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RESUMO

Uma generalizagio da teoria de tunelamento quintico macroscopico é obtida visando
descrever o decaimento de sistemas com mais de um grau de liberdade aprisionados em
estados meta-estdveis. Inicialmente nés estudamos um dc SQUID controlado por uma
corrente externa, que constitui um sistema com dois graus de liberdade quanticos inte-
ragentes acoplados ao meio que os cerca. A probabilidade de decaimento & obtida na
aproximagao exponencial para o caso super-amortecido. Préximo & forca critica do sis-
tema, o decaimento do estado meta-estivel é determinado por uma tinica solugio instanton
descrevendo o decaimento simétrico das fases em cada uma das duas jungdes Josephson.
Mediante redugdo da forga externa, um novo regime é atingido onde o instanton se separa.
Um diagrama de fase em termos de temperatura e corrente é construido baseado na teoria
de Landau de transigbes de fase. Dependendo dos parimetros externos o sistema desen-
volve uma transi¢io de fase de primeira ou de segunda ordem para o regime de separagao
do instanton.

Além disso, a teoria de uma corda eldstica aprisionada num estado meta-estivel é de-
senvolvida visando estudar o salto quintico de uma linha de fluxo intrinsecamente apri-
sionada num supercondutor em camadas. A temperatura de cruzamento separando os
regimes térmico e quantico ¢ determinada incluindo as dindmicas massiva, dissipativa e
Hall. Os célculos sdo efetuados para o caso especifico de um potencial periédico ligeira-
mente inclinado (pequena forga externa) quando a aproximagio de paredes finas pode ser
aplicada. A taxa de decaimento é obtida nos limites nio amortecido, super-amortecido
e Hall: para sistemas ndo amortecidos e super-amortecidos, uma convencional saturagao
¢ encontrada a baixas temperaturas, enquanto que para sistemas governados por uma
dindmica puramente Hall, a taxa se anula segundo uma lei de Arrhenius com um energia
de ativagdo reduzida devido aos efeitos quanticos. Finalmente, a teoria é generalizada
visando descrever o decaimento de uma variedade eldstica N -dimensional, e assim o salto

de um feixe de vértices planar (2D) e volumétrico (3D) é discutido.



ABSTRACT

The theory of macroscopic quantum tunneling is generalized in order to describe the
relaxation from metastable states of systems with more than one degree of freedom. Ini-
tially we study a current biased dc SQUID which constitutes a system of two interacting
quantum degrees of freedom coupled to the environment. The decay probability is ob-
tained in the exponential approximation for the overdamped case. Close to the critical
driving force of the system the decay of the metastable state is determined by a unique
instanton solution describing the symmetric decay of the phases in each of the two Joseph-
son junctions. Upon reducing the external driving force a new regime is reached where the
instanton splits. The doubling of the decay channels reduces the decreasing of the decay
rate in the quantum regime. A current-temperature phase diagram is constructed based
on the Landau theory of phase-transitions. Depending on the external parameters the
system develops either a first- or a second-order transition to the split-instanton regime.

Furthermore, the theory of an elastic string trapped in a metastable state is developed in
order to study the quantum creep of a single vortex-line intrinsically pinned in a layered
superconductor. The crossover temperature separating thermal and quantum regimes
is determined including Hall, massive and dissipative dynamics. The calculations are
performed for the specific case of a slightly tilted periodic potential (small driving force)
when the thin wall approximation can be applied. The decay rate is obtained in the
undamped, overdamped and pure Hall limits: for undamped and overdamped systems
the conventional saturation is found at low temperatures, whereas for pure Hall systems
the rate vanishes following an Arrhenius law with a quantum-reduced activation energy.

Finally, the classical and quantum creep of a vortex-bundle is considered within the fra-
mework of continuum elastic theory. The generalization for the decay of a N-dimensional
elastic manifold out of the metastable state is obtained, and the creep of a 2D and 3D

vortex-bundles is discussed.
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I. INTRODUGCAO

Equilibrio térmico é um conceito essencial em mecanica estatistica. Entretanto, na
pratica, ele nem sempre pode ser atingido. De fato, em muitas areas da fisica, quimica
e biologia ha estados que sao meta-estdveis, e nos deparamos entdo com o problema de
como o sistema escapa de tais estados. Consideremos, por exemplo, um liquido super-
aquecido. Se tratado com cuidado, este sistema pode ser mantido na fase meta-estavel por
um longo periodo, mas em algum momento ele finalmente sofrerd uma transigao para a
fase de vapor, que é mais estavel. Um outro exemplo cldssico é um ferromagneto, que pode
persistir um certo tempo com a magnetizagio apontando em uma direg¢éo oposta ao campo
aplicado. Podemos ainda citar como exemplo os materiais superfluidos e supercondutores,
onde estados com um superfluxo diferente de zero sdo meta-estaveis, e sofrem transigoes
espontineas para estados com correntes mais baixas e maior estabilidade.

Nos exemplos supra-citados, bem como em todos os sistemas onde ocorre uma transigao
de fase de primeira ordem, o mecanismo da transi¢do é a nucleagdo e o crescimento de
alguma perturbagéo na fase meta-estivel. A vaporizagdo de um liquido super-aquecido,
por exemplo, é iniciada pela formagdo de uma grande bolha de vapor (micleo). Se a bolha
for suficientemente grande, a sua expansio serd energeticamente favordvel, e assim todo
o liquido se transformara em vapor. Do mesmo modo, a transigao de fase num magneto
é nucleada através de uma bolha de spins invertidos.

E importante distinguir entre dois tipos de fenémenos de nucleagéo: a nucleagdo nao
homogénea, que ocorre quando uma perturbagio externa desencadeia a transigdo de fase
(como por exemplo, irregularidades nas paredes de um recipiente}, e a chamada nucleagao
homogénea, que corresponde a uma perturbagdo ocorrendo espontaneamente (por exem-
plo, flutuagdes termodinimicas). Como a nucleagao homogénea se trata de um fendmeno
intrinseco, ela é de fundamental interesse. A seguir vamos nos restringir a este caso e vamos
analisar alguns modelos onde a meta-estabilidade resulta do aprisionamento temporario

do sistema num pogo associado a um minimo local do potencial. Antes, entretanto, vamos
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discutir um outro ponto de fundamental importancia: o nimero de graus de liberdade do
sistema em estudo.

E bem conhecido que um sistema com um grau de liberdade pode decair de um minimo
meta-estivel via ativagio térmica sobre a barreira de potencial, ou via tunelamento
quantico através da barreira. Também se sabe que um sistema com muitos graus de
liberdade pode decair via ativagido térmica, como foi discutido no antolégico trabalho de
Langer em 1967. Resta discutir o problema envolvendo o decaimento quantico de um
sistema com muitos graus de liberdade.

O estudo de fenémenos quanticos envolve em geral dimensdes microscépicas. Entre-
tanto, hd sistemas onde efeitos quénticos podem ser observados em escala macroscépica.
Uma diferenca importante envolvendo a dimensio do problema (macroscopica ou mi-
croscopica) é a importéancia do acoplamento com o meio. Em sistemas microscépicos, este
acoplamento é frequentemente desprezivel. Por outro lado, sistemas macroscopicos estio
inerentemente acoplados ao meio que os cerca, e assim os efeitos de dissipacao devido a
este acoplamento devem imperativamente ser considerados.

Alguns exemplos cientificamente interessantes, bem como tecnologicamente importantes
exibindo fenémenos quanticos macroscopicos sdo jungdes Josephson (JJ) atravessadas por
correntes, dispositivos supercondutores de interferéncia quantica (rf SQUID, dc SQUID),
e também o sistema de vértices em supercondutores do t.ipo II. Nas jurig(")es Josephson,
a variavel macroscopica é a fase da jungdo, enquanto que nos SQUIDs a variavel sujeita
a efeitos quanticos é o fluxo aprisionado no interior do anel. No sistema de vértices em
supercondutores do tipe II o problema se torna continuo, e a varidvel macroscdpica é o
campo descrevendo o deslocamento das linhas de fluxo.

Nas JJs, nos SQUIDs, bem como no sistema de vértices, a probabilidade de decaimento
da varidvel macroscopica a partir do estado meta-estével é descrita no regime cldssico pela
lei de Arrhenius (solugéo de ponto de sela da energia livre) [1], enquanto que no limite
quéntico ela é determinada pela solugdo de ponto de sela da agio Euclideana do processo

de tunelamento, i. €., a a¢do calculada para a trajetéria extrema numa formulacio em
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tempos imagindrios (instanton) [2, 3, 4].

Vamos comecar analisando o exemplo mais simples onde o tunelamento quéntico ma-
croscépico pode ser observado, ou seja, uma juncio Josephson. Uma jungao Josephson
(JJ) consiste de duas camadas supercondutoras separadas por uma barreira isolante fina,
e é um sistema com apenas um grau de liberdade: a diferenga de fase ¢ entre o pardmetro
de ordem supercondutor em ambos os lados da jungéo (estamos considerando aqui ape-
nas junc¢des que sio menores do que o comprimento Josephson Ajy). Em presenga de um
campo eletromagnético externo, a jungdo se acopla a ele através da fase .

A diferenca de fase ¢ de uma junc¢do Josephson controlada por uma corrente externa
obedece & mesma equagio de movimento que a posi¢io de uma particula mecanica se mo-
vendo num potencial periédico inclinado. A inclinacdo média do potencial é proporcional
3 corrente externa, e a velocidade da particula est4 relacionada & voltagem V através da
juncio pela relacio de fase-voltagem de Josephson, V = ®odp/dt, onde o = hef2e é 0
quantum de fluxo. Abaixo de um valor critico I de corrente, o sistema pode ser aprisio-
nado em um minimo local do potencial periédico inclinado. Neste caso, a corrente flui
através da jungao sem nenhuma voltagem, 7. e., o sistema esta no estado de voltagem-zero,
que é meta-estivel. Quando a corrente aplicada é suficientemente alta (bem préxima da
corrente critica I.) a particula pode escapar do pogo e escorregar no potencial inclinado.
Este evento corresponde a preparar a juncao no estado dissipativo, que é identificado pelo
salto da voltagem V a um valor diferente de zero. Nos 1iltimos anos, diversas investigagdes
foram feitas em JJ controladas por correntes, e um satisfatério entendimento do problema
foi obtido.

O decaimento de estados meta-estéveis carregando corrente em um rf-SQUID, que é um
sistema, consistindo de um anel supercondutor interrompido por uma jungio Josephson
foi estudado teoricamente por Caldeira e Leggett (CL)[5, 6]. Neste sistema que contém
apenas um grau de liberdade, o decaimento da varidvel macroscépica foi tratado levando
em conta o amortecimento devido ao acoplamento com o reservatério (banho térmico

bosénico). O modelo assume que cada gran de liberdade do meio é apenas ligeiramente
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perturbado pelo acoplamento com a particula, de modo que o banho pode ser representado
por um conjunto de osciladores harmoénicos. Note que esta hipdtese de acoplamento fraco
nao exclui a possibilidade de dissipagao forte, uma vez que o reservatorio é composto de
um numero infinito de graus de liberdade. Na teoria de CL a taxa de tunelamento para a
variavel macroscopica dissipativa quantica foi calculada a temperatura zero. Os resultados
obtidos foram experimentalmente verificados durante a iltima década [7, 8} e também
confirmados a partir de derivagdes microscépicas {9]. Posteriormente o formalismo foi
generalizado para temperaturas finitas por Larkin e Ovchinnikov [10] no limite super-
amortecido e por Grabert, Weiss e Hanggi {11, 12] no caso geral. Para uma revisio
recente, veja [13].

O completo entendimento do comportamento dos SQUIDs é um problema relevante,
uma vez que estes dispositives sdo usados, por exemplo, como detectores de fluxo magnéti-
co e permitem a construgao de magnetometros muito sensiveis. Embora uma satisfatoria
compreensao do comportamento de um rf SQUID tenha sido obtida, os atuais avancos
tecnoldgicos nos confrontam com experimentos mais sensiveis, que requerem o uso de
dispositivos com ruido inferior ao rf SQUID, como por exemplo, o dc SQUID.

Como parte deste trabalho nés estudamos o decaimento de estados meta-estaveis car-
regando corrente num dc SQUID, que constitui um sistema com dois graus de liberdade
quanticos interagentes acoplados ao meio que os cerca [14]. Este dispositivo consiste
de duas jungoes Josephson inseridas num anel supercondutor, e o circuito é controlado
por uma corrente externa. As diferencas de fase ¢;, ¢ = 1,2 de cada jungio (varidveis
macroscépicas) evoluem num potencial periédico inclinado bidimensional. No estado de
voltagem zero, as fases das duas jungdes estdo aprisionadas em pogos do potencial meta-
estavel, e a corrente liquida circulando no anel é nula. Quando as fases decaern do minimo
meta-estavel, uma corrente ndo nula pode ser detectada no circuito, 7. €., uma voltagem
finita pode ser medida através de cada juncio.

