regime de baixas energias o resultado

2.29 também é válido para todos os instantes de tempo. Nesse regime, somente os
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ladores harmônicos independentes, com os níveis de energia separados por ω. Por

outro lado, para uma barreira de tamanho finito, cada nível que se encontra abaixo da

barreira se transforma em dois estados próximos (um simétrico e um anti-simétrico).

Na aproximação de dois níveis, é a diferença de energia ∆ que determina completa-

mente a dinâmica quântica do sistema. Quanto maior o valor desse gap, maior será a

frequência de tunelamento da partícula entre os dois poços, de acordo com a superpo-

sição 2.40.

Para a aproximação de dois estados ser válida é necessário preparar o sistema

numa temperatura tal que kBT ≪ ω, de modo que a partícula não tenha energia

suficiente para alcançar os demais níveis. Outra condição importante é impedir que

a partícula vença a barreira de potencial e, assim, transite de um poço ao outro de

maneira clássica. Para isso, é necessário manter a temperatura do sistema abaixo da

temperatura de crossover Tc. Esta é definida quando a taxa de transição via flutuação

térmica, dada por uma lei de Arrhenius Γ ∼ e−h/kBTc [50], com h denotando a altura

da barreira, equipara-se com a taxa de transição via flutuações quânticas, dada pelo

gap ∆ ∼ e−S1 . Igualando os expoentes dessas taxas, encontramos

kBTc =
h

S1
. (2.43)

Se o potencial apresenta uma assimetria ǫ ≪ ω entre os poços, como na figura

2.5, a partícula passa a ter uma probabilidade maior de se localizar no poço menos

elevado. Essa assimetria é modelada com a introdução de um campo magnético de

módulo ǫ na direção z, isto é, Ĥef = −b · ŝ, assumindo agora b = (∆, 0, ǫ). Nesta

ocasião, os autoestados do hamiltoniano são dados pelas seguintes superposições:

|0〉 = cos θ |+〉+ sin θ |−〉 , E0 = −∆(ǫ)/2,

|1〉 = sin θ |+〉 − cos θ |−〉 , E1 = +∆(ǫ)/2,
(2.44)

onde

tan 2θ = ∆/ǫ, ∆(ǫ) =
√

∆2 + ǫ2. (2.45)

O comportamento de ∆(ǫ) em função de ǫ é caracterizado por uma “repulsão” entre

os níveis, como a indicada na figura 2.5. Para um alto grau de assimetria, |ǫ| ≫ ∆,
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w = q+ − q− ≃
√

24|∂2qU(qm)|
∂4qU(qm)

. (2.48)

Nas equações acima, h e w representam, respectivamente, a altura e a largura da

barreira de energia, e ∂kqU(qm) denota a k-ésima derivada do potencial avaliada no

ponto qm. Nessa aproximação, a taxa de tunelamento se reduz para [50]

∆ = ω

√

24S1
π

e−S1 (2.49)

com

ω =

√

32h

mw2
(2.50)

e

S1 =
16h

3ω
, (2.51)

e a temperatura de crossover adquire a forma

kBTc =
3

16
ω. (2.52)

2.3 Sistemas Ferromagnéticos

2.3.1 Estados coerentes de spin

A grandeza fundamental para a descrição de sistemas ferromagnéticos é o spin, ŝ =

(ŝx, ŝy, ŝz), cujas componentes satisfazem a típica regra de comutação de momento

angular, [ŝi, ŝj ] = iεijkŝk. Tal propriedade reflete o fato de que a direção do spin não

pode ser determinada como no caso de um vetor clássico, sendo apenas permitido sa-

ber o valor de uma das componentes e o valor do invariante de Casimir ŝ2. O espaço de

Hilbert usual de um spin é formado por uma base {|s, ms〉} envolvendo os autoestados

simultâneos dos operadores ŝz e ŝ2, sendo definida por meio das seguintes relações de

autovalores [51]:

ŝz |s, ms〉 = ms |s, ms〉 , (2.53)
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ratura assume os valores 1043 K, 1388 K e 627 K, respectivamente [53]. O ordena-

mento magnético ocorre principalmente por causa da forte ligação de origem quântica

e eletrostática entre spins de sitios magnéticos vizinhos, conhecida como interação de

Heisenberg ou acoplamento de troca [54]. Por causa dessa forte interação, em tem-

peraturas muito abaixo da temperatura de Curie as configurações de spin variam

suavemente ao longo da rede e, nesta ocasião, é útil trabalharmos na aproximação do

contínuo, onde os vetores de spin nri são substituídos por um campo contínuo n(r).

No limite contínuo, a amplitude quântica de probabilidade para que um sistema

semiclássico de spins transite de um estado |{nA}〉 para um outro |{nB}〉 durante um

intervalo de tempo imaginário T é dada por [52, 55]

G({nA} , {nB} , T ) =
〈

{nB}
∣

∣

∣e−ĤT

∣

∣

∣ {nA}
〉

=

∫

Dn e−SE [n], (2.59)

onde

SE [n] =

∫ T

2

−
T

2

dτ

{∫

d3r iA · ∂τn+ E[n]

}

(2.60)

com

A =
1− cos θ

γ sin θ
φ̂, γ = a3/s (2.61)

e

E[n] =
〈

{n}
∣

∣

∣
Ĥ
∣

∣

∣
{n}

〉

. (2.62)

Na amplitude 2.59, temos Dn = DφDnz, com φ e nz = cos θ formando um par

de variáveis canonicamente conjugadas, e a integração deve ser realizada sobre to-

das as configurações do campo n = n(r, τ) que satisfazem as condições de contorno

n(r, −T /2) → {nA} e n(r, T /2) → {nB}. Quando minimizada, a ação euclidiana 2.60

implica na equação clássica de movimento de Landau-Lifshitz,

∂τn = iγ n× δnE, (2.63)

onde δnE representa a derivada funcional em relação ao campo n da energia mag-

nética 2.62. Essa energia é obtida pela substituição dos operadores de spin {ŝri},

presentes no operador hamiltoniano Ĥ = Ĥ({ŝri}), pelos vetores de estados coerentes

{nri}, seguida da aplicação do limite contínuo nri → n(r).
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2.3.2 Hamiltoniano de Heisenberg anisotrópico e o limite XY

Além da interação de Heisenberg, os acoplamentos spin-órbita e dipolo-dipolo tam-

bém são importantes na descrição de ferromagnetos. Esses acoplamentos não são

fortes o bastante, em geral, para manter um estado magnetizado, mas são capazes

de induzir anisotropias, isto é, direções nas quais a magnetização tende a apontar de

forma a minimizar a energia magnética. Um dos hamiltonianos efetivos mais simples

que leva em consideração todas essas interações, permitindo tunelamento entre duas

configurações distintas de spins, é dado pela seguinte expressão [55]:

Ĥ = −J̃
∑

<i, j>

ŝri · ŝrj − K̃x

∑

i

ŝ2x ri
+ K̃z

∑

i

ŝ2z ri , (2.65)

onde J̃ , K̃x e K̃z são parâmetros positivos associados com a interação de Heisenberg,

anisotropia de eixo-fácil (x) e anisotropia de plano-fácil (xy), respectivamente. Este

modelo caracteriza-se, portanto, por uma tendência da magnetização em alinhar-se

ao plano xy, apontando preferencialmente para a direção x.

A energia magnética 2.62 correspondente ao hamiltoniano 2.65 é obtida substi-

tuindo primeiramente os operadores de spin pelos vetores de estados coerentes, isto

é:

〈

{n}
∣

∣

∣
Ĥ
∣

∣

∣
{n}

〉

=
∑

i



−J̃s2 nri ·
∑

k=x̂,ŷ,ẑ

nri+ak − K̃xs
2 n2x ri

+ K̃zs
2 n2z ri



 . (2.66)

Em seguida, é preciso empregar a aproximação do contínuo, efetuando as mudanças

nri → n(r) e
∑

i →
∫

d3r/a3. Como o desvio entre dois vetores de spin vizinhos é muito

pequeno no limite contínuo, podemos realizar uma expansão em série de Taylor de

n(r + ak) em torno de n(r) até segunda ordem no parâmetro de rede a. Procedendo

dessa maneira, obtemos:

n(r+ ak) ⋍ n(r) + a ∂kn(r) +
a2

2
∂2kn(r). (2.67)



2.3. SISTEMAS FERROMAGNÉTICOS 27

Com o uso das relações

∑

k

n(r+ ak) = 3n+ a∇n+ a2∇2n, (2.68)

∫

d3r n · ∇n = −
∫

d3r n · ∇n = 0 (2.69)

e
∫

d3r n · ∇2n = −
∫

d3r (∇n)2 , (2.70)

onde as duas últimas foram calculadas pelo método de integração por partes, encon-

tramos o seguinte funcional de energia:

E[n] =

∫

d3r
{

J (∇n)2 +Kx(1− n2x) +Kzn
2
z

}

, (2.71)

no qual definimos J = J̃s2/a e Kx,z = K̃x,zs
2/a3 e subtraímos um termo constante

de modo que a energia do estado fundamental, descrito por n = (±1, 0, 0), seja nula

e impeça uma divergência da mesma caso tomemos uma ou mais dimensões da rede

como infinita. Diversos materiais são modelados por essa energia. Em particular, no

caso de nanofios ferromagnéticos os parâmetros assumem os seguintes valores [56]:

J = 4,3 × 10−7 erg /cm, Kx = 2,5 × 104 erg /cm3 e Kz = 2,4 × 105 erg /cm3, para a

granada de ítrio e ferro (YIG); J = 1,0 × 10−6 erg /cm, Kx = 8,0 × 105 erg /cm3 e

Kz = 1,6 × 106 erg /cm3, no caso do níquel (Ni); J = 2,3 × 10−8 erg /cm, Kx = 2,0 ×
106 erg /cm3 e Kz = 1,6 × 105 erg /cm3, para o óxido de estrôncio e rutênio (SrRuO3),

entre muitos outros exemplos.

Efeitos de tunelamento são mais pronunciados nos regimes Kz ≫ Kx e Kz ≪ Kx.

No primeiro caso, conhecido como limite XY, a forte anisotropia planar inibe o tune-

lamento no espaço dos “momentos” (nz), ampliando as flutuações quânticas no espaço

das “posições” (φ). No segundo caso, ocorre o contrário, com o tunelamento no campo

nz sendo maximizado. Estamos interessados no limite XY, onde o comportamento di-

nâmico dos spins é efetivamente descrito pela teoria de campo de sine-Gordon [42].

Para demonstrarmos isso, explicitemos a amplitude de probabilidade 2.59 em função
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dos campos canonicamente conjugados φ e nz:

G =

∫

Dφ

∫

Dnz e
−SE [φ,nz ], (2.72)

onde

SE [φ, nz] = S0[φ] +

∫

dτ

{

− i

γ

∫

d3r nz∂τφ+ E[φ, nz]

}

(2.73)

com

S0[φ] =
i

γ

∫

dτ

∫

d3r ∂τφ =
i

γ

∫

d3r {φ(r, T /2)− φ(r, −T /2)} (2.74)

e

E[φ, nz] =

∫

d3r

{

J (∇φ)2 +Kx sin
2 φ+

J (∇nz)2
1− n2z

+
[

Kz +Kx cos
2 φ− J (∇φ)2

]

n2z

}

.

(2.75)

As equações clássicas de movimento dos campos são dadas pelas equações de ha-

milton:

∂τφ = −iγδnzE e ∂τnz = iγδφE, (2.76)

as quais independem da fase 2.74, por esta envolver apenas uma derivada de primeira

ordem. Assim, essa fase pode ser ignorada, salvo em problemas de tunelamento em

que há mais de um tipo de instanton ligando os estados |{nA}〉 e |{nB}〉. Por exemplo,

no tunelamento da magnetização de um domínio ferromagnético, que discutiremos

com detalhes na próxima seção, existem dois instantons que geram fases de mesmo

módulo e sinais contrários que, sob certas condições, implicam numa interferência

quântica totalmente destrutiva, chamada de decoerência topológica.

Na condição Kz ≫ Kx, uma configuração de spin inicialmente confinada no plano

xy deve permanecer aproximadamente neste estado ao longo da dinâmica. Nesta

ocasião, podemos assumir nz ≪ 1, mantendo termos na energia 2.75 de no máximo

segunda ordem em nz:

E[φ, nz] ≃
∫

d3r
{

J (∇φ)2 +Kx sin
2 φ+ nzÔnz

}

, (2.77)
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na qual empregamos a aproximação

∫

d3r
(∇nz)2
1− n2z

≃
∫

d3r (∇nz)2 = −
∫

d3r nz∇2nz (2.78)

e definimos o operador

Ô = Kz

{

1 +
Kx

Kz

[

cos2 φ− λ2
(

∇2 + (∇φ)2
)]

}

(2.79)

com

λ =
√

J/Kx. (2.80)

Se os comprimentos de onda de ambos os campos são da ordem ou maiores que λ, o

primeiro termo da equação 2.79 domina (Ô ≃ Kz) e a primeira equação de movimento

em 2.76 desenvolvida com a energia resultante de 2.77 nos conduz à relação

nz ≃
i

2γKz
∂τφ. (2.81)

Levando essas considerações na amplitude de probabilidade 2.72, obtemos:

G =

∫

Dφe−SE [φ]

∫

Dnz =

∫

Dφe−SE [φ], (2.82)

onde a integral de caminho em nz resulta num fator constante independente dos cam-

pos que pode ser ignorado, com ação efetiva do modelo apresentando uma dependência

funcional somente no campo φ, dada por

SE [φ] = S0[φ] +

∫

dτ

∫

d3r

{

2J

c2
(∂τφ)

2 + E[φ]

}

(2.83)

com

E[φ] =

∫

d3r

{

− J

c2
(∂τφ)

2 + J (∇φ)2 +Kx sin
2 φ

}

(2.84)

e

c = 2γ
√

JKz. (2.85)

Em tempo real, e ignorando a fase 2.74, encontramos a ação invariante de Lorentz

da teoria de sine-Gordon,
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S[φ] = J

∫

d4r

(

∂µφ∂
µφ− sin2 φ

λ2

)

, (2.86)

cuja dinâmica do campo é governada pela equação

∂µ∂
µφ+

sin 2φ

2λ2
= 0. (2.87)

Nessas expressões, ∂µ = (∂ct,∇) e ∂µ = (∂ct,−∇) denotam as formas covariante e

contravariante do operador gradiente em 3+1 dimensões, respectivamente, com c re-

presentando a velocidade dos mágnons (ondas de spin).

2.3.3 CQM da magnetização de um domínio ferromagnético

Quando as dimensões de um ferromagneto são da ordem ou menores que a escala mí-

nima de comprimento
√

J/Kz, não há espaço para formações de paredes de domínio e,

então, os momentos de dipolo magnéticos devem permanecer alinhados numa mesma

direção durante a dinâmica, resultando em um único domínio de magnetização total

macroscópica. Neste caso, o campo φ torna-se independente da posição r, ou seja,

φ = φ(τ), (2.88)

e a magnetização total é descrita por um vetor rígido no plano xy, isto é:

M =Ms

∫

V
d3r n ≃MsV (sinφ, cosφ, 0) (2.89)

onde

Ms =
gµBs
a3

=
gµB
γ

(2.90)

representa a magnetização de saturação, V denota o volume do domínio e assumimos

nz ≃ 0.