O escape do minimo meta-estavel pode ocorrer através de muitas trajetérias. Ha en-

tretanto uma trajetdria otima, que € a trajetdria que passa através do ponto de sela com
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energia potencial mais baixa. Quando a corrente aplicada externa é muito alta, (muito
proxima da corrente critica), as fases das duas juncdes estio fortemente acopladas e de-
caem simetricamente, ou seja, a trajetéria 6tima é aquela correspondendo a Y1 = 9. Este
comportamento € analogo ao de um sistema consistindo de um nico grau de liberdade
(rf SQUID). Mediante diminuigdo da corrente externa, pode-se atingir um regime em que
o decaimento deixa de ser simétrico, ¢ as fases decaem independentemente. Este é o que
denominamos “regime de separagio do instanton”. A bifurcacio do instanton ocasiona
um aumento relativo da taxa de decaimento.

E interessante observar que uma bifurcacio estatica do ponto de sela também ocorre
no regime classico (altas temperaturas). De fato, resultados experimentais obtidos por
Lefevre-Seguin et al [15] comprovam o aumento relativo da taxa de decaimento térmico
num dc SQUID mediante diminui¢io da corrente externa. No regime quantico, a bi-
furcagdo € dinadmica e ocorre mesmo a valores de correntes mais altas. Para uma dada
corrente, o decaimento classico ainda ocorre através de um tinico ponto de sela, enquanto
que a baixas temperaturas o instanton se separa. Este resultado, ou seja, o fato do
fenémeno quantico se “antecipar” ao fenémeno cléssico era esperado: em muitos outros
casos tal comportamento também pode ser observado.

Consideremos um exemplo bem simples, uma particula puntual num potencial periédico
inclinado. Aumentando a inclinagio do potencial, reduzimos a altura da barreira ao
redor da particula, e atingimos o valor critico quando a barreira de potencial se anula.
No entanto, ao levarmos em conta efeitos quanticos, observamos que para uma barreira
finita de altura Up tal que Uy ~ hwy (wo denota a frequéncia de pequenas oscilagées ao
redor do minimo meta-estével) a barreira “efetiva” sentida pela particula sera nula. Este
efeito também pode ser verificado em sistemas mais complexos: a diminuicdo quéintica
da barreira de potencial leva, por ex., a uma reducio do valor da corrente critica de
“depinning” de vértices em supercondutores do tipo II [16].

Apds termos estudado o fendmeno de tunelamento quantico macroscopico num dc

SQUID, que é equivalente a um sistema de duas particulas interagentes, nés nos con-
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sagramos a analise de tal fenémeno num sistema consistindo de infinitas particulas inte-
ragentes, ou seja, uma corda elastica. Tal problema nada mais é do que a versio continua
do problema do dc SQUID, e pode ser realizado em supercondutores do tipo II, com o
tunelamento das linhas de fluxo (vértices).

E bem conhecido que em presenga de um campo magnético externo, um fenémeno
bastante interessante pode ser observado nos supercondutores do tipo II: “linhas” discretas
(vértices), contendo cada uma um quantum de fluxo &, = hc/2e ~ 2.10~7 Gem? penetram
no material, e na auséncia de impurezas, se arranjam formando uma rede triangular (rede
de Abrikosov). Este é a chamada “fase mista” de um supercondutor. O diagrama de fase
H-T {campo-médio) compreende uma fase Meissner caracterizada por completa expulsio
do campo a campos magnéticos I < H¢,, separada da fase mista (ou fase de Schubnikov)
a campos mais altos H > H.,, onde o campo magnético penetra o supercondutor na
forma de vortices. O campo critico inferior He, é determinado pelo comprimento de
penetragao de London A, que é o comprimento determinando a resposta eletromagnética
do supercondutor. Aumentando o campo magnético na fase mista, a densidade de linhas
de fluxo (vértices) aumenta até o ponto em que os niicleos dos vértices se sobrepoem: este
€ o campo critico superior He,. Acima de H¢, o material se torna um metal normal. O
campo critico superior é determinado pelo comprimento de coeréncia ¢ do supercondutor
que representa um outro comprimento de escala fundamental do sistema e determina a
auto-resposta do fluido quantico macroscépico.

Vamos agora nos concentrar nas propriedades dindmicas do sistema de vértices. Apli-
cando uma densidade de corrente externa j através do material na direcio perpendicular
a0 campo magnético B (j L B), os vértices vao se mover devido i forca de Lorentz,
f = j A B/c. Note que supercondutividade longitudinal com j || B produz uma confi-
guragdo com forga nula, a0 menos no sentido termodindmico com j — 0 onde os campos
auto-induzidos podem ser desprezados. A questio crucial é saber se supercondutividade
transversal (j L B) existe no sentido termodinadmico: a dissipagio, e portanto a resisiti-

vidade se anulam no limite j — 0 ou um supercondutor no estado misto acaba sempre
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num estado resistivo?

Em sistemas perfeitamente homogéneos, a forca de Lorentz é apenas contra-balancada
pela forga de fricgdo f = —nv, onde v é a velocidade do sistema de vértices no estado
estacionario, v = j A B/cy. O coeficiente de fricgdo pode ser obtido a partir da analise
dos processos de dissipagdo dentro e ao redor dos nicleos dos vértices (Bardeen-Stephen,
n ~ BHe,/c?pn, onde pp é a resistividade no estado normal (7).

A dissipagao se deve ao aparecimento de um campo elétrico finito E como consequéncia
do movimento do fluxe, E = B A v/c. Uma vez que j e E sio paralelos, a poténcia
P = (jAB)?/c?n = pnj?(B/H.,,) é dissipada no sistema e a propriedade supercondutora
de “fluxo de corrente sem dissipacio” é perdida. Portanto, para j L B a dissipagéo
no material supercondutor é meramente reduzida de B/H,, quando comparada com um
metal normal.

Para reobter um fluxo de corrente sem perdas, temos que “aprisionar” os vértices de
modo que v = 0, a despeito do fato de fi, # 0. Felizmente, na maior parte dos mate-
rials, impurezas ou deslocamentos vio agir como pontos de aprisionamento, competindo
com a forga de Lorentz e evitando o movimento dos vértices. Deste modo, a utiliza¢do
tecnoldgica dos supercondutores do tipo Il pode ser restabelecida.

A obtengdo de um fluxo de corrente sem dissipagdo se torna entio um problema de
otimizacao da forga de aprisionamento fj,, uma vez que a0 aumentarmos a densidade de
corrente j alem de je = cfpin/B os vértices se liberam do aprisionamento e a dissipagio
reaparece. Aqui jc € a densidade de corrente critica de liberagdo (critical depinning current
density), que é sempre limitada pela densidade de corrente de desemparelhamento jo =
cH./3/6wA (depairing current density), determinada pelo campo critico termodinamico
He, 3¢ < Jo.

O regime em que a corrente externa aplicada ao supercondutor é igual ou superior &
corrente critica j. € denominado “Flux Flow Regime”. Neste caso, as barreiras de apri-
sionamento se anulam e os vortices simplesmente fluem através do material. Entretanto,

mesmo para correntes inferiores a j¢, quando ha uma barreira de potencial finita ao redor

-
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dos vdrtices, estes ainda podem se mover. Neste caso as linhas de fluxo podem saltar
sobre a barreira de potencial impulsionadas por flutuacées térmicas, bem como tunelar
sob a barreira devido a flutuagbes quanticas. Este fendmeno é conhecido como “Flux
Creep” e serd extensivamente estudado ao longo deste trabalho.

Como mencionamos anteriormente, os vértices sdo aprisionados por defeitos, impurezas,
ou deslocamentos ocorrendo no material supercondutor. Isto ocorre porque nos defeitos hi
uma supressdo do parametro de ordem supercondutor, e como o vértice é uma excitacio
topolégica do material onde o pariametro de ordem também se anula, é energeticamente
favoravel para o material combinar estes dois elementos. Em 1973 Larkin e Qvchinnikov
propuseram a teoria do aprisionamento coletivo (Collective Pinning Theory) para explicar
o fendmeno do aprisionamento de vértices por defeitos puntuais. Esta teoria afirma que
um pedago L, de um tnico vértice é aprisionado pela acio coletiva de varios defeitos
puntuais. L. é denominado “comprimento de aprisionamento coletivo”: cada segmento
L é aprisionado independentemente dos outros segmentos e compete como um todo com
a for¢a de Lorentz.

Um mecanismo de aprisionamento de vértices mais efetivo do que aquele gerado por
defeitos puntuais € obtido a partir de sitios de aprisionamento estendidos (extended pin-
ning sites), tais como precipitados ou “grain boundaries” ocorrendo em supercondutores
convencionais. No caso dos supercondutores de alta temperatura critica podemos citar
como exemplo os “twin boundaries” ocorrendo em YBCO. Recentemente, novas técnicas
tem sido utilizadas visando impedir o0 movimento dos vértices. Um exemplo bastante
eficaz € a introdugdo artificial de defeitos colunares no material. Mediante irradiacdo do
supercondutor com ions pesados altamente energéticos, pode-se gerar trilhos no material,
que aprisionam fortemente os vértices, levando a um considerivel aumento do valor da
densidade de corrente critica j,.

Ha também um outro exemplo de aprisionamento extensivo forte que pode ser encon-
trado nos supercondutores de alta T. Estes materiais tem uma estrutura em camadas,

onde planos supercondutores de CuQ séo separados por regides relativamente isolantes.
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Mediante aplicacdo de um campo magnético paralelo as camadas, os vortices serdo in-
trinsecamente aprisionados entre os planos de CuQ, uma vez que a distancia d entre estes
planos tem a mesma ordem de grandeza que o diametro £ dos vértices. Este mecanismo
é denominado “aprisionamento intrinseco de vortices em supercondutores de alta T,” e é
0 mecanismo de aprisionamento tratado neste trabalho.

O salto de vértices devido & ativagdo térmica (Thermal Flux Creep) é bem conhecido
desde o trabalho de Kim e Anderson nos anos sessenta. Entretanto, resultados experi-
mentais recentes indicam que a baixas temperaturas o fendmeno de “creep” resulta do
tunelamento dos vértices sob a barreira de potencial [18, 19, 20, 21, 22, 23, 24, 25, 26).
O tunelamento quantico de vdrtices foi observado a temperaturas de milikelvin em varios
materiais, tais como nos supercondutores organicos, nos “heavy fermions”, e também nos
supercondutores de alta temperatura critica. Estimativas dimensionais foram elaboradas
por Blatter, Geshkenbein e Vinokur para descrever o salto quantico de vértices em super-
condutores de alta-T, dentro do formalismo da teoria de aprisionamento coletivo fraco {27].
Os resultados tedricos obtidos mostram um bom acordo com os resultados experimentais.
Entretanto, para este caso de aprisionamento por defeitos puntuais, uma teoria formal
nao pode ser estabelecida, devido ao caréter aleatério do potencial de aprisionamento (os
defeitos puntuais estdo aleatoriamente distribuidos no material).

O movimento de uma linha de fluxo intrinsecamente aprisionada entre os planos de
CuO num supercondutor de alta-T, foi considerado por Ivlev, Ovchinnikov e Thompson
(28], e a temperatura de cruzamento separando os regimes classico (térmico) e quantico
foi determinada no limite super-amortecido. Aqui nés também consideramos o caso de
aprisionamento intrinseco, porém de uma forma mais geral que em [28]: Nés calculamos
as taxas de decaimento e a forma dos niicleos criticos descrevendo a transicido do estado
meta-estavel em todo o intervalo de temperaturas e incluimos os trés tipos de dinamica:
massiva, dissipativa e Hall [29]. Os calculos foram feitos para o caso especifico de um
potencial periédico ligeiramente inclinado (pequena forca externa) onde a “aproximagao

de paredes finas” (thin wall approximation) pode ser aplicada.
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Além disso, um outro ponto fundamental foi considerado; a campos magnéticos fracos,
poucos vortices penetram o supercondutor, e a interagdo entre eles pode ser negligenciada.
Entretanto, a partir de valores intermediarios de campo magnético os vortices comegam
a interagir entre si. O processo elementar produzindo salto de linhas de fluxo, entdo,
envolve o movimento de um feixe de vdrtices através das camadas supercondutoras, e
ndo mais o deslocamento de um udnico vértice. Dentro do modelo acima descrito, este
fenomeno corresponde ao movimento de um objeto bidimensional (planar) ou tridimen-
sional (volumétrico), dependendo do tamanho relativo entre o feixe de vértices ativado e a
amostra supercondutora. Assim, o ultimo tépico que ndés desenvolvemos é a generalizagao
do problema de tunelamento a partir de uma corda a um objeto de maiores dimensdes,
como uma superficie eldstica (2D) ou um volume (3D).