Para o ansatz 2.88, a ação euclidiana 2.83 adquire a forma

SE [φ] = S0[φ] +

∫

dτ
{m

2
(∂τφ)

2 + U(φ)
}

, (2.91)
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site de MA para MB classicamente via flutuações térmicas (fenômeno conhecido como

superparamagnetismo) ou quanticamente por meio do efeito túnel. Em baixas tempe-

raturas (T . Tc), o segundo efeito prevalece sobre o primeiro e, como os estados MA e

MB são energeticamente degenerados, é de se esperar uma manifestação de CQM da

magnetização.

Para o cálculo da taxa de tunelamento associada com a CQM da magnetização,

o instanton φ
(σ)
c,1 (τ) deve incluir uma “quiralidade” σ, que pode assumir os valores

±1, dependendo se o vetor de magnetização gira no sentido horário (φ > 0) ou anti-

horário (φ < 0) durante a transição de MA (φ
(σ)
c,1 (−∞) = 0) para MB (φ

(σ)
c,1 (+∞) =

σπ). De acordo com o formalismo das integrais de caminho, ambas as trajetórias

com quiralidades opostas devem ser computadas na amplitude de probabilidade 2.82.

Assim, é necessário que a amplitude devido a um único instanton (isto é, o termo n = 1

da série 2.28) assuma a forma

G1 ∝
∑

σ=±1

e−SE [φ
(σ)
c,1 ] =

∑

σ=±1

e
−

(

S0[φ
(σ)
c,1 ]+S1

)

= 2 cos (Sπ) e−S1 , (2.96)

na qual utilizamos a equação 2.74 para o cálculo da fase topológica

S0[φ
(σ)
c,1 ] = i

V

γ

{

φ
(σ)
c,1 (+∞)− φ

(σ)
c,1 φ(−∞)

}

= iSσ (2.97)

e introduzimos a magnitude do spin total

S =
V

γ
= s

V

a3
= sN, (2.98)

ondeN indica o número de sítios magnéticos que compõe o domínio ferromagnético. Se

S é inteiro, então cos (Sπ) = 1 e a fase topológica não afeta o comportamento original

da amplitude G1. Porém, caso S assuma um valor semi-inteiro, teremos cos (Sπ) = 0

e a amplitude se anula. Em outras palavras, essas duas situações são aquelas em

que as trajetórias de quiralidades opostas interferem entre si de uma maneira com-

pletamente construtiva e destrutiva, respectivamente. No fim das contas, a taxa de

tunelamento passa a ser dada por
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É possível ampliar o valor de S envolvido no tunelamento por meio da aplicação

de um campo magnético paralelo ao eixo y (veja a figura 2.9). De fato, o campo tende

a diminuir a largura e a altura da barreira de potencial, além disso, se sua intensi-

dade for suficientemente forte, o campo remove o efeito de interferência destrutiva ao

quebrar a simetria entre os instantons de quiralidades contrárias, fazendo com que o

tunelamento seja permitido também para valores semi-inteiros de S.

A interação de um campo magnético H = Hŷ com a magnetização total M é des-

crita por meio da energia Zeeman

EZ(φ) = −H ·M =MsV H sinφ, (2.103)

que modifica o potencial 2.93 para

U(φ) = KxV sin2 φ−MsV H sinφ. (2.104)

Agora, os ângulos de equilíbrio correspondentes aos estados MA e MB satisfazem a

condição

φA,B = arcsin

(

H

Hc

)

(2.105)

com

Hc =
2Kx

Ms
. (2.106)

Como esperado, a condição de campo nulo, H = 0, leva aos ângulos de equilíbrio

φA = 0 e φB = π, para os quais o tamanho da barreira é máximo. Por outro lado,

quando H atinge o valor crítico Hc, ambos os estados se alinham com o campo externo,

isto é, φA = φB = π/2, e a barreira de energia se anula. No limite de pequenas

barreiras, H ≃ Hc, apenas o instanton de quiralidade positiva é relevante para o

cálculo da taxa de tunelamento e, assim, podemos aplicar diretamente as equações

desenvolvidas na seção 2.2.3. Utilizando-as, encontramos:

h = KxV ρ
2 e w =

√

8ρ, onde ρ = 1− H

Hc
(2.107)

é um pequeno parâmetro positivo que mede o quão próximo H está de Hc; note que

H → Hc implica em ρ→ 0.
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Com as expressões da altura e largura da barreira em mãos, obtemos a taxa de

tunelamento

∆ ≃ ω

√

24S1
π

e−S1 (2.108)

com

ω =
√
8γ
√

KxKzρ (2.109)

e

S1 =
4
√
2

3
S
√

Kx

Kz
ρ3, (2.110)

e uma temperatura de crossover

kBTc =
3
√
2

8
γ
√

KxKzρ. (2.111)

Para os valores de parâmetros assumidos anteriormente, isto é, γ ∼ 105 cm3erg-1s−1,

Kx ∼ 106 erg cm−3 e Kz ∼ 108 erg cm−3, e considerando ρ ∼ 10−2, correspondente

a um ângulo entre os dois estados de w = 16 graus, que é grande o bastante para

que um experimental possa distingui-los [32, 33], obtemos: ω ∼ 1011 Hz, Tc ∼ 1 K e

∆ ≃ 4× 1011
√
S e−1,89×10−4S . Por exemplo, para S = 105 encontramos ∆ ∼ 106 Hz.

Para introduzirmos uma assimetria no potencial biestável 2.104, basta adicionar-

mos um termo Zeeman devido a um campo magnético externo paralelo ao eixo x, dado

por

E
(x)
Z (φ) ≃ −MsV Hx cosφ. (2.112)

Se a intensidade Hx desse campo for suficientemente fraca, de forma que a barreira

de energia entre os estados MA e MB não seja destruída, então o grau de assimetria

entre os dois poços de potencial é simplesmente

ǫ = |E(x)
Z (φA)− E

(x)
Z (φB)| ≃

√

2ρMsV Hx. (2.113)

O modelo de tunelamento da magnetização apresentado nesta seção é apenas um

exemplo entre muitos outros existentes na literatura [32, 33]. Experimentalmente, a

CQM em domínios ferromagnéticos ainda não foi detectada. Há apenas evidências de
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CQM com domínios antiferromagnéticos, e que envolvem no máximo N ∼ 1000 sítios

magnéticos [36]. Acredita-se que o principal obstáculo seja a decoerência causada pe-

los acoplamentos dos spins do domínio ferromagnético com outros graus de liberdade,

tais como fônons, elétrons de condução, spins nucleares, etc [32, 33]. Essas interações

tendem a destruir o gap de tunelamento e localizar rapidamente a magnetização total

M em um de seus dois estados clássicos (MA ou MB). Para sistemas antiferromagné-

ticos, o gap atinge valores bem maiores em comparação com o gap de ferromagnetos

[32, 33], o que facilita a detecção experimental da CQM nesses sistemas.

2.4 Conclusão

Na primeira parte deste capítulo, discutimos as condições necessárias para que uma

partícula macroscópica submetida a um poço duplo de potencial exiba CQM. No limite

de pequenas barreiras, mostramos que a grandeza que caracteriza esse fenômeno,

a taxa de tunelamento ∆ ∼ ω
√
S1e

−S1 , depende da frequência ω ∼
(

h/mw2
)1/2 de

pequenas oscilações da partícula em torno dos mínimos do potencial e também da

ação euclidiana do instanton S1 ∼ h/ω, sendo essas duas grandezas dependentes da

massa m da partícula e do tamanho (altura h e largura w) da barreira de potencial.

Vimos que a CQM ocorre quando a temperatura se encontra abaixo da temperatura

de crossover Tc ∼ ω/kB, e que uma variação da assimetria ǫ ≪ ω entre os poços deve

gerar um anti-cruzamento típico no espectro de energia do sistema.

Em seguida, introduzimos um modelo ferromagnético válido para sistemas semi-

clássicos de spin que apresentam anisotropias de plano-fácil (Kz) e eixo-fácil (Kx).

Trabalhamos no limite continuo e a ênfase foi dada ao limite de forte anisotropia pla-

nar, situação na qual o campo de magnetização fica praticamente confinado no plano-

fácil e a ação do modelo se reduz a uma soma da fase de Berry com a ação da teoria de

campo de sine-Gordon.

Como um exemplo, investigamos a CQM da magnetização total de um domínio

ferromagnético rígido de volume V . Neste caso, vimos que a magnetização total se

comporta como uma partícula de massa m ∼ V/Kz sob a ação de um potencial pe-

riódico que apresenta dois mínimos distintos separados por uma barreira de altura
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h = KxV e largura w = π. Mostramos que a taxa de tunelamento correspondente se

anula quando a magnitude do spin total é ímpar, por causa da fase de Berry, mas que

esse problema pode ser contornado com a aplicação de um forte campo magnético per-

pendicular ao eixo-fácil, o qual também gera uma pequena barreira de energia entre

os mínimos, permitindo uma ampliação da taxa de tunelamento. Para materiais fer-

romagnéticos típicos (formados de Tb ou Dy), estimamos que a CQM de um domínio

com um spin total de magnitude 105 deve ocorrer com uma taxa ∆ ∼ 1 MHz abaixo de

uma temperatura de crossover Tc ∼ 1 K, e que uma assimetria ǫ ∝ Hx no potencial

pode ser induzida por meio de um campo magnético de intensidade Hx paralelo ao

eixo-fácil.
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como um modelo de qubit [47]. Contudo, esse fenômeno recebeu pouca atenção até o

momento. Há apenas dados numéricos para a taxa de tunelamento de uma parede

de domínio entre dois poços de potencial modelados por duas vacâncias esféricas [60].

Portanto, um cálculo analítico da taxa de tunelamento seria importante para uma

melhor compreensão do problema, e a consideração de outros potenciais de aprisiona-

mento além de vacâncias forneceria novas opções para se detectar experimentalmente

a CQM.

Nosso objetivo é investigar a CQM de uma parede de domínio. Neste capítulo,

assumiremos um fio ferromagnético quase-unidimensional (1D) descrito pelo modelo

de sine-Gordon. Veremos que uma parede de domínio emerge como um sóliton do

modelo e que uma força constante pode atuar sobre ela por meio de um campo mag-

nético homogêneo. Em seguida, apresentaremos nossos resultados. Primeiramente,

introduziremos um centro de aprisionamento geral de parede de domínio e estimare-

mos a frequência de oscilação característica aproximando o potencial resultante como

o de um oscilador harmônico simples. No fim, calcularemos a taxa de tunelamento

de uma parede submetida a um poço duplo de potencial gerado por dois centros de

aprisionamento empregando o método de instantons discutido no capítulo anterior.

3.2 Modelo

3.2.1 Ferromagneto quase-1D

Em nosso estudo, consideramos um fio ferromagnético quase-1D infinitamente longo

de área da seção reta transversal A cuja dinâmica da magnetização é governada pelo

modelo de sine-Godon. A aproximação 1D é válida quando as dimensões laterais do

fio são inferiores ao comprimento
√

J/Kz, como mostrado por Hans Braun [56], e por

convenção assumimos que a direção de fácil-magnetização (eixo x) é paralela ao fio.

Neste caso, só há dinâmica na direção x, e o funcional de energia e a equação de

movimento adquirem as seguintes formas:

E[φ] = A

∫ +∞

−∞

dx

{

J

c2
(∂tφ)

2 + J (∂xφ)
2 +Kx sin

2 φ

}

(3.1)
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Na figura 3.2, acompanhando o comportamento da magnetização ao longo do sentido

positivo do eixo x, notamos que a primeira carga topológica (a quiralidade) nos indica

se a parede gira no sentido horário (σ1 = +1) ou anti-horário (σ1 = −1), enquanto que

a segunda carga nos informa se o giro parte do estado fundamental em que a magne-

tização aponta para o sentido positivo (σ2 = +1) ou negativo (σ2 = −1) do eixo-fácil.

3.2.2 Massa de uma parede de domínio

O modelo de sine-Gordon é relativístico e, portanto, sólitons se movimentando com

velocidades constantes podem ser obtidos da solução estática 3.7 via transformações

de Lorentz da coordenada x. No limite XY, a velocidade de uma parede deve ser muito

baixa (∂tq ≪ c) e, assim, transformações de Galileu são mais apropriadas. Neste caso,

obtemos:

φp(x− q(t)) = −2σ1σ2 tan
−1 e

σ2
λ
(x−q(t)) (3.8)

com

q(t) = x0 + (∂tq)t (3.9)

representando a função horária das posições de uma parede em movimento retilíneo

e uniforme ao longo do fio. Ao substituir essa solução no funcional 3.1, encontramos a

energia de uma parede livre,

Ep =
m

2
(∂tq)

2 +mc2, (3.10)

de massa

m =
A

γ2Kzλ
(3.11)

e energia de criação

mc2 = 4A
√

JKx. (3.12)

Em geral, a massa de um objeto é proporcional ao seu volume. No entanto, note

que as paredes são exceções a essa regra, pois suas massas crescem com a razão A/λ

e não com o volume Vp = Aλ. Para uma área fixa A, isso significa que uma parede

torna-se cada vez mais leve à medida que a sua largura λ aumenta. Porém, veremos

que a probabilidade de uma parede tunelar por uma barreira decresce com Vp e não
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com A/λ. Note também que a massa da parede diminui com o aumento do parâmetro

de anisotropia planar Kz, assim como ocorre com a massa da magnetização total de

um domínio magnético.

É importante ressaltarmos que uma parede de domínio não se encontra livre ge-

ralmente num sistema ferromagnético, pois ela tende a interagir com as ondas de

spin, que são excitações magnéticas lineares da equação de movimento cuja popula-

ção cresce com o aumento da temperatura. No entanto, para ferromagnetos descritos

pelo modelo de sine-Gordon, as ondas de spin possuem uma relação de dispersão [55]

ωk =

√

(ck)2 + ω2
0, (3.13)

exibindo um gap de anisotropia

ω0 =
2c

λ
= 4γ

√

KxKz (3.14)

que existe graças a presença de ambos os parâmetros Kx e Kz. Isso significa que as

ondas de spin necessitam de uma energia ω0 para serem excitadas. Portanto, para

temperaturas menores que T0 = ω0/kB, podemos assumir o hamiltoniano de uma

parede rígida livre 3.10 sem incluir interações com essas excitações lineares. Por

exemplo, para um fio de YIG tem-se ω0 ∼ 109 Hz e, neste caso, as ondas de spin são

desprezíveis abaixo de T0 ∼ 0,1 K [55].