Este trabalho esta organizado da seguinte maneira: no primeiro capitulo, nés aplicamos
a teoria de tunelamento quantico macroscopico a um sistema consistindo de dois graus de
liberdade acoplados {dc SQUID). No segundo capitulo estendemos a teoria para o caso
de uma corda elastica, que contém infinitos graus de liberdade interagentes (vértice) e
representa a versao continua do problema do dc SQUID. Finalmente, no terceiro capitulo,
generalizamos a teoria de tunelamento de uma corda elastica para o caso de variedades
elasticas N-dimensionais, € descrevemos a dindmica de vértices em supercondutores do
tipo II na presenca de um campo magnético arbitrario. Posteriormente apresentamos as

conclusbes oriundas deste trabalho.
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II. TUNELAMENTO QUANTICO MACROSCOPICO
NUM dc SQUID: SEPARACAO DO INSTANTON

1. INTRODUCAO

Neste capftulo estamos interessados em estudar a dinimica quéintica de um s -.ema
que € equivalente ao problema de duas particulas interagentes, 7. e., o decaimento de um
estado meta-estivel num dc SQUID. O dispositivo contém duas juncdes Josephson (JI),
0 que o torna um interessante sistema modelo, uma vez que ele vai além de um tinico grau
de liberdade. Sob condigdes bem definidas, este sistema desenvolve uma instabilidade
onde a agdo se torna extrema ao longo de duas trajetérias préximas. Tal separacio do
instanton faz as duas fases decairem assimetricamente e influencia fortemente o valor da,
taxa de decaimento.

O tunelamento quantico macroscépico (MQT) de um dc SQUID com uma indutancia
muito pequena ou com correntes fluindo nas duas juncdes aproximadamente em fase foi
considerado anteriormente por Chen [30]. Em ambos os casos, apenas a solugio de um
Unico instanton aparece. Ivlev e Ovchinnikov [31] calcularam a separacéo do instanton
num dc SQUID para o caso sub-amortecido. Aqui nés nos concentramos nos efeitos de
dissipa¢do e estudamos o processo de decaimento no limite super-amortecido, segundo o
modelo de Caldeira-Leggett [14].

Nos consideramos o decaimento de um estado meta-estavel em um dec SQUID consistindo
de duas jungdes Josephson idénticas dispostas simetricamente num anel supercondutor
e conectadas com o mundo externo por dois fios condutores (Fig. 1). O dispositivo é
submetido a um regime aproximadamente critico, i. €., a corrente I;,i = 1,2, em cada
ramo ¢ escolhida para ser ligeiramente inferior a corrente critica I,. A corrente critica
numa juncao Josephson ¢ simplesmente a mixima corrente que pode ser transportada
pelos pares de Cooper. Quando a corrente excede este valor maximo, uma voltagem finita
aparece através da jungio, indicando que a corrente adi.ciona,l tem que ser carregada por

quasi-particulas.
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O sistema em estudo desenvolve um comportamento muito interessante: mediante al-
teragOes dos parametro externos, tais como corrente I = Iy + I9 ou temperatura T, vérias
situages fisicamente diferentes podem ser realizadas. A altas temperaturas e correntes,
o sistema estd no regime classico e decai por energia de ativagio através de um tnico
ponto de sela. Reduzindo a corrente, uma nova fase surge a I = I.5 onde o ponto de
sela se separa em dois outros, com energia mais baixa, e a probabilidade de decaimento
do processo térmico aumenta. Por outro lado, se a corrente é mantida constante e a
temperatura é reduzida, o sistema entra no regime quéantico e diferentes regides podem
ser atingidas: Para correntes muito altas, o acoplamento entre as duas JJ é forte e ambas
as fases decaem simetricamente (\nico instanton). Para correntes mais baixas, o acopla-
mento se torna mais fraco e o decaimento deixa de ser siméirico. Neste caso, dois canais
de decaimento localizados proximos tornam-se viaveis, 1. e., o instanton se separa em dois.
A bifurcacdo da trajetdria reduz a agio e consequentemente, a taxa de decaimento deter-
minada pela solugdo de separacdo do instanton é maior do que a taxa obtida para o dnico
instanton no mesmo intervalo de temperatura e corrente. O fenémeno de separacido do
instanton ocorre a correntes mais altas do que Igg, ¢. €., na regifo onde o regime classico
¢ ainda governado por um tnico ponto de sela. Para correntes ainda menores I < I5 o
regime quantico naturalmente envolve as trajetérias com dois instantons. Identificando a
acdo com um potencial termodindmico, nés podernos reformular o problema em termos
da teoria de Landau de transi¢des de fase [32]. Baseados nesta teoria, observamos que
a transi¢ao entre a fase com um tnico instanton e a fase com dois instantons pode ser
continua (uma transicio de fase de segunda ordem) ou descontinua (transiciao de fase
de primeira ordem). A ordem da transi¢io depende da corrente externa e da tempera-
tura. Para pequenos valores da corrente externa € préximo & temperatura de cruzamento
para o regime classico Tj, o sistema desenvolve uma transigao de fase de primeira ordem,
enquanto que para temperaturas préximas de zero e correntes mais altas, a transicio é
continua.

\A estrutura deste capitulo é a seguinte: Na secdo 2 nés derivamos e discutimos a acéo
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descrevendo o sistema em questio. Na segio 3 nds calculamos os pontos de sela com
os correspondentes instantons. A taxa de decaimento estd computada na aproximacio
exponencial na secdo 4 e o diagrama de fase para os quatro diferentes regimes (vinico
ponto de sela classico, duplo ponto de sela cléssico, tinico instanton quintico, instantons
separados quanticamente) estd discutido em detalhe. As conclusdes estio apresentadas

na se¢ao 5.

2. ACAO EUCLIDEANA

A agdo Euclideana de um sistema consistindo de duas jun¢des Josephson idénticas aco-

pladas na presenca de uma corrente externa é

Sg = S8; + S; + Sq, (2.1)
onde
/T 2.\? C [ 001\ | [Bp2\?
S; = /0 d‘r{ (ﬂ) 5 [(—37) + (3_1') ] + E;[(1 - cosepq) + (1 — cosy)]
I
- EJgfc‘(_‘F’l +902)} (2.1a)

é a agdo de duas JJs independentes. Estamos considerando a constante de Boltzmann
igual & unidade, kg = 1. O primeiro termo é a energia cinética, onde a capacitincia C
da juncdo representa o papel de ‘massa’ do sistema; ®c = he/2e é o quantum de fluxo;
] e pg sdo as diferengas de fase através das duas juncées, e sio fungoes periédicas do
tempo imagindrio 7 com um periodo £/T. O segundo termo é a energia potencial das
jungdes, Ey = (®o/2m)1;, onde I; é a corrente critica de uma jungio individual. O dltimo
termo representa a forca governadora do sistema, que pode ser externamente controlada
via alteragbes da corrente 1.

A interacdo entre as duas JJs é dada por

hT E2
= J — ©9)? 2.1b

onde L é a indutancia total do anel. A expressio (2.1b) corresponde 2 energia cléssica

de um anel com induténcia total L e encerrando um fluxo &, E = ®2/2L. O valor de &
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¢ determinado a partir da condigdo de que a fase macroscépica da funcdo de onda tenha
valor tnico ao redor do anel. Num dc SQUID a invaridncia de gauge das diferencas de
fase 1 e @9 através das jungGes determina o fluxo @ = ($,/27)(1 — w2) [33].

O ultimo termo na agdo, Sy, é a contribuicdo dissipativa devido ao acoplamento com
o meio. Nos consideramos o sistema Resistively Shunted Junction (RSJ), de modo que
podemos usar o modelo de Caldeira e Leggett para descrever o acoplamento entre as fases

v;,t = 1,2 das jungdes Josephson e o banho térmico,

/T Bw; k/T Suo:
= gei i
et 5 e (32) o (2

i=1,2

sin [%(T —n )] ’ (2.1c)

com 7 denotando o coeficiente de fricgio fenomenoldgico.

A acho (2.1) descreve a situagdo em que o fluxo magnético externo atravessando o anel
do SQUID é nulo. Se o fluxo externo € ndo nulo, mas sim um nimero inteiro de quanta
de fluxo a acdo ainda pode ser escrita na forma (2.1). Para um fluxo externo arbitrario
o SQUID adquire uma assimetria efetiva. Entretanto, nossos resultados sio gerais e a

separagdo do instanton ocorre em qualquer caso.

O termo oscilatério cosenoidal e o termo controlador (proporcional a I/1.), ambos
em (2.1a), combinados com o potencial de interagdo em (2.1b) déo origem ao potencial
periddico inclinado (washboard potential), que é mostrado na Fig. 2a. Os minimos estio
localizados ao longo da diagonal ¢1 = @2 e uma ilustragio é dada na Fig. 2b, onde
as linhas eqliipotenciais estdo representadas. Experimentalmente, tunelamento quantico
macroscopico € estudado a valores de correntes préximas da critica, i. e, 21, — I << I,
quando a barreira de potencial efetiva se torna pequena. Neste limite a energia potencial

pode ser aproximada por uma forma ciibica. Introduzindo as varidveis adimensionais

o1ty T 2 _P1— 92 _ j@L-1)
p= 3 +e+3 e g= 3 com €= —Ic

e medindo 7 em unidades de 7o = 27T/k (porém retendo a notagio original 7) podemos
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reescrever a agdo Euclideana como (desprezando um termo constante)
T G (8p\? G [8q)\?
se=o [ ar{Z(%) +5 (5) +V(p,0)
T -
____@/ dq-l—ln sm(T 21—1)1

w1y Ot on
T dq g T—T1)
_ A dry —- _
rTgBr_/ 31'1 tn Sm( 2 )I}’ (22)
onde o potencial efetivo é
2_ 13y, o 3 9
Vie,g) = {9 —5p" | +¢°(1 + @) — 5pg”. (2.3)

Na equagio acima introduzimos a massa adimensional G = 872CE JT2 JeI?k2, a unidade
de agdo g = 9AE Je3 /87T, e a temperatura de cruzamento Ty = heE;/27n, bem como o

importante parametro controlador

2 2
o= — com 8= ( K)LIC
i

O pardmetro g é suposto ser grande o suficiente para nos permitir tratar o problema
na aproximacao semiclassica, g/ 3 1, € pequeno o suficiente para reduzir a barreira de
modo gue tunelamento quantico possa ser observado (note que ¢ é um parimetro pequeno,
uma vez que estamos considerando correntes externas I préximas de 2I;). O pardmetro «
controla a interagio entre as fases @1 e 9. E importante notar que o limite de pequenas
indutdncias L (pequeno #) [30] é diferente do limite de pequeno ¢ considerado neste
trabalho. Embora os dois parametros aparegam na expressio para o de uma maneira
equivalente, o pardmetro g também contém um fator €2 e assim as duas quantidades L e e
representam papéis diversos. Isto pode ser claramente visualizado mediante inspecio das
equagdes (2.1a) e (2.1b): de fato, o limite de pequenas indutancias L — 0 enfatiza o termo
quadratico nas fases, enquanto que alteragdes da corrente externa I (e consequentemente
de ¢) afetam o termo linear nas fases. Isto nos permite conduzir o sistema a uma situagio
onde o instanton se separa, em contraste corn [30].