É necessário frisarmos também que as barreiras de energia que separam as dife-

rentes configurações de paredes apresentadas na figura 3.2 são praticamente infini-

tas, uma vez que estamos considerando um fio infinitamente longo e uma anisotropia

planar muito forte. Em outras palavras, as cargas topológicas σ1 e σ2 são quantidades

conservadas. Com isso, podemos ignorar a fase topológica de uma parede, dada por

S0[φp] = i
A

γ

∫

dτ

∫

dx ∂τφp = −iσ1π
A

γ

∫

dτ∂τq, (3.15)

que é importante apenas em situações nas quais a quiralidade σ1 muda de sinal.
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3.2.3 Induzindo uma força constante

Uma parede de domínio sofre uma força constante quando submetida a um campo

magnético homogêneo aplicado na direção de fácil-magnetização. De fato, a magneti-

zação do fio na presença de um campo magnético tende a alinhar-se com o mesmo, e se

a energia de interação envolvida for muito menor que a energia de criação da parede,

o campo magnético externo não é capaz de destruí-la, mas lança-a em movimento

uniformemente acelerado ao longo do fio.

Para encontramos a expressão da força, devemos evoluir a energia Zeeman consi-

derando um campo externo na direção de fácil-magnetização interagindo com o campo

unitário de magnetização de uma parede, isto é:

U [np] = −Ms

∫

V
d3rHe · np (3.16)

com

He = Hex̂ (3.17)

e

np ≃ (cosφp, sinφp, 0), (3.18)

onde a integral deve ser realizada sobre o volume V = AL (L → ∞) da amostra e

np z ≃ 0 (de acordo com o limite XY). Com isso, chegamos ao potencial de interação

U(q) = −2σ2MsAHe q (3.19)

correspondente a uma força constante

Fcte = 2σ2MsAHex̂. (3.20)

Fazendo uma analogia com o problema de uma partícula eletrizada na presença

de um campo elétrico constante, podemos imaginar a parede como um objeto de carga

magnética Qm = 2σ2MsA que pode ser atraído ou repelido pelo campo magnético

externo dependendo do sinal da carga topológica σ2 (veja a figura 3.3).
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planar sejam suficientemente fortes.

Em termos da razão

µ = Uα/mc
2, (3.30)

que mede o quão fraca a intensidade do potencial de aprisionamento Uα é em relação

à energia de criação da parede mc2, a frequência passa a apresentar uma dependência

com o gap de anisotropia 3.14:

ωoh =

√
αµ

2
ω0. (3.31)

Como devemos ter µ ≪ 1, para que o centro de aprisionamento não destrua a

parede, a equação acima nos revela que ωoh ≪ ω0. Isso significa que os modos de

baixa energia de oscilação da parede não são capazes de excitar as ondas de spin, as

quais poderiam interagir com a parede e inibir o efeito de quantização. Por exemplo,

para um fio típico de YIG, no qual a parede de domínio envolve cerca de 104 spins, o

gap de anisotropia é ω0 ≃ 1, 7×109 Hz [56]. Assim, como α ∼ 1, e escolhendo µ ∼ 0, 01,

encontramos que os níveis do espectro de energia devem estar separados por uma

frequência ωoh ∼ 108 Hz.

3.3.3 CQM

Com o intuito de obtermos um potencial biestável, investiguemos agora a situação em

que a parede de domínio se encontra na presença de dois centros de aprisionamentos

idênticos. Assumindo que os centros de aprisionamento estão posicionados em x =

±d/2, de forma que a separação entre eles seja d (como na figura 3.7), o potencial de

interação total se expressa como

U(q) = −Uα sechα

(

q + d
2

λ

)

− Uα sechα

(

q − d
2

λ

)

. (3.32)

Cada centro de aprisionamento atuando sozinho gera um único poço de potencial

centralizado em −d/2 ou +d/2. Com a sobreposição dos dois potenciais, os mínimos do

poço duplo resultante se encontram localizados no intervalo aberto (−d/2, d/2), e deve

existir uma separação crítica não nula dc entre os centros de aprisionamento abaixo

da qual a barreira de potencial desaparece, com os dois poços se unindo e formando







3.3. RESULTADOS E DISCUSSÃO 53

com

ω = 22α−
3
2 3

3
4
(1−α)n

1
2
αγ

√

ρUαKz

Vp
(3.37)

e

S1 = 2
1
2
(5−α)3

1
4
(3α−7)n

3
2
αγ

−1

√

ρ3UαVp
Kz

, (3.38)

e uma temperatura de crossover dada por

kBTc = 22α−
11
2 3

1
4
(7−3α)n

1
2
αγ

√

ρUαKz

Vp
. (3.39)

Observe nessas expressões que a frequência ω diminui e ao mesmo tempo a ação do

instanton S1 se eleva conforme o volume da parede Vp aumenta, o que acarreta num

decréscimo da taxa de tunelamento ∆. O parâmetro de anisotropia planar Kz implica

no efeito inverso, ou seja, ω aumenta e S1 diminui à medida queKz cresce, favorecendo

grandes valores de ∆. Portanto, concluímos que o fenômeno da CQM envolvendo

uma parede macroscópica deve ser mais intenso com ferromagnetos contendo fortes

anisotropias de plano-fácil, assim como ocorre no caso da CQM da magnetização de

um domínio ferromagnético.

Como exemplo, consideremos um fio de YIG, para o qual tem-se [56]: γ = 1, 7 ×
105cm3erg-1s−1, Vp = 4, 1×10−20 cm3 (para A = 5 nm×20 nm e λ = 41, 4 nm, com a pa-

rede contendo cerca de 104 spins), Kz = 2, 4×105 erg cm-3 e mc2 = 4, 1×10−13 erg . Es-

colhendo U1 = 10−2mc2 (que pode ser gerado por um campo H ≃ 100 G aplicado num

volume cilíndrico V0 ≃ 15 nm3 de raio nanométrico) e assumindo ρ = 0, 01 (equivalente

a uma distância entre os poços de w = 13, 1 nm), encontramos uma ação S1 = 4, 6 e

uma frequência ω ∼ 108 Hz (abaixo do gap de anisotropia), que implicam numa taxa

de tunelamento ∆ ∼ 106 Hz e uma temperatura de crossover Tc ∼ 1 mK.

Do ponto de vista experimental, seria mais interessante considerarmos centros

de aprisionamento gerados por campos magnéticos locais em lugar de defeitos. De

fato, os campos seriam úteis no controle externo tanto da taxa de tunelamento ∆ =

∆(H), por meio de uma variação das intensidades H, quanto do grau de assimetria

ǫ ∝ (H1−H2) do potencial, com a introdução de uma diferença não nula H1−H2 entre

as mesmas. No caso de dois defeitos, seria possível apenas controlar a assimetria
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constante induzida por um campo magnético externo e homogêneo aplicado na direção

de fácil-magnetização.

Em seguida, introduzimos um potencial de aprisionamento geral de parede de do-

mínio que pode ser induzido por pequenos buracos, impurezas ou junções no fio, ou até

mesmo de maneira externa por meio da aplicação de um campo magnético local para-

lelo ao vetor de magnetização situado no centro da parede. Aproximando esse poten-

cial como o de um oscilador harmônico simples, calculamos a frequência característica

de oscilação da parede e concluímos que essa frequência aumenta com a magnitude

do potencial de interação e também com a intensidade do parâmetro de anisotropia

planar. Para valores de parâmetros de um fio de YIG contendo uma parede de domínio

composta de 104 spins, encontramos uma frequência de oscilação ωoh ∼0,1 GHz bem

abaixo da frequência ω0 ∼1 GHz correspondente ao gap de anisotropia.