Vamos agora analisar mais cuidadosamente o potencial V(p,q). A figura 3 mostra o seu

comportamento para diferentes valores de . Para & < 1 (pequenas correntes ), hi um
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minimo absoluto a p1 = g1 = 0. Um maximo absoluto ocorre a py = 4/3,¢9 = 0, e dois
pontos de sela aparecem a pg 4 = 2(1 + )/3,q34 = +2v1 = a?/3 [veja Fig. 3(a)]. No
valor critico @ = 1, os pontos 3 e 4 convergem no ponto 2, que se torna o novo e nico
ponto de sela no regime a > 1 [Fig. 3(b)]. A partir destas consideragoes estdticas poder-
se-ia esperar que para grandes o uma tnica solugdo instanton (dindmica) é desenvolvida,
enquanto que para pequenos o duas solugdes separadas com ¢{z) # 0 deveriam ocorrer.
Acontece que um tal tipo de separagdo do instanton de fato ocorre, entretanto, o valor
critico de a depende da temperatura T e a.(Ty) = 1 apenas na temperatura de cruzamento
Ty onde a dindmica se torna classica. A forma exata da linha critica ac{T') serd obtida

na proxima segdo.
3. PONTOS DE SELA E SEPARAGAO DO INSTANTON

O préximo passo é procurar as trajetdrias que extremizam a agdo (2). Isto foi feito
por Ivlev e Ovchinnikov [31] para o caso sem dissipacio, com n = 0. Aqui nds estamos
interessados no limite oposto, onde a dissipagéo é muito forte, n/% > 1. A seguir nés des-
prezaremos os termos cinéticos na equagio (2.1), supondo que eles sio muito menores do
que os termos dissipativos (regime super-amortecido). Aplicando o principio variacional

a agao nos obtemos as equagdes de movimento classicas para tempos imaginarios

3, 3, T [T . & (r—n
—gpy o222 2 [0y " .
LAY By f_,, Mo '\ 727 /> (242)
T T Jdq T—T]
-~2(1 = — d ] .
(1 4+ a)g+3pg T /_ _dng cot( 5 ) (2.4b)

A equagio (2.4b) pode ser trivialmente satisfeita assumindo ¢(r) = go(r) = 0. Neste
caso o presente problema se reduz aquele de uma dnica jungdo Josephson, i. e., um grau
de liberdade (p) interage com um banho térmico a temperatura finita 7. A solucio da
equagdo remanescente (instanton) foi obtida por Larkin e Ovchinnikov [10]. Ela é dada

por }

po(r) = = (3)2 . , (25)

3\ 2
l1—costq4fl — (-E)
Ts




onde
hEj
2rn

Tp = ——=¢(1) | (2.6)

é a temperatura de cruzamento separando o regime cldssico do quantico [10]. Inserindo

70, go de volta na equacgio (2.2) nés obtemos a acdo

2
So = 4rne(I) [1 _L (%) ] @2.7)

A seguir, nds investigaremos a possibilidade de que as equagdes dindmicas (2.4a) e (2.4b)
desenvolvam uma segunda solugdo que reduza ainda mais a acéo (2.2). Em particular,
nés procuramos uma solucio p, g que se bifurque a partir da solugio py, gg a algum valor
critico do parametro dindmico a. Definindo p(7) = pg(7) +5(7) e ¢(r) = go(7) + 4(7) nés

podemos reescrever a a¢do na forma compacta
T . . T 3qg [T
S=So+5—'/ dr[c}Q&-}-ﬁPﬁ]—g/ drﬁ3—-—g/ dr 532, (2.8)
2 ) . 2 ) . 2 J .

onde introduzimos os dois operadores

. 428 T (7 r—n\ 8
P= =2 — t —_— 2.
5p Poste 3po(T) + aTo ). dr co ( 5 ) o (2.9a)
e
2
Q= 5 f = P + 2. (2.9b)
Jq Po,qo

Usando a técnica desenvolvida por Callan e Coleman [2, 3], nés sabemos que o operador
P tem ndo apenas um autovalor zero (modo translacional), mas também um negativo
(modo instavel), o qual é responsivel pela parte imaginiria na energia e assim, pela
taxa de decaimento finita do estado meta-estavel. A partir das equagdes (2.9a) e (2.9b)
nés imediatamente vemos que o valor do pardmetro o representa um papel critico neste
problema. Para grandes a, o espectro de () é definido positivo e todos os modos-q sdo
estaveis. Reduzindo a (e.g., via redugio de I) o mais baixo autovalor de () pode se tornar
negativo e um modo instavel ¢ se desenvolve. O valor de a onde esta instabilidade ocorre

pela primeira vez é definido como o valor critico a;. Assim, a adigdo de 2a, ao operador
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P desloca o autovalor negativo para zero. Para o > «, apenas P tem um autovalor
negativo e a acdo é extrema para a trajetdria [pg(r), go(7)]. Por outro lado, para a < a. o
operador ) também adquire um autovalor negativo,2(a — a¢) < 0, e um modo ‘perigoso’
¢ desenvolvido. Como consequéncia, o unico instanton presente para a > a. se separara
em dois instantons para a < Qg.

Em termos dos operadores (2.9a) e (2.9b) as equagdes de movimento (2.4a) and (2.4b)

podem ser escritas na forma equivalente

5: _ 3.2 3.9

Pp=12 25 :
p=33"+50, (2.10a)
Qi =354 (2.10b)

Nossa tarefa agora é determinar as correcdes p e § para a < & Em primeira ordem

podemos considerar que p = 0 e que § é a solucao do problema de autovalores (linear)

Q4 = 0. (2.11)

Resolvendo (2.11) nés imediatamente obtemos ¢ parametro critico o onde o espectro de
Q val a zero, Q(ac)QI = 0. Aqui ¢; denota a autofuncédo de Q pertencendo ao autovalor
mais baixo 2(a — ag), i. €., Qq1 = 2(a — ae)q].

Expandindo §¢(7) em série de Fourier
fr)= Y Cpe'™ (2.12)

e lembrando que [34]

cot ( = 7'1); 2 mé sin [m(r - )], (2.13)

nos obtemos a seguinte equagdo para os coeficientes de Fourier Cy,,

T,
|n|Cn+(1+a)TOC =2 ) Cpetim=nl, (2.14)
m=—00
onde
1. (To+T
b= ln (Tg h T) . (2.15)



Usando o Ansatz

Cn = Be™Ml(A 4 [a)), (2.16)
(A, B constantes) é ficil verificar que nés obtemos uma solugio se as condiges

aTy

A=
T.

T 2
e —a2+a+1—(~—) =0 - .17)
Ty

forem satisfeitas. Uma vez que (2.14) é linear em Cp, a amplitude total B nio pode ser
obtida neste estigio, mas tem que ser determinada levando-se em conta termos de ordens
mais altas em (2.102) e (2.10b). A equagio (2.17) define o parametro critico ae(T) abaixo

do qual o mais baixo autovalor de ¢} se torna negativo,

2
1 ) T
Qe = 5 + Z - (“TE) . (2.18)

Note que nos calculos acima nés determinamos simultaneamente a autofungio g; (2)
correspondendo ao autovalor negativo 2(a — a;) de Q na regido o < ag, bem como
a aproximac¢do de ordem mais baixa (}'(0)(7') para a solucdo de separacdo do instanton

g(r) # 0 surgindo abaixo de a,

O'.’cTO

i) = §O() = Ba(r)=B ¥ e—blnf( <

+ |n[) e"7, (2.19)
n=—oo
A condigdo (2.17) relaciona a corrente I com a temperatura T e assim determina a
temperatura critica Ts(a) abaixo da qual os dois instantons (pg, +Bgq;) ocorrem. Como
no regime classico, podemos ver que esta bifurcagio aparece na regiso a < ac, . €., no
regime de baixas correntes. Nesta regido, a solugdo simétrica [go(7) = 0] ainda é vilida.
Entretanto, pode ser facilmente verificado que a substituigio das solugées +Bg(r) na
agdo (2.2) resulta numa agéo inferior aquela obtida com gg(r) = 0.
Usando a teoria de Landau de transiges de fase [32], podemos tratar a acio como sendo

o potencial termodinamico do sistema e assim podemos determinar o diagrama de fase

da temperatura e corrente em termos das varidveis adimensionais

w

2,2 2
s €“B (2I. - A 1
= = . .20

-
il
o3
5|
<

T e ¢
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O diagrama de fases compreende quatro fases, veja a Fig. 4. Consideremos inicialmente
a regido de grandes correntes, ¢ < 1. A altas temperaturas § > 6y e altas correntes (¢
muito pequeno) o sistema se comporta classicamente e o processo de decaimento ocorre
através de um tnico ponto de sela. Ao transpor a fronteira 8y = /i (lembre-se que
Ty = heEj/2mn) nés entramos no regime quantico caracterizado pela solu¢io de um
lnico instanton. Reduzindo a corrente I para uma temperatura fixa T, ou reduzindo a
temperatura para uma corrente fixa nés finalmente cruzamos a linha critica 82 = (+4/7—1
[veja (2.17)] e atingimos a fase de separagdo do instanton. No entanto, se ao invés disto
o sistema for mantido no regime (ie altas temperaturas e a corrente for reduzida, uma
nova fase cldssica surgird a ¢ = 1 onde o ponto de sela se separa em dois (veja também
Fig. 3). Reduzindo a temperatura para um valor fixo de corrente na regido : > 1 o
sistema entra no regime quantico caracterizado pela solugio duplo-instanton. A linha de
cruzamento g separando o regime cléssico com dois pontos de sela do regime quéntico
com dois instantons pode ser determinada a partir da curvatura do potencial no ponto de
sela (veja Eq. (3.29), e lembre-se que para o presente caso ¢; = 0). A partir da equagio
de movimento escrita em termos das frequéncias de Matsubara wy, = 27nT/k obtemos

Ty V()

= —— 1 2.

onde (8%V/8pr?)|s é a segunda derivada do potencial ao longo da linha de maior declive
(steepest descent) do ponto de sela (p’ e ¢' sdo as duas dire¢des principais ortogonais no

ponto de sela). A temperatura de cruzamento y(¢) é entao dada por

bo(2) = % (1+v&—3). (2.22)

Portanto o ponto §(¢ = 1) = 1 é um ponto de cruzamento entre os regimes tinico/duplo e
clissico/quantico. Embora a fase com duplo-instanton aparega também para ¢ > 1, nés
estamos interessados na separacio do instanton, que ocorre apenas na regiao ¢+ < 1. A
Seguir nos restringir.emos nossa analise a esta regifo. A taxa de tunelamento quantico

para os dois casos @ > a¢ e & < a. serd discutida na préxima secio.
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4. TAXA DE TUNELAMENTO E DIAGRAMA DE FASE

Na secdo precedente nds calculamos a corregio 6(0)(7) para go(7) = 0 correspondendo a
trajetéria minimizando a ago na regido o < ac. Substituindo (2.19) em (2.8), lembrando
que na presente aproximacio $ = 0, e usando que Qg = 2(a — a¢)qq nés obtemos a forma
quadritica

S = 5y + g(a — ac)dl, (2.23)

onde

r
c% = B? dr q%(r)

-7
e Sp € dado por (2.7).

A este ponto, nés fomos capazes de resolver o problema nas duas regiées a < ac e
@ > ac. Entretanto, devemos lembrar que a constante B na equagio (2.19) é ainda
desconhecida. Além disso, no regime critico o autovalor 2(a — a¢) do modo ‘perigoso’
(modo de frequéncia negativa) é pequeno e nio mais é suficiente considerar apenas desvios
quadriticos a partir da trajetéria cldssica. Ambos os problemas sio solucionados ao
levarmos em conta corregdes de ordem mais alta, o que faremos a seguir. A partir da
teoria de Landau de transigbes de fase, com ¢ representando o papel de pardmetro de
ordem, sabemos que préximo ao ponto critico, onde o coeficiente do termo quadratico
se anula, a expansdo da energia livre deve também conter um termo de quarta ordem.

Assim, a acdo deveria ser da forma
S=S5+¢g(c- pzc)cl2 + géer?, (2.24)

onde § é um coeficiente a ser determinado mediante consideracio de correcoes de ordem
mais alta na expansdo da agdo. Neste caso, os dois problemas de autovalores para Pe (@}

tornam-se acoplados e temos que resolver as equagdes nio homogéneas

.3
p= =47 (2.25a)
2
Qae)d = —2(a — ac)i + 354, (2.25b)



onde o termo de ordem mais alta o $2 em (2.25a) foi desprezado [veja (2.10a)]. A solugao
da equacdo homogénea para Q(ac) é @'(0). Quando a é reduzido a valores inferiores ao
valor critico a. a solugio § = 6(0) é ligeiramente destorcida e assim adotamos o Ansatz
§ =40 + (), Substituindo este Ansatz em (2.25b), desprezando ¢(1) no lado direito

da equagdo, multiplicando a expressao toda por 5(0), e integrando, nds obtemos

3 ]_ 7; dr 5(7) g3(r) = 2(a — a¢) T (1), (2.26)

-
que é uma expressido muito ttil, relacionando a fungio desconhecida $(7) ao bem conhecido
modo ‘perigoso’ q1(). Inserindo (2.25a), (2.25b), e (2.26) em (2.8) e desprezando o termo

proporcional a #° nés finalmente obtemos a seguinte expressdo para a acao,

T
S =8+ g-(a - ac)Bzf dr ¢3(r). (2.27)

-

Comparando com a equagdo (2.24) minimizada com relagio a cy,

_ 2
S=Sp— 3(—“46—““), (2.28)

observamos que podemos exprimir o importante pardmetro ¢ através da norma v =
fI. dr q%('r) da autofuncdo ¢ e da amplitude B,

Qe — &
= 2.2

2v B? (2.29)

O 1ltimo passo é determinar a amplitude B. A partir de (2.25a) podemos inferir que
B(r) = B%(r), onde ((7) é a fungfio obedecendo b seguinte equagio integral nio ho-

mogeénea

T (= 0 T — 3
[2 — 3po(7)]¢(7) + o dr| 351 cot ( 5 T‘) = 5q%(r). (2.30)

Usando (2.26) podemos facilmente verificar que

_2V

B? =
Jv

(o — ac), (2.31)

onde v = [T _dr q%(‘r) ¢(7). Substituindo agora (2.31) em (2.29) obtemos a expressio

para o parametro d,
v

§= ——s.
42

(2.32)

30



Resta determinar a fungdo ((7). Note que tomando & = 0 em (2.4b) obtemos a equagéo
homogénea correspondendo a (2.30). Seguindo os mesmos passos que fizemos para deter-

minar q1 (), obtemos uma equagio para os coeficientes de Fourier (y,

o0
. " 3
A+t =2y 37 metIm = 25y, (2.33)
m=—o0
ondet=T/Tj e
s bad o o
C — —
Sn=3 Ciln—g= Y (T+ |k|) (T+ |n—k|)e blkl+n—kD (2.34)
k=—o00 k=—o0

Esta equagao pode ser resolvida analiticamente em dois limites, T' = Ty e T & 0. Préximo
de Tp, temos ¢ = 1 e a¢ =~ 1 [veja (2.18)]. Considerando apenas os trés principais termos
nas séries (2.33) e (2.34) nds obtemos apds alguma algebra § = —(9/327), o que caracteriza
um transicdo de fase .de primeira ordem, uma vez que § < 0. Por outro lado, vizinho ao
zero absoluto, T' & 0, t|n| pode ser tratada como uma. varidvel continua z. Neste limite

b=t [veja (2.15)] e a equagéo a ser resolvida adquire a forma

+lai) -2 [~ ayiet=3r [Z araereme o

—o0 -00
onde {(z) é uma funcio continua correspondendo aos coeficientes de Fourier discretos (.
Neste caso, o valor de ¢ é positivo e entdo caracteriza uma transicio de fase de segunda
ordem. Segue que uma temperatura T} deveria existir onde §(T) = 0. T3, entdo
corresponde a um ponto tri-critico no qual as curvas de transi¢io de fase de primeira e
segunda ordem se encontram. Abaixo de T}, § é positivo e a transigéo é suave ao variarmos
a de e < o para o > ¢, correspondendo a uma transigio de fase de segunda ordem.
Por outro lado, acima de Ty, a transico é abrupta, § < 0, e corresponde a uma transigdo
de fase de primeira ordem. A partir do resultado obtido para o caso sub-amortecido
[31], onde o diagrama de fase tem as mesmas caracteristicas que as apresentadas aqui,
esperamos que a temperatura tri-critica T}, deva ser muito préxima da temperatura de
cruzamento Ty. Portanto podemos expandir §(¢) em série de Taylor ao redor do valor
t=1,
a6

5() =8(1)+ 5|, _ (t~1), (2.36)
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e calcular o valor de ¢ para o qual §(¢) = 0. Apds um tedioso (embora simples) calculo,
obtemos que a temperatura tri-critica Ty, = 0.97 Tj.

Estamos agora aptos a determinar o comportamento da taxa de decaimento como fungao
de temperatura e corrente nos regimes cldssico e quantico. A taxa de decaimento classico
¢ dada pela lei de Arrhenius,

Ty e EDIT, (2.37)

onde T é a temperatura e E(I) é a energia de ativagio, que € determinada pelo extremo da
energia livre em (2.1) como fungéo de (p,¢). Na regido de altas correntes (¢ < 1) a energia
de ativagio Es(I) = 4E;e3(I)/3, enquanto que na regifio de baixas correntes (+ > 1) os
dois pontos de sela se separam e a energia de ativagio se torna Eg(I) = E;e3(1)(2 +
3a — a3)/3. Na regido ¢ < 1, quando T se reduz a valores abaixo da temperatura de
cruzamento Tj(I) o sistema entra no regime quantico € a taxa de decaimento adquire a

forma

Ty o e~ So(LT)/A (2.38)

onde So(I,T) = 4xne2(I)[1 - TQ/ST[?] € a acdo calculada para a solucdo de tnico-
instanton. A T = T os resultados classico e quintico coincidem. Para sistemas con-
sistindo de um tnico grau de liberdade a relaxagdo no regime quintico é inteiramente
descrita pela equagdo (2.38). A saturacdo da taxa de decaimento a baixas temperaturas
como obtida em (2.37) e (2.38) estd em completo acordo com as observagdes experimentais
em um rf SQUID (7, 8]. No nosso modelo, que contém dois graus de liberdade acoplados, o
regime quéantico ¢ descrito pela equagio (2.38) somente até a temperatura Ts(J). Abaixo
de T5(I) o instanton se separa como consequéncia do desenvolvimento de um novo modo
instavel. Para ¢ > 0 a taxa de decaimento pode ser obtida mediante integracio do modo

‘perigoso’,

I, o oS0/ ] % oy emtla—adeHI/h o ~[Somgla—al)/43)/8 (2.39)

—-00
onde usamos (2.28) para obter esta expressio. Comparagio dos resultados (2.38) e (2.39)

mostra que 's > ['g e assim a separagdo do instanton leva a um aumento relativo da
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taxa de decaimento. Para ¢ negativo, um termo proporcional a c(f deve ser considerado
na agdo, i. €., o termo proporcional a $° deveria ser retido na equacio (2.8) de modo a
fornecer uma descricdo completa.

Definindo novas varidveis adimensionais para o logaritmo da taxa de decaimento T

T (2.40)

e usando as variaveis definidas em (2.20), § (relacionada com a temperatura T') e ¢ (rela-
cionada & diferenga entre a corrente externa [ e a corrente critica do sistema, 21, podemos

reescrever as taxas de decaimento numa forma mais simples, (lembre-se que ¢ < 1)

2&3/2
ot ==, (2.41a)
ag =3¢ — 62, (2.41b)
o5 = 30 — 6% — k%(4, 0), (2.41c)

onde «%(1,8) = 382kg(a— a.)?/64nnS. Note que a é uma funcéo de ¢, e a, e § s3o fungdes
de ambos, ¢ e 8.

Vamos agora analisar os resultados (2.41) em detalhe (Figs. 4, 5, ¢ 6). Para comegai,
mantemos a corrente (¢) fixa e discutimos a dependéncia funcional ¢(0), veja Fig. 5. Para
uma corrente alta (¢; = 0.20, lembre-se que altas correntes correpondem a pequenos ¢)
e a altas temperaturas, o sistema decai segundo (2.41a), oy « 1/6. Mediante reducio
da temperatura, o sistema entra no regime quantico a 0((]1) = 0.45 e relaxa de acordo
com (2.41b), o9 ~ const. — #2. Para altas correntes externas o acoplamento entre as
duas fase no SQUID é mais efetivo e elas decaem simetricamente. Reduzindo a corrente
externa (¢g = 0.64), o sistema decai por ativacio térmica a altas temperaturas, entra
no regime quantico descrito pelo 1inico-instanton a 982) = (.8, e entdo atinge uma nova
fase no regime quéntico a 95;2) = 0.66 (veja também Fig. 4), onde o instanton se separa
e a taxa de decaimento I'; é maior do que o valor I'y obtido para a solucio de iinico

instanton [veja equacio (2.41c)]. A transigio a 0..(32) é suave, como numa transicio de fase
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de segunda ordem. Se a corrente externa é reduzida ainda mais, (¢3 = 0.96), o sistema se
comporta da mesma maneira, exceto por uma abrupta variagio da agio (correspondendo
a uma transicdo de fase de primeira ordem) quando a regido de separagdo do instanton
é atingida. O comportamento do sistema a temperaturas fixas e correntes varidveis esta
ilustrado na Fig. 6. A transi¢do de fase de segunda ordem para a regido de separacio
do instanton é provavelmente dificil de ser experimentalmente observada. Entretanto,
a descontinuidade na taxa de decaimento ocorrendo para ¢3 = 0.96 na Fig. 5 e para

62 = 0.95 na Fig. 6 € um sinal do ‘onset’ da separagao do instanton.

5. CONCLUSOES

Neste capitulo, a taxa de decaimento de um estado meta-estavel carregando corrente
num dc SQUID foi estudada no limite super-amortecido. Este sistema compreendendo
dois graus de liberdade quanticos macroscdpicos acoplados apresenta um comportamento
muito mais interessante do que o de um sistema com um unico grau de liberdade. Além da
temperatura de cruzamento 0y(¢), que também existe no caso de um sistema constituido de
um iinico grau de liberdade e que indica o aparecimento de uma trajetéria nao trivial em
tempo imaginario, uma temperatura critica adicional surge no presente sistema, indicando
uma, alteragdo qualitativa da natureza do processo de tunelamento.

Considerando o problema em termos da teoria de transicées de fase de Landau, um
diagrama de fase relacionando a temperatura IT' e a corrente externa [ foi construido.
Quatro fases distintas foram encontradas, dependendo dos valores dos pardmetros exter-
nos (temperatura e corrente), que influenciam a forma do potencial. A altas temperaturas,
o decaimento do estado meta-estavel é devido a ativagdo térmica e o sistema se comporta
classicamente. Neste regime a taxa de decaimento é dada pela bem conhecida lei de
Arrhenius. Dependendo do valor da corrente externa, duas situagdes diferentes podem
ser realizadas no limite classico. A altas temperaturas 8(¢) > 8g(:) e altas correntes ¢ < 1
o sistema escapa através de um unico ponto de sela, enquanto que para correntes mais
baixas (¢ > 1) o ponto de sela se separa em dois. Para ¢ < 1, mediante diminuigéo da tem-

peratura, na regiao 8(¢) < 8p(¢) o sistema decai devido ao tunelamento quantico através
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da barreira. O regime quantico ¢ caracterizado por duas regides diferentes: Para corren-
tes externas / suficientemente altas (pequenos ¢) e para temperaturas T suficientemente
altas, 7. e., na regido 05(¢) < 6(v) < Op(¢), as fases @] e @9 nas duas juncdes Joseph-
son estao fortemente correlacionadas e decaem simetricamente. Este comportamento é o
mesmo que o de um sistema constituido de um tnico grau de liberdade, acoplado ac meio
que o cerca. Sua dindmica é descrita pela solugdo de tinico-instanton, a qual foi discutida
previamente por Larkin e Ovchinnikov [10] para o caso fortemente amortecido. Abaixo da
linha critica 8(¢) o instanton se separa e duas trajetérias extremas degeneradas aparecem.
Neste regime as duas fases estdo apenas fracamente correlacionadas e elas decaem de uma
maneira assimétrica. Nés calculamos analiticamente a soluciio de separagéo do instanton
correspondendo ao comportamento quantico na regido 8(¢) < f5(¢). Surpreendentemente,
a solugdo para o caso super-amortecido tem uma forma muito simples, em contraste com
as fungdes elipticas obtidas no caso sub-amortecido [31]. A separacio do instanton reduz
significantemente a diminui¢io da taxa de tunelamento no regime quintico. Focalizando
nossa atengao nesta nova linha de transicéo 85(¢), nés observamos que préximo ao regime
critico as flutuagbes do modo correspondendo & transicio entre as duas trajetérias tornam-
se grandes, e requerem um estudo indo além da aproximagio quadritica na agio (neste
caso € necessdrio incluir um termo de quarta-ordem). A baixas temperaturas, a transicio
através da regido critica € suave, andloga a uma transicio de fase de segunda-ordem. Por
outro lado, a temperaturas préximas da temperatura de cruzamento fg(¢) que separa o
regime classico do quantico, a separagéo do instanton é abrupta, como numa transigio
de fase de primeira-ordem. Acima e préximo do ponto tri-critico #*, onde as transigdes
de fase de primeira e segunda ordem convergem, o modo ’perigoso’ flutua tio fortemente,
que corregdes de sexta-ordem devem ser incluidas na acio.