Com a parede na presença de dois potenciais de aprisionamento, investigamos o

fenômeno da CQM, e mostramos que há uma distância crítica de separação entre os

centros de aprisionamento acima da qual um potencial biestável surge, e que no limite

de pequenas barreiras a taxa de tunelamento e a temperatura de crossover crescem

principalmente com o aumento da anisotropia planar. Novamente, utilizando como

exemplo um fio de YIG com uma parede de domínio formada por 104 spins, estimamos

uma taxa de tunelamento de ∆ ∼ 1 MHz para uma temperatura de crossover de

Tc ∼ 1 mK. Do ponto de vista experimental, concluímos que os campos magnéticos

externos locais seriam bastante úteis, pois permitiriam o controle externo tanto da

altura da barreira de potencial quanto da assimetria entre os poços.
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No contexto dos fenômenos quânticos macroscópicos o SQUID também se destaca.

Em 1980, Anthony Leggett discutiu sobre as possibilidades de se realizar um experi-

mento análogo ao do gato de Schrödinger e apontou o SQUID como um sistema poten-

cial para manifestações de superposições quânticas macroscópicas [7]. O que torna o

SQUID especial é que a supercorrente que flui na superfície do anel supercondutor,

que é composta por um condensado de pares de Cooper, não experimenta dissipação, e

a presença das junções josephson permite a formações de pequenas barreiras de ener-

gia através das quais essa supercorrente tende a tunelar. De fato, desde a proposta

de Leggett o SQUID vem exibindo experimentalmente uma variedade fascinante de

efeitos quânticos macroscópicos [9, 10, 13, 14], incluindo CQM [11, 12, 15], além de se

mostrar um candidato bastante promissor ao cargo de qubit [18, 19].

Neste capítulo, nosso objetivo é propor um dispositivo magnético análogo ao SQUID,

isto é, um “Magnetic Quantum Interference Device” (MQUID). Em primeiro lugar,

discutiremos sobre a física envolvida no SQUID. Veremos o fenômeno da quantização

do fluxo magnético no interior de um anel supercondutor, o funcionamento de uma

junção Josephson e, para o caso particular de um SQUID contendo uma única junção,

mostraremos que um campo magnético externo é capaz de submeter a supercorrente

a uma situação de CQM. Em seguida, extrapolaremos essas ideias para a construção

do MQUID, partindo de um anel ferromagnético quase-1D descrito pelo modelo de

sine-Gordon no limite de anisotropia de eixo-fácil nula (Kx → 0). Mostraremos que

a adição da interação de Dzyaloshinskii-Moriya no modelo e uma fraca interação de

troca num pequeno pedaço do anel desempenham funções similares ao da junção Jo-

sephson e do campo magnético externo no SQUID, respectivamente, e permitem um

tunelamento coerente entre duas configurações distintas de magnetização.

4.2 SQUID

4.2.1 Anel supercondutor

A supercondutividade foi descoberta em 1911 quando Heike Onnes observou que a

resistência elétrica de uma amostra de mercúrio desaparece abruptamente na tem-

peratura de 4,2K [71]. O entendimento microscópico desse fenômeno só foi alcançado
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em 1957 com a teoria de Bardeen, Cooper e Schrieffer (BCS) [72]. A base dessa teoria

é a existência de um gap de energia entre o estado normal e o estado supercondutor,

os quais são caracterizados pela presença de elétrons normais e pares de Cooper, res-

pectivamente. Estes últimos comportam-se como bósons e são formados por pares de

elétrons de spins opostos que permanecem correlacionados por longas distâncias (~

103 Å) por causa de uma interação atrativa mediada por fônons. Os elétrons quando

isolados colidem com a rede cristalina e podem absorver e transferir quantidades ar-

bitrárias de energia, implicando em dissipação e, consequentemente, em resistência

elétrica. Por outro lado, os pares de Cooper não sofrem espalhamento e, assim, forma-

se uma supercorrente elétrica imune à dissipação de energia.

Embora todas as propriedades de um supercondutor convencional possam ser de-

duzidas com a teoria BCS, os efeitos necessários para a compreensão do SQUID são

mais facilmente obtidos por meio do parâmetro de ordem da teoria fenomenológica de

Ginzburg-Landau [73]. Este parâmetro, dado por

ψ(r, t) =
√

ns(r, t) e
iφ(r, t), (4.1)

representa a função de onda efetiva de um supercondutor, com ns medindo a densi-

dade de pares de Cooper e φ denotando uma fase. A partir dessa função de onda, a den-

sidade de supercorrente é obtida pela expressão js = qsψ
∗v̂ψ, onde v̂ = (p̂− qsA) /2ms

é o operador velocidade de um par de Cooper de carga qs = 2e e massa ms = 2me

(sendo e e me a carga e a massa de um único elétron) exposto a um campo magné-

tico B = ∇ ×A. Assumindo uma densidade ns constante e lembrando que p̂ = −i∇,

encontramos

js =
qsns
2ms

(∇φ− qsA) . (4.2)

Logo após, se aplicarmos o rotacional em js e utilizarmos a propriedade ∇ ×∇φ = 0,

chegamos na denominada equação de London:

B = −µ0λ2∇× js, λ =

√

2ms

nsµ0q2s
. (4.3)
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continuidade pode ser reescrita como

∮

Γ
∇φ · dl = 2πn, n ∈ Z. (4.5)

Utilizando a relação 4.2, o gradiente da fase ∇φ presente na integração acima pode

ser escrito em função de um termo contendo a densidade de supercorrente js somado a

uma parte proporcional ao potencial vetor A. Como consequência do efeito Meissner, a

escolha de um caminho Γ bem interno ao supercondutor exige que a parte dependente

de js se anule e, dessa maneira, obtemos a condição qs
∮

ΓA ·dl = 2πn. De acordo com o

teorema de Stokes, a integral em A é equivalente ao fluxo Φ =
∫

σ B · dσ de um campo

magnético B = ∇ ×A através da superfície σ cercada pelo anel (veja a figura 4.1) e,

assim, chegamos na seguinte regra de quantização:

Φ = nΦ0, Φ0 = 2π/qs. (4.6)

Portanto, o fluxo aprisionado no interior do anel é quantizado e só pode assumir valo-

res inteiros do fluxo elementar Φ0 ~ 10-15 Wb, o qual é conhecido como fluxon.

Calculemos agora a energia magnética armazenada pelo anel. Sabemos que o fluxo

total Φ = Φex + Φin é composto por uma parte Φex =
∫

σ Bex · dσ devido a um campo

magnético externo Bex e uma componente interna Φin = LI oriunda da supercorrente

total I que percorre a superfície de um anel de auto-indutância L. De acordo com

o eletromagnetismo básico, a energia magnética é simplesmente Emag = LI2/2 =

Φ2
in/2L e, assim, encontramos

Emag = E0 (n− nex)
2 , E0 = Φ2

0/2L, nex = Φex/Φ0, (4.7)

onde E0 representa a energia correspondente a um único fluxon e nex mede o valor

do fluxo externo em unidades de fluxons. Então, concluímos que a energia da super-

corrente que percorre um anel supercondutor deve ser quantizada, e que um campo

magnético externo pode ser utilizado para deslocar os níveis de energia.
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∂tns = 2Kns sinϕ, (4.9)

∂tϕ = E2 − E1. (4.10)

A diferença de energia E2−E1 é equivalente ao trabalho qsV necessário para trans-

portar um par de Cooper de carga qs através da junção sob uma diferença de potencial

V entre os dois supercondutores, enquanto que a variação temporal da densidade de

pares ns nos dá a densidade de corrente de tunelamento jtun. Assim, somos conduzi-

dos aos efeitos Josephson AC e DC, descritos respectivamente por

Itun = Ic sinϕ, (4.11)

∂tϕ = qsV =
2π

Φ0
V. (4.12)

Na equação 4.11, Itun representa a corrente de tunelamento total, sendo Ic ∝ K

o seu valor máximo, que ocorre quando ϕ = π/2. Essa corrente crítica pode ser me-

dida experimentalmente e depende das características da junção (geometria, tipo de

material, etc.). Observe que Itun só depende da diferença de fase e existe mesmo na

ausência de voltagem, como queríamos demonstrar. Se há uma diferença de potencial

constante entre os supercondutores, a equação 4.12 nos revela que a fase deve variar

linearmente com o tempo, implicando numa corrente alternada na junção.