Seria interessante observar experimentalmente a variacio da taxa de decaimento como
uma fungao da temperatura T e da corrente externa I na regido correspondendo & se-
paragéo do instanton. Na referéncia [35] a taxa de transi¢io do estado de voltagem zero

(minimo meta-estavel) no potencial periédico inclinado de um de¢ SQUID foi medida como
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funcio do fluxo aplicado e da temperatura. Entretanto, os dispositivos usados neste estudo
eram caracterizados por indutincias muito pequenas ( <« 1) e neste caso a separagio do
instanton ndo pode ser observada. A indutadncia L do circuito é dada pelo diametro do
dispositivo, o qual, por sua vez, também determina o nivel do ruide. Como consequéncia,
uma verificagdo experimental do fenémeno de separacdo do instanton requer um disposi-
tivo otimizado com uma indutancia grande o suficiente para tornar o efeito observavel,
mas pequena o suficiente para evitar o problema do ruido. Recentemente, o comporta-
mento de um dc-SQUID no regime classico correspondendo ao desdobramento do ponto de
sela no potencial de uma superficie bidimensional foi observado experimentalmente [15].
Entretanto, no regime quantico ainda nao ha experimentos com a finalidade de observar

a separagdo dindmica do instanton.
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III. SALTOS CLASSICOS E QUANTICOS DE UMA
LINHA DE FLUXO INDIVIDUAL

1. INTRODUCAO

O decaimento de variedades eldsticas de estados meta-estaveis tem sido investigado com
muita atengo nos dltimos tempos (36, 37, 38, 39]. Uma corda eléstica aprisionada num
potencial periédico fornece um modelo para descrever a condugio elétrica em estados
de onda de densidade de carga comensurdvel {38, 39}, deslocacSes em um cristal [40], e
também o movimento de vértices em supercondutores do tipo II [27, 41, 28]. A relaxagio
a partir do mirimo meta-estivel pode proceder via ativagio térmica a altas temperaturas
ou via tunelamento quantico a baixas temperaturas.

O presente capitulo trata os saltos clissicos e quanticos (classical and quantum creep)
de um tnico vértice em um supercondutor em camadas. Um completo entendimento da
dindmica dos vdrtices nos supercondutores de alta temperatura critica é essencial, uma
vez que o movimento dos fluxéides leva a um comportamento resistivo e destréi a principal
caracteristica de um supercondutor, que é a de transportar correntes sem perdas.

Em geral, o movimento do fluxo magnético é ativado pela temperatura. Entretanto,
resultados experimentais recentes mostraram que os vértices podem se mover mesmo a
temperaturas muito baixas devido a efeitos quéanticos [18, 19, 20, 21, 22, 23, 24, 25, 26].
A possibilidade de salto quéntico de vértices num supercondutor sélido (bulk) isotrépico
foi discutida por Blatter, Geshkenbein e Vinokur, no padrio da teoria de aprisionamento
coletivo fraco [27). Eles estimaram dimensionalmente a taxa de salto quintico de vértices
em supercondutores de altas temperaturas com um campo magnético B aplicado paralelo
ao eixo ¢ do cristal. Recentemente, a generalizagio para materiais anisotrépicos e em
camadas foi obtida por Blatter ¢ Geshkenbein [41]. Os principais resultados podem ser
resumidos como segue: para campos magnéticos moderados no limite super-amortecido a
taxa de tunelamento a temperatura zero é determinada pela resisténcia quantica adimen-

sional (e2/R)(pn/!), a qual é particularmente grande para os supercondutores orginicos
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e para os supercondutores de alta temperatura critica. Aqui p, denota a resistividade
no estado normal, e [ representa o comprimento de escala relevante no problema: para o
caso isotrépico, ! = £, o comprimento de coeréncia; para materiais anisotrépicos { = €f,
onde 2 = m/M < 1 é a anisotropia (mgq = my = m, m¢ = M); e para supercondutores
em camadas [ = d, a distancia entre dois planos supercondutores adjacentes.

O movimento de um vértice num supercondutor em camadas (e. g., BigSrpCaCug0g)
com um campo magnético externo B aplicado paralelo ac plano ab do cristal foi cal-
culado por Ivlev, Ovchinnikov, e Thompson {28]. Para o caso de campos magnéticos
fracos, eles estudaram um vértice individual aprisionado pelo potencial periddico entre-
camadas (aprisionamento intrinseco), o qual se torna inclinado mediante a aplicagao de
uma corrente externa j paralela ao plano ab (e também perpendicular a B ). Os efeitos de
dissipacdo foram considerados e a dindmica de um vortice super-amortecido foi descrita a
temperaturas préximas da temperatura de cruzamento T separando os regimes classico
e quantico.

A partir de teorias microscdpicas, Kopnin e Kravtsov mostraram que o movimento
quantico dos vértices em geral é super-amortecido, excegio feita para materiais super-
limpos, onde a dindmica é do tipo Hall [42, 43]. Os trabalhos acima citados [27, 41, 28]
tratam sempre a dindmica de um vortice super-amortecido. Recentemente foi argumen-
tado que supercondutores de alta temperatura critica podem pertencer a uma classe de
materiais muito limpos nos quais o salto quantico de vértices é governado pelo termo Hall
na equagao de movimento [44]. O salto de um vértice tipo panqueca num filme (sistema
puntual, obtido ao aplicar um campo magnético B perpendicular a um filme) incluindo o
termo Hall foi recentemente considerado por Ao e Thouless [45], e também por Stephen
[46].

Neste trabalho nds estudamos a dinidmica de uma linha de vértice intrinsecamente
aprisionada {objeto 1D) incluindo as contribuicdes massiva, dissipativa e Hall. Nés de-
terminamos a temperatura de cruzamento Ty separando os regimes térmico e quantico e

calculamos as taxas de saltos cldssicos e quanticos para sistemas nio-amortecidos (mas-
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sivos), super-amortecidos (dissipativos), e super-limpos (Hall), em todo o intervalo de
temperaturas.

A taxa de decaimento é descrita no regime térmico pela lei de Arrhenius (solugio de
ponto de sela da energia livre [1]), enquanto que no limite quantico ela é determinada pela
solugdo de ponto de sela da acdo Euclideana do processo de tunelamento, 7. e., a agio
calculada para a trajetéria extrema numa formulagio em tempos imagindrios (instanton
ou bounce) [2]. Flutuagbes térmicas e quanticas podem deslocar um pedago do vértice
(corda elastica) para um minimo mais baixo, o qual é favorecido pela forca aplicada
(F e j), i. e., uma bolha (niicleo) contendo dentro de si o estado de energia inferior se
materializa na fase de energia superior . Se o segmento deslocado é demasiado pequeno,
o ganho em energia volumétrica causado pela materializacio da bolha é menor do que a
energia superficial paga para criar a parede, e o nicleo incipiente colapsa. Entretanto,
se o segmento for suficientemente grande, a forga diretora /' predomina e a expansio
do nicleo torna-se energeticamente favoravel. Assim, hd um nicleo critico, que é uma
configuragio pertencendo ao ponto de sela da energia superficial.

A forma do micleo critico descrevendo transicées a partir de um minimo superior para
um minimo inferior foi calculada por Iviev e Melnikov [47] no limite ndo-amortecido
(corda massiva) e por Hida e Eckern [38] no limite super-amortecido e a temperatura
zero. Posteriormente Hida [39] estendeu a teoria para temperaturas finitas e generalizou
os limites ndo-amortecido e super-amortecido para o caso de uma variedade eldstica N-
dimensional. Ao analisarmos uma corda super-amortecida neste trabalho, nés seguimos
um procedimento diferente daquele adotado nas referéncias [38, 39]. Como consequéncia,
uma descri¢do mais detalhada da forma do niicleo descrevendo o processo de decaimento
a temperatura zero é obtida e sua evolugio com a temperatura é discutida. Nossos resul-
tados para a taxa de decaimento quantico concordam completamente com aqueles obtidos
anteriormente por Hida e Eckern [38, 39]. No caso de uma corda eldstica dominada por
uma dinamica do tipo Hall, novos e inesperados resultados foram obtidos: h& uma tempe-

ratura de cruzamento T finita separando os regimes térmico e quéntico que ndo depende
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da massa m ou do coeficiente de dissipagio 5. Este resultado difere do comportamento

de um sistema puntual, para o qual Tj — 0 quando n,/m — 0. Para uma corda elastica,

1

mesmo para = 0 e m = 0 o sistema aproveita os efeitos quinticos abaixo de Ty & aj ",

onde ay é o coeficiente Hall. Além disso, a taxa de tunelamento quantico néo satura a um
valor finito para baixas temperaturas (como ocorre nos casos massivo e dissipativo), mas
se anula seguindo uma lei de Arrhenius, com uma energia de ativagido reduzida devido
aos efeitos quanticos.

A origem do termo Hall pode ser entendida da seguinte maneira: segundo um modelo
fenomenoldgico simples, o vortice tem um miicleo consistindo de elétrons normais, ao redor
do qual as correntes supercondutoras circulam. Nos supercondutores do tipo II, como em
qualquer metal normal, o efeito Hall pode surgir devido a curvatura das trajetdrias dos
elétrons no campo magnético. Além disso, um outrc mecanismo é possivel, i. e., o arras-
tamento dos vértices pelo fluxo do superfluido passante, como ocorre em He superfluido.
Este 1ltimo é o efeito Hall ao qual nos referimos neste trabalho. Consideremos uma linha
de vortice em repouso com relagio ao sistema de referéncia do laboratério. Aplicando um
fluxo de corrente laminar j , o vértice estard sujeito & forca de Lorentz fy, = (®o/c)jA ey,
onde e, é o vetor unitdrio na dire¢io do campo magnético B . Quando a linha de fluxo
comega a se mover, apenas a velocidade relativa ao movimento do condensado contribui

para a forga diretora, e por invaridncia Galileana obtemos

fu = ,as%’—(vs —Vy) Aeg (3.1)
onde p; € a densidade de carga do condensado supercondutor e v e vy sdo respectivamente
as velocidades do condensado e da linha de vértice com respeito ao sistema de coordenadas
do laboratério. A forga (3.1) pode ser derivada a partir de consideracdes termodinimicas
e é conhecida como forga de Magnus. Num sistema perfeito, (3.1) € a unica forga agindo
no vortice. Aplicando uma corrente de transporte j = pgvs ao sistema, o vértice é
simplesmente arrastado junto com fluido de modo que fiy = 0. Na presenca de um

potencial de aprisionamento, o problema torna-se mais complexo e o vértice pode se
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mover ao longo da corrente de transporte, bem como perpendicular & mesma. A parte da
forca de Magnus que depende da velocidade do vértice é o que denominamos forga Hall,
fu = anvy Aeg, onde ay = psPo/c.

A estrutura deste capitulo é a seguinte: na se¢io 2 nés apresentamos a acio descrevendo
um vértice intrinsecamente aprisionado num potencial periédico inclinado (corda elastica
num “washboard potential”). A taxa de decaimento térmico (altas temperaturas) e a
temperatura de cruzamento entre os regimes classico e quantico estio calculados nas
segoes J e 4, respectivamente. Nas se¢des 5, 6 e 7 nos calculamos a forma do micleo critico
descrevendo a transicio do estado meta-estavel e determinamos a taxa de decaimento
quantico para uma corda massiva (5), para uma corda super-amortecida (6), e para uma
corda cuja dinamica é governada pela forca Hall (7). As conclusdes estdo apresentadas

na secao 8.

2. ACAO EUCLIDEANA

Um vortice intrinsecamente aprisionado entre os planos de CuQO pode ser modelado por
uma corda elastica sujeita a um potencial periddico. Aplicando uma corrente externa
J no planc ab dirigida perpendicular ao campo magnético B (e. g., j || ey , B || ez) a
degenerescéncia do potencial € levantada e o vértice pode se mover via ativagio térmica
a altas temperaturas, ou via tunelamento quantico a baixas temperaturas.

No regime térmico (altas temperaturas) a taxa de decaimento de um sistema aprisionado

num minimo meta-estavel é dada pela lei de Arrhenius,
Iy = e_U/Ta (32)

onde T é a temperatura e U é a energia de ativagdo determinada a partir da solugdo de
ponto de sela do funcional energia livre. O pré-fator +; é devido a flutuagées ao redor da
solu¢do extrema. O funcional energia livre descrevendo o movimento de um tnico vértice

num sistema de camadas, na presenca de um termo forcante é

Flu(z)] = [_ o:o dz [Z—' (3—2)2 + V(u)]'- (3.3)
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O primeiro termo na equagéo acima é a energia eldstica da corda, onde u(z) é o vetor des-
locamento, = é a coordenada ao longo da corda, e & é a tensio eldstica. Para deformagdes
perpendiculares ao plano ab, ef = ¢z = {(€0/€), enquanto que para deformagdes no plano
s}l = &y = €o¢ {estamos considerando distorgSes da linha de vértice com comprimento
de onda curto, k ~ 1/L, com £ < L « A. Neste caso podemos desprezar a corregdo
logaritmica In(1/k€) & tensdo elastica dada em (48}, porque ela é de ordem unitéria).
Aqui €0 = (Do/47))? é a principal escala de energia do probiema, e ela determina a
aunto-energia da linha de fluxo. Como sempre, & = he/2e € 0 quantum de fluxoe X é o
comprimento de penetragio planar. Os dxido-supercondutores sdo com grande precisio
materiais uniaxiais (eixo || z). Assim, escothemos mq = my = m, m¢ = M e denotamos a

relagio de anisotropia por &2

=m/M <1, onde my, u = a,b, ¢, denota as massas efetivas
ao longo dos eixos principais do cristal. O segundo termo em (3.3) é o potencial ao qual
o vértice estd sujeito,

V(W) = Uin(us) — £ - 1, (3.4)

onde U, (u,) denota o potencial de aprisionamento produzido pela estrutura periédica,
dos planos de CuO (aprisionamento intrinseco). Considerando um acoplamento Josephson

entre estes planos temos

Uin(uz) = vo [1 — cos (2”;2)] . (3.5)

A energia de acoplamento v, estd relacionada 3 corrente critica de liberagdo (depinning
current jc) e & distincia d entre dois planos adjacentes de CuQ, vo = ®ojed/2me. Apli-
cando uma corrente externa j = jey no supercondutor, o potencial periédico de aprisiona-
mento intrinseco U(u;) serd inclinado devido & forga de Lorentz f;, = (®,/¢)jAez. Quando
a corrente externa j atinge o valor critico j = jo o potencial perde os minimos locais, a
for¢a de Lorentz agindo no vdrtice iguala a forca de aprisionamento ¢ o fluxo comeca a
fluir (Flux Flow Regime). Aqui nés consideramos o caso F = j/j, < 1, quando ha uma
barreira separando diferentes mfnimos e o vértice pode apenas saltar de um minimo para

o outro (Flux Creep Regime). O movimento da linha de fluxo sujeita a um potencial
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V{(u} como dado por (3.4) estd ilustrado na figura 7. H4 dois limites interessantes para
analisar o salto quantico de vértices: préximo ao regime critico (F £ 1) e para inclinacdes
muito pequenas (F < 1). Neste trabalho nds nos concentramos ne 1iltimo caso, quando
dois minimos vizinhos do potencial sio aproximadamente degenerados e a aproximacio
de paredes finas pode ser aplicada [2].

Para descrever fenémenos quanticos precisamos considerar o comportamento dinimice

do sistema. Na aproximacio semicldssica a taxa de decaimento quantico é dada por

onde 7y, € um pré-fator devido a flutuages em torno da trajetdria extrema e § é a solugdo

de ponto de sela (bounce) da agio Euclideana do vértice,

h/2T
Sg(u(z, 7)] = f dr {Tkin[u(z, 7)] + Tois[ulz, 7)] + Tanlu(z, 7)] + Flu(z, )]} .

—K/2T
(3.7)
Aqui o deslocamento u(z, 7) é fungido nio apenas da coordenada  da corda, mas também
do tempo imagindrio . O perfodo do movimento no eixo imaginirio v é A/T (estamos
considerando a constante de Boltzmann kg igual & unidade). O primeiro termo na agio

(3.7) é a energia cinética,

o du 2
Tz, 7)] = 22 ]_ s (5) , (3.7a)

onde my denota a massa do vértice por unidade de comprimento. A massa do vértice
contém dois termos com diferentes origens: eletrénica e eletromagnética. A contribuicéo
eletronica ¢ devido a uma mudanca local na relagio de dispersio deniro do nicleo do
vortice, m, = 2m¢ k%/?rs, onde me é a massa efetiva e % € o vetor de onda de Fermi
ao longo do eixo ¢ do cristal [49]. Além desta contribuigio eletrénica, um segundo termo
de origem eletromagnética mem = (Po/4mef)? contribui para a massa do vértice {50] (£
¢ o comprimento de coeréncia no plano). Tipicamente me 33 mem ¢ a seguir nds consi-

deraremos my o 1. Devido & anisotropia do supercondutor, temos mE = m, = m, /e
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e my = my = mye denotando respectivamente as massas do vdrtice para movimentos
perpendicular e paralelo aos planos de CuQ.

O segundo termo em (3.7) descreve a dissipagio devido & interagdo da corda com o
meio ambiente. Ele foi calculado por Caldeira ¢ Leggett [5, 6] para temperatura zero e
posteriormente foi generalizado por Larkin e Owvchinnikov {10] e por Grabert, Weiss, e
Hanggi [11] para temperaturas finitas. A expressio geral para o termo dissipativo é dada
por

. _om = hj2T 611 Ju _T

onde n; denota o coeficiente de amortecimento. Para um material isotropico ﬁ; pode

(3.7b)

ser estimado através da formula de Bardeen-Stephen, n = @ochfc2pn, onde pn é a

resistividade no estado normal [17]. No caso aqui considerado (anisotrdpico) temos nj- =

e =mfe e '-'?,!'I = Ny = E.

O terceiro termo na agdo {3.7) é o termo Hall,

oy du

Tianla(z,7)] = 5 /_ dz (5; A ez) ‘u, (3.7¢)

onde oy = whns é o coeficiente Hall e ns denota a densidade de elétrons supercondutores.
Este termo acopla os movimentos nas diregbes y e z. O iltimo termo em (3.7) é o funcional
energia livre definido na equacgao (3.3) com u{z) substituido por u(z, 7).

Na préxima se¢io nds consideraremos o problema no regime classico, ou seja, a altas
temperaturas. Nos calcularemos a taxa de decaimento térmico e a seguir, usando ieoria
de perturbagtes, nds determinaremos a temperatura de cruzamento separando os regimes
classico e quéntico.

3. REGIME CLASSICO

Como fol apresentado na secao anterior, a acdo Euclideana descrevendo um vértice -

aprisionado entre os planos de CuO num supercondutor de alta T, é

h’IQT g; [ Ouj 2 mj [ Juj 2
Sl ] = / “’zf B2T {J zy[? (a_) T2 \e ) T (38)

COus MT Bu T ' 8 d
% % f dr 2% 1 lein (355.(1- - n)) H +V(us) + 27 (uy e ;:,) }
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com V_[u,_)

i W
...........

= 2nxT/k, com

W T (3.9)
n(z)+

(3.10)

) =0, (3.11a)

(3.11b)

uintico) o deslo-
. .

135 consideramos
= ser encontrada

e, escrevendo as

(3.12a)

(3.12b)

0) nés podemos

equagao (3.12a)

(3.13)

Uanfuz] - f: U A femperaturas foitas os camnos de deglocamentosgdm 7\ ..

podem ser-expandidos em 'termos das frequéncias de Matsubara wy
n=190,1,23..,
uyl(z, 7} = Z uyn{z)e T uz(z,7) = z uzn(z)e
i 3 ]
e a agao se torna

o h £z duzn dﬂ-z—n Ey d‘uyn de...n
s = dz— cplen TReon |ty Toyn T
Bl vyl [.oo mT;{z dz dr 2 dr ds

i
5 (M + izl uzn(2)zn(2) + (myeis + nylwnuyn(2)uy

Vi) —n + “2—%,, (ttg—n(2)itzn(x) — uz_n(:c)uyn(x)]}.

As equagOes de movimento correspondentes na notagio de Matsubara

d%y
N 7+ mzwptizn(2) + Nzlwnluz(2) + V/(uz)-n — cawntiyn(a
d2u
_.Ey dxyn -+ myw:‘:uyn(x) + nyleIUyn(.’L') + aﬂ'wnuzn(-’ﬂ) = (.

Acima de Ty (temperatura de ;:ruzamento entre os regimes classico e ¢
camento nio depende do tempo imagindrio 1, @. €., uz{z,7) = uznlz) (
apenas o termo n = { nas séries (3.9)). Assim, a solugao térmica pod
tomando wn = 0 nas equagdes (3.11a) e (3.11b), ou equivalentemen

equacdes de Euler-Lagrange para o funcional energia livre (3.3),

d2
- duzﬂ + Vr(uzu) []
d2u
Ey d;c = .

No limite de forga externa muito pequena (§ < je, ou F = j/j. —
considerar numa primeira aproximagio V/(u;) & Ui,/ (uz). Neste caso :
se torna

d2u®

u
—€z dz ;0 + Uin (“E’:On]) 0.
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Multiplicando pelo modo translacional (dull)/ dz) e integrando sobre z nds obtemos

2
£ du'®
-éi ( d:’) = Upn(uly (3.14)
A solugédo de (3.14) para o potencial (3.5) é
2d -
uf.f},)(x) = — arctan [exp (_3:)] . (3.15)
T Io

onde zo = (d/2m)+/e2/vo. A partir da equacio (3.12b) nés imediatamente obtemos
uya{z) = 0. (3.16)

Substituindo a solucdo de ponto de sela (3.15) e (3.16) na energia livre (3.3) nés determi-

namos a energia de ativagao

d
U= 8_ ExVa, (3.17)
T

que € o bem conhecido resultado obtido por Bitttiker e Landauer [37]. O mesmo valor
pode ser encontrado substituindo (3.15) e (3.16) na agdo (3.10) e considerando wp = 0,
uma vez que a T = T temos S(Tp)/k = U/Ty.

4. CRUZAMENTO ENTRE OS REGIMES CLASSICO E QUANTICO

Agora noés pretendemos usar teoria de perturbagbes ao redor da solugio térmica e assim
obter a temperatura de cruzamento a partir da qual o sistema entra no regime quantico.
Ligeiramente abaixo de Tj nos podemos considerar apenas o primeiro harménico de

Fourier nas séries (3.9), e negligenciar os outros, que sio de ordem inferior. Definindo

tz1(x) = ¥(€) € uy(z) = p(z) nés temos
uz{,T) = uzg(z) + ¥{z)e~ ™17 (3.18a)
uy(@, 7) = uyo(z) + plz)e ™17, (3.18b)

onde w, = 2xTy/k. Considerando apenas os termos com n = 0,1 nas equagtes de movi-
mento (3.11a} e (3.11b), expandindo V() ao redor de uly, e usando (3.12a) e (3.12b)

nos obtemos
L™, 200 Nz wr uzg )¥(z) — aguwp(z) = 0, (3.19a)
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d?
-—-syﬁ—f’; + mywlzt,o(:c) + ylwn fo(z) + agwip(z) = 0. (3.19b)

Nosso objetivo agora é resolver estas duas equagdes diferenciais acopladas. Efetuando

uma transformacao de Fourier

P(z) = /_ Z dkp(k)e ™2 o olz) = f_ O:o dk (k) e (3.20)

e substituindo (3.20) em (3.19b} temos a relacio

t'01

p(k) = —an »(k), (3.21}

que pode ser facilmente integrada dando

- o0 2
w(z) = o / da'(2 Y exp (_\/mywl :qylwl“x - m'|) . {3.22)
- ¥

24/ ey(mywi + nylw:])

Finalmente, substituindo (3.22) em (3.19a) obtemos

d2
dr

2. .2 oo 2
YW / dz' (") exp (_\/my“-‘x + nylu | o — xfl) — 0.
2y/ey(mywi + pylun[) /—o0 y (3.23)

Nosso objetivo € calcular o autovalor w,, € assim determinar a temperatura de cruzamento

f + mawitp(z) + nefwl() + V(ul)p(z)+

—Ez

Ty. Para tanto, vamos considerar os segiintes casos:

4.1. Caso Puramente Massivo
No limite ndo amortecido, 5, =5y = 0, @y = 0 e o problema se torna semelhante a um

problema de autovalores (eqitagio tipo Schrédinger),

&2
~e, =0 1 ahhm(z) 4 VY (uzolim() = O, (3.24)
onde o autovalor a = maw?. E fAcil verificar que
2
VI(uld) = U"(ul) = 4% |1 - —5—r ], 3.25
() = V") = 7 |1~ ot (3.29
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onde ¥ = /e;/%o. Além disso, sabemos que se uly é solugio de (3.13) entio o modo

translacional du’y /dz é solucdo da segunda derivada variacional

d [ du$) d
—r— ( 220 ) U () —=2 G =0. (3.26)

dr? \ dr dx

4

Assim obtemos que a;, = 0 € um autovalor da equagio (3.24), com a autofungio corres-

pondente dada por
duly d 1

dr 7z cosh(z/zo)