Calculemos agora a energia transportada pela corrente de tunelamento. Se no ins-

tante de tempo t = 0 a junção se encontra num estado de referência ϕref = π/2, para

o qual iremos convencionar uma energia nula, e num tempo posterior t a fase evolui

para ϕ, devido a uma diferença de potencial constante V entre o dois supercondutores,

essa energia é simplesmente obtida pelo cálculo do trabalho
∫ t
0 ItunV dt. Realizando

essa integração, utilizando as relações 4.11 e 4.12, encontramos:

Etun = −EJ cosϕ, EJ = Φ0Ic/2π. (4.13)

Essa energia é conservativa, pois depende apenas da diferença de fase ϕ, e atinge seu

valor mínimo (máximo), dado por −EJ (+EJ ), quando ϕ = 0 (ϕ = π).





4.2. SQUID 65

e assumimos uma junção extremamente fina em relação ao comprimento do anel, de

forma que o caminho Γ seja praticamente fechado. Observe que a expressão 4.15

é semelhante à equação 4.5, diferindo apenas por uma variável real q no lugar do

número inteiro n. Assim, a nova regra de quantização do fluxo é obtida pela simples

substituição de n por q na relação 4.6. Dessa forma, encontramos:

Φ(q) = qΦ0. (4.18)

Portanto, o fluxo magnético no anel supercondutor (assim como a supercorrente) tem

agora a possibilidade de transitar por diferentes estados durante a sua dinâmica,

graças a descontinuidade no campo de fase φ proporcionada pela junção Josephson.

Utilizando as relações 4.17 e 4.18, a energia magnética 4.7, a energia de tunela-

mento 4.13 e a energia eletrostática 4.14 podem ser escritas em função de q:

Emag = E0 (q − nex)
2 , (4.19)

Etun = −EJ cos 2πq, (4.20)

Eele =
CΦ2

0

2
(∂tq)

2. (4.21)

E a soma dessas três equações nos fornece a energia total do SQUID, que pode ser

expressa como a energia mecânica de uma partícula rígida de coordenada q e massa

m sob a ação de um potencial unidimensional U(q):

ESQUID =
m

2
(∂tq)

2 + U(q), (4.22)

m = CΦ2
0, (4.23)

U(q) = E0 (q − nex)
2 − EJ cos 2πq. (4.24)





4.2. SQUID 67

Seja o parâmetro definido por

β = 2π2
EJ

E0
(4.25)

uma medida da razão entre a energia de tunelamento Josephson máxima EJ e a ener-

gia do fluxon E0. Se β < 1, a componente parabólica do potencial 4.24 (1° termo)

prevalece sobre a parte oscilante (2° termo) sem que nenhuma barreira de energia

apareça, havendo apenas um mínimo absoluto em q = nex. Por outro lado, se β > 1,

barreiras de energias provenientes do termo oscilante surgem (veja a figura 4.4) e,

para o caso particular nex = 1/2, os mínimos de energia correspondentes aos estados

com n = 0 e n = 1 tornam-se degenerados, ou seja, há a formação de um poço duplo de

potencial entre diferentes estados de fluxo. Neste caso, o fluxo externo é semi-inteiro

(Φex = Φ0/2) e a supercorrente tem a possibilidade de fluir em sentidos opostos, como

na figura 4.5, a fim de manter o sistema nos setores de fluxo n = 0 ou n = 1.

A barreira de energia entre os dois poços simétricos de potencial formados na si-

tuação nex = 1/2 diminui à medida que o parâmetro β se aproxima de 1. No limite de

pequenas barreiras (β ≃ 1), expandimos o potencial 4.24 em torno do ponto de máximo

qm = 1/2 até a quarta ordem em q e encontramos um potencial efetivo quártico com

uma barreira de altura e largura dadas por

h =
3

4π2
E0ρ

2, w =

√
6

π
ρ

1
2 , ρ = 1− β−1. (4.26)

Utilizando essas relações, juntamente com a expressão da massa 4.23, aplicamos

o método de instantons e chegamos na seguinte taxa de tunelamento coerente:

∆ = ω

√

24S1
π

e−S1 (4.27)

com

ω =

√

32h

mw2
=

√

4E0ρ

m
=

√

2ρ

LC (4.28)

e

S1 =
16h

3ω
=

2

π2

√

E0mρ3 =
Φ2
0

π2

√

2ρ3
C

L , (4.29)
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e uma temperatura de crossover dada por

kBTc =
3

16
ω =

3

16

√

2ρ

LC . (4.30)

Observe que a taxa de tunelamento ∆ é função da capacitância C da junção e da

auto-indutância L do anel supercondutor, os quais dependem de fatores geométricos.

Porém, note que C é o único parâmetro que ao ser variado é capaz de aumentar a

frequência ω e ao mesmo tempo diminuir a ação do instanton S1, de maneira a ampliar

∆. Em outras palavras, o fenômeno da CQM no SQUID depende mais da geometria

da junção do que da geometria do anel. Experimentalmente, é possível trabalhar com

capacitâncias extremamente pequenas que permitem a detecção de CQM em SQUIDs

de raios micrométricos.

Evidências convincentes de uma superposição de dois estados macroscópicos de

supercorrente foram obtidas a partir do ano 2000 com os experimentos realizados por

Friedman e colaboradores [11]. Eles utilizaram um SQUID um pouco mais sofisticado

do que o apresentado acima. A diferença está na substituição da junção Josephson

por um anel contendo duas junções. Esse novo arranjo permite que a altura h da

barreira seja controlada por um campo magnético externo aplicado no interior do anel

adicional. Eles utilizaram também outro SQUID capaz de sondar o valor do fluxo no

interior do sistema de interesse. Com radiações de microondas, o sistema foi excitado

para os dois níveis mais energéticos abaixo da barreira de potencial, e o espectro de

energia desses níveis foram investigados para vários valores de h e de assimetria dos

poços (ǫ ∼ nex−1/2). No ponto de degenerescência, eles detectaram uma superposição

quântica de dois estados envolvendo cerca de 109 pares de Cooper, com esses dois

estados separados por uma quantia de Φ0/4 em fluxo, 1µA em corrente, e 1010µB em

momento magnético.

No mesmo ano dos experimentos de Friedman, a equipe de van der Wal observou

a repulsão entre os dois níveis mais baixos de energia, porém, trabalhando com um

SQUID bem menor e contendo três junções [12]. Em 2003, também foi detectada osci-

lações de Rabi entre os dois primeiros estados [13] e, recentemente, observou-se uma

violação da desigualdade de Leggett e Garg [15]. Todos esses resultados experimen-
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E[φ] = A

∮

dz

{

J

c2
(∂tφ)

2 + J

(

∂zφ− D

2J

)2
}

(4.32)

e
1

c2
∂2t φ− ∂2xφ = 0. (4.33)

No caso da supercondutividade, vimos que o parâmetro de ordem é um vetor no

plano complexo ψ =
√
ns (cosφ+ i sinφ) determinado pela fase φ e pela densidade de

pares de Cooper ns. Para um ferromagneto com simetria XY, temos um parâmetro

de ordem similar, definido pela projeção do vetor de magnetização n sobre o plano xy,

isto é:

nxy =
√

1− n2z (x̂ cosφ+ ŷ sinφ) , (4.34)

que é um vetor real determinado pelas variáveis canonicamente conjugadas φ e nz ≪
1. Por meio da equação que rege a dinâmica da “densidade de carga” nz, dada por

1

γ
∂tnz = δφE = ∂φE − ∇ · (∂∇φE), (4.35)

onde definimos a densidade de energia

E =
J

c2
(∂tφ)

2 + J

(

∂zφ− D

2J

)2

, (4.36)

encontramos uma equação de continuidade

∂tnz +∇ · js = 0 (4.37)

contendo uma “densidade de supercorrente”

js = 2γJA

(

∇φ− D

2J

)

(4.38)

similar àquela encontrada para um supercondutor (equação 4.2), com ∇φ = ∂zφẑ, e

D = Dẑ fazendo o papel do potencial vetor.

Assim como ocorre no anel supercondutor, a energia associada com a supercorrente
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de magnetização fracamente ligados, n(−L/2) e n(+L/2), girem no plano xy com ve-

locidades iguais e em sentidos opostos, a condição de contorno 4.44 nos leva a uma

solução

φ(z, t) =
2πq(t)

L
z + φ0, z ∈ [−L/2, +L/2] (4.46)

semelhante à solução 4.40, diferindo apenas pela substituição da carga topológica n

pela variável dinâmica q. Para esse ansatz, encontramos:

Emag = E0 (q − nD)
2 , (4.47)

Etun = −EJ cos 2πq, (4.48)

Eele =
π2

12γ2
V

Kz
(∂tq)

2, (4.49)

onde V = AL é o volume do anel.

A soma das três equações acima nos conduz à energia total do MQUID, que pode

ser expressa como a energia mecânica de uma partícula rígida de coordenada q e

massa m sob a ação de um potencial unidimensional U(q) matematicamente igual ao

do SQUID:

EMQUID =
m

2
(∂tq)

2 + U(q), (4.50)

m =
π2

6γ2
V

Kz
, (4.51)

U(q) = E0(q − nD)
2 − EJ cos 2πq. (4.52)

Quando β = 2π2EJ/E0 > 1 (ρ = 1 − β−1 > 0 ) e nD = 1/2, os estados de magne-

tização com cargas topológicas n = 0 e n = 1 tornam-se degenerados e separados por

uma barreira de energia finita localizada em q = 1/2 (veja a figura 4.11). Neste caso,

um tunelamento quântico coerente pode ocorrer. No limite de pequenas barreiras

(ρ ≃ 0), podemos utilizar as equações desenvolvidas para o SQUID. Dessa maneira,
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4.4 Conclusão

Neste capítulo, discutimos sobre a física envolvida no SQUID mais simples, isto é,

aquele formado por um anel supercondutor contendo uma única junção Josephson.

Vimos que a energia da supercorrente que flui sobre o SQUID deve ser quantizada,

como consequência do fenômeno da quantização do fluxo, e que a presença da junção

Josephson permite efeitos de tunelamento com essa supercorrente. Mostramos que

um campo magnético externo é capaz de induzir um tunelamento quântico coerente

entre dois estados degenerados de supercorrentes que fluem em sentidos opostos e

que a taxa de tunelamento correspondente depende principalmente do valor da capa-

citância efetiva da junção.

Em seguida, sugerimos um MQUID, isto é, um anel ferromagnético contendo uma

junção formada por uma fraca ligação de troca. Utilizando um modelo de Heisenberg

quase-1D contendo uma anisotropia de plano-fácil e uma interação de Dzyaloshinskii-

Morya, mostramos que a “supercorrente” no MQUID é formada por vórtices magné-

ticos e que, dependendo da intensidade da interação de Dzyaloshinskii-Morya, essa

supercorrente pode exibir tunelamento coerente entre estados com números de vórti-

ces distintos. No caso de uma biestabilidade entre os estados com vorticidades n = 0

e n = 1, que ocorre quando nD = 1/2, vimos que a taxa de tunelamento decresce ex-

ponencialmente com a área da seção reta transversal. Por causa dessa propriedade,

concluímos que o MQUID deve exibir CQM em proporções bem maiores em compa-

ração com os demais sistemas ferromagnéticos investigados até o momento, para os

quais a taxa de tunelamento decai exponencialmente com o volume do sistema.
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(1 GHz). No caso de uma parede na presença de dois centros de aprisionamento idên-

ticos, mostramos que pequenas barreiras de potencial entre dois estados degenerados

de posição da parede podem surgir quando a separação entre os centros de aprisio-

namento é maior e da ordem da largura da parede. Utilizando novamente valores de

parâmetros de um fio de YIG, encontramos uma taxa de tunelamento de 1 MHz e uma

temperatura de crossover de 1 mK para uma parede contendo 104 spins. Esses valo-

res estão dentro do alcance experimental e acreditamos que técnicas de espectroscopia

possam verificar esses fenômenos.

O segundo sistema que apresentamos é o MQUID, o qual é formado por um anel

quase-1D descrito por um hamiltoniano contendo uma anisotropia de plano-fácil e

uma interação de Dzyaloshinskii-Morya. Em um pequeno pedaço do anel, há uma

junção (fraca ligação de troca) que permite o tunelamento do campo de magnetização

entre estados com números de vórtices distintos. Assumindo um simples ansatz para

o comportamento temporal do campo de magnetização, encontramos um hamiltoni-

ano equivalente ao do SQUID e calculamos a taxa de tunelamento entre os estados

com vorticidades n = 0 (magnetização total máxima) e n = 1 (magnetização total

nula), os quais se tornam degenerados para uma certa intensidade da interação de

Dzyaloshinskii-Morya (nD = 1/2). Observamos que a taxa de tunelamento decai ex-

ponencialmente com a área da seção reta transversal do fio e, por causa dessa proprie-

dade, esperamos que o MQUID possa exibir CQM em escalas bem maiores em relação

aos outros sistemas ferromagnéticos até então explorados. É importante encontrar-

mos valores de parâmetros de algum material que se enquadre em nosso modelo de

MQUID, para que possamos obter estimativas reais do número de spins que poderiam

participam desse tipo de tunelamento coerente. Gostaríamos de encontrar também

algum mecanismo externo capaz de substituir a interação de Dzyaloshinskii-Morya,

de maneira a permitir um controle externo do grau de assimetria entre os poços de

potencial.

Em geral, efeitos quânticos macroscópicos em sistemas ferromagnéticos podem ser

destruídos por causa das interações do campo de magnetização com outros graus de

liberdade, tais como elétrons, fótons e fônons. No caso de uma parede de domínio com

largura macroscópica, estudos revelam que esses acoplamentos podem ser negligen-
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ciados em temperaturas suficientemente baixas [57, 58]. Seria interessante também

investigarmos os efeitos dessas interações sobre o tunelamento da magnetização no

MQUID, incluindo as interações com os mágnons, já que no hamiltoniano do MQUID

a anisotropia de eixo-fácil é nula e, então, não há gap de anisotropia. Esses estudos

são geralmente realizados por meio do modelo Caldeira-Leggett [44, 45, 46].

Ressaltamos que os resultados apresentados nesta tese podem ser extrapolados

para diferentes sistemas físicos. De fato, sólitons e vórtices aparecem não só em fer-

romagnetos quase-1D, mas também em superfícies ferromagnéticas bidimensionais

planas [78], cônicas [79], em nanatubos cilíndricos [80], fitas de Möbius [81], entre

outras geometrias. Além de sistemas ferromagnéticos, essas excitações podem surgir

também em antiferromagnetos, supercondutores, superfluidos, etc.
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