O(z) = (3.27)

Se nos agora levarmos em conta um valor de F' pequeno, mas nio nulo, o potencial V"(u(z':}))
tem que ser substituido por ¥ {u,y) que néo mais tem apenas um pogo centrado no zero,
mas dois pocos centrados em —R e R. Neste caso a distincia 2R entre os dois kinks é
2R ~ dIn(1/F) (veja o apéndice A) e o autovalor al é proporcional & separagio entre os

niveis no potencial com pog¢o duple. Este problema foi resolvido por Ivlev e Melnikov [47]

Flueef
i) — /"T el 3.28
0 2mud2jc ( }

4.2. Caso Puramente Dissipativo

e a solucio é:

No limite super-amortecido m, = my = 0, ag = 0 e a equagio (3.23) pode ser reescrita

COINo

d ”b”( ) + a%n(2) + V(g )in(e) = 0, (3.29)

onde af = Rz lwy|. A partir do resultado nao amortecido podemos facilmente inferir que

no caso puramente dissipativo a temperatura de cruzamento é

hveej
T = L2 3.30
0 dz’?i.}'c ( )
e a autofun¢éo correspondente é dada por
¥nlz) = ¥z + B) — (e — B) - 1. (3.31)

4.3. Caso Massivo e Dissipativo
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Neste caso ag = 0 e a equagio (3.23) se torna
&%y 2 1 (0)
—Ezm + mpwi () + e [Pz} + V' (ugg)9(z) = 0. (3.32)

O problema é semelhante aos anteriores (casos puramente massivo e puramente dissipa-

tivo), com um autovalor a:‘:w = myw? + 5w, e a temperatura de cruzamento é

83 '
o ). o

Tomando os limites (5;/my) — 0 ou (my/n) = 0 na equagdo (3.33) obtemos, respectiva-

h

47111y

{mm) __
TO —

mente, os resultados (3.28) ou (3.30).

4.4. Caso Dissipativo e Hall
Ao incluirmos o termo Hall, o problema nio mais se resume a resolver uma equagio do
tipo Schrédinger, mas torna-se wm pouco mais complexo, devido ac aparecimento de um

termo nao local. Considerando m; = my = 0 em (3.23) temos
2

— .2t neklla) + V() +

crHu f dz'p(z’) ex gl 1 =
p —jz—2'|| =0. (3.34)
2‘\,‘ Ey(ﬂylwl Ey

Vamos comegar reescrevendo (3.34) numa forma mais simples. Definindo os parimetros

a? = qgilwn|/eq e & = ag/n; temos
2,¢, 2,3 :
—= +aPp(a) + V' (ule) + T " daly(a)em =, (3.35)
—oo
onde V"(uly) = (1/e)V"(u$Y). Para calcular o autovalor neste £as0, Vammos usar os

resuitado obtidos no limite super-amortecido (caso dissipativo). Multiplicando a equacio
(3.35) pela autofungdo ¢m(z) dada por (3.31), integrando sobre x ¢ usando (3.29) nés

obtemos (apds efetuar uma integragio por partes)

a2qd

(a® - ) /:o detpy(z)p(z) + Ta © " dr (o) f_ : da’ p(z') e~ = 0, (3.36)

com &2 = ag fez = mlwg'?) |/n1- O problema pode ser resolvido exatamente se substituirmos

V"(u$)) por um potencial delta. Este procedimento leva a uma melhor compreensio
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do problema e mostra que a principal contribuicio de ¢(z) vem da regido assintética.
Portanto, o nosso préximo objetivo é determinar o comportamento assintético de ¢(z).
No espago de Fourier a equagao (3.35) se torna

~2 4

(xﬁ a4 4%t k;"' _faz) p(k) = f dE S W (k- ¥) (3.37)

onde ¥ = 4/,/gz = 1/zo e V(k) é a transformada de Fourier de V{z) = v2— V" (), (veja
(3.25)). Para z 3> R, V(z) ~ 0 e o lado direito de (3.37) se anula. Vamos agora adotar o
seguinte Ansatz: vamos assumir que &%¢* < 1 e ¢ <« 1. Neste caso nés observamos que

hé dois valores de k que satisfazem a equagdo homogénea correspondendo a (3.37):
k=irq, k=ikg

com
&a?

K1 =% e Ko = aqfl 4+ ~ a. (3.38)

72

Como zo7v ~ 1 e zoa € 1, a forma assintética de {z) para z > R é

duzo(z — R)

- — e ra® (3.39)

P(z) =

onde €' é uma constante a ser determinada. Substituindo (3.39) em (3.35), desprezando

termos proporcionais a a¢® e &2a?, e usando (3.26) nés obtemos depois de alguma algebra

a exXpressao

x 5 2
— C —Kpx _+_a,2 3 d— 02_52_2_ 8% +G%e—n2x =0, (3_40)
f€2 — 52 —4a
que determina a constante C,
& d(x2 — a?) _ d&a’ 3.41)
K2 ’T'\/"_YE +afa? '
Portanto temos que a autofuncdo () no caso dissipativo e Hall é dada por
d d(k3 —a?) _,
= —_ —HKad
¥ie) 7o cosh{(z — R)/zo] Kg ¢ ’ z> k. (3.42)
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Substituindo agora (3.42) em (3.36) ¢ usando que

o0 oo 5 4d2"y
| detaon@r~ [ detplo? = 5 5.49)
obtemos
2~2 3
af _gt=_Tee (3.44)

/12 + &2a?
Diferentes situacdes podem ser realizadas, dependendo dos valores de & e F.

i) Para sistemas fortemente amortecidos, quando & < 1/F4 nés obtemos a2 = &

= b2

Ty F/2.

ii} Para casos intermedidrios, quando 1/F/* « & « 1/F temos a? = (y3F/x&?)%/3,

14i) Para sistemas governados por uma dinimica do tipo Hall, quando & > 1 /F nés
obtemos a2 = v2F/xé.

Para todos os casos obtivemos ¢ « F <€ 1, que é compativel com o Ansatz adotado.
Lembrando que a? = 2rnTynr{€; podemos resumir os resultados obtidos para a temperatura

de cruzamento dimensional T como

2

Thveg F Ny
Th = = —— 43
Q Jry) TH’ CEH{FI‘H (34 )

1/3
_ 2hves [amF? I m

Ip= §7 ( e 3 Fi/d Koy < I3 (3.46)

_ 2hvee F m
T(] = d2 ;, g = 'j:'- (3.47)

4.5. Caso Massivo, Dissipativo e Hall para uma Particula
No caso de um sisterna puntual (particula) tomamos o limite de ¢, ey — 0 na equagdo
(3.23) e obtemos

adu?

Mot P(2) + pzon [$(2) + V' (uzo)b(z) + ¥(z} =0, (3.48)

my‘-’-"’? + iy lwn |

uma vez que limy_,q e~lz=2'1 = (21)é(z — ). O potencial Vp"(120) para a particula
pode ser facilmente obtido, basta considerarmos £, = 0 em (3.12a) para concluirmos que

V' (uze) = —vo(2x fdY2/1 = FZ,
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Consideremos agora n; = 7y = 0 em (3.48). Neste caso o problema torna-se o de
uma particula massiva num potencial efetivo que € renormalizado devido ao termo Hall,
Ver = V3" (uz0) + af fmy.

Por outro lado, a0 considerarmos o limite dissipativo mais Hall na equagio (3.48) (m, =
my = 0), vemos que o termo Hall renormaliza o coeficiente de dissipagdo,

2

Loy
Nef = Nz + —=. (3.49)
Ny

Neste caso a temperatura de cruzamento entre os regimes cldssico e quintico é dada por

—ﬁ-vrp"(u:u) 271'551?0\1‘ 1-F
0= =
2r(n: +odfny) 2y + ok /m)

(3.50)

e no limite de 7y — 0 vemos que Ty —+ 0, em contraste com (3.47), onde a temperatura
de cruzamento T independe de n; no limite de dissipacio fraca e portanto permanece
finita mesmo quando o coeficiente de friccio se anula. Este é um resultado interessante,
que mostra que para uma corda eldstica governada por uma dinimica do tipo Hall efeitos
quanticos se tornam relevantes a temperaturas T < Ty o 1/a, enquanto que para uma

particula Hall a dnica possibilidade de ‘creep’ é através de ativacao térmica.

4.8. Autofuncoes

Uma vez que calculamos os autovalores w; e obtivemos a temperatura de cruzamento
entre os regimes classico e quintico para diversos casos, péssa.remos 5 analise das auto-
funges correspondentes. Na figura 8 exibimos o comportamento de metade da bounce
(a outra metade é simétrica) para uma corda elastica nos regimes cldssico e quantico. A

altas temperaturas a bounce é puramente estatica e é dada por

uz(z) = um(z — R) = %amtan {exp ~ (m — R)] ,  £>0 (3.51)

Xy

(veja Eq. (3.15) e lembre-se que como estamos considerando F finito a solugio tem ndo
mais um kink centrado no zero, mas dois kinks centrados em —R e R, onde R ~ In{1/F).
A temperaturas mais baixas T < T o sistema entra no regime quantico e a solugio

térmica é alterada. Ligeiramente abaixo de Tj podemos considerar apenas a contribuigio
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do primeiro harménico na expansio em séries de u ()}, e os resultados sio os seguintes: no
caso puramente dissipativo a bounce ¢ dada por uy(2) = uz(x — R)+¢®(z — R) cos(w, 1)

(veja equagéio (3.27)) e nos instantes 7 = 0, 7 /w, temos

uz(z) = i—d {a.rctan [exp— (’” ;R)] + 2; p—E 1_ e } . z>R. (3.52)

Ao incluirmos o termo Hall a solugio se altera e a bounce adquire uma longa cauda que

decresce exponencialmente, u(z) = uzo{z — R) + [z — R) — Ce—"27] cos(w;7), veja

(3.39). A r =0,x/w, a bounce se torna

W () = id{ arctan [ exp— (:c ;OR)]
: [21 cosh(z - RB)fze) 2(@: ag)e_m] } (3:53)

onde kg = a\/l + afa?22/m? e o = ;F/ay (veja secio 2.4.4., caso i)}

Posteriormente voltaremos a discutir este exético comportamento (longa cauda) apre-
sentado pela bounce quando a dindmica Hall é considerada. A seguir, passaremos ao
célculo da taxa de decaimento no limite quantico. Para tanto, iniciaremos com o caso mais
simples possivel, o salto de uma corda nio-amortecida, visando introduzir o formalismo e
melhor entender o comportamento dinimico de uma corda nos limites super-amortecido

e Hall, que 530 relevantes para descrever o movimento dos vértices.

5. CORDA MASSIVA NO LIMITE QUANTICO

5.1. Tunelamento a temperatura zero
No caso puramente massivo os termos dissipativo (3.7b) e Hall (3.7c) podem ser des-
prezados. Neste caso o movimento é unidimensional, u = u, = u. A seguir, mediremos

u, 2, e 7, respectivamente em unidades de

d d 53: mz
Ho =5 FeT v 7 Zn \/ (3.54)

mas reteremos a notagao inicial. Podemos entdo reescrever a agio (3.7) em termos das

variaveis adimensionais u, 2, and 7 como

subte=s [T e [ L2 3 (2) ev] . s
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onde

Vi{u)=—cosu— Fu+1, (3.55a)

€ 0= ToZTolo = (d/?w)zm € um parametro semicldssico o qual é suposte ser grande
{g > R). A for¢a adimensional ' = (d/2%xu5)|fL| = j/jc € a temperatura adimensional
T = Tro/h. A dinamica de uma corda massiva num potencial periddico ligeiramente
inclinado foi considerada por Ivlev e Melnikov [47] e por Hida {39]. Aqui nés repeti-
mos brevemente os calculos para o caso especifico de um potencial cosenoidal visando
dar uma completa descricdo do problema e também para simplificar as comparagdes com
os resultados obtides posteriormente no limite super-amortecido. A fim de simplificar o
problema, consideremos apenas dois minimos do potencial cosenoidal inclinado e denomi-
nemos ¥ = ) o minimo superior e © = 27 o mintmo inferior. Nosso objetivo é encontrar a
trajetoria u(z, 7) que extremiza a acdo (3.55), i. e., calcular a estrutura do niicleo critico
descrevendo o salto do vortice a partir de u = 0 para u = 27.

Aplicando o principio variacional a agao (3.55) obtemos a equagio de movimento classica
para tempos imaginarios

Oy O

W+@—sinu+F=0. (3.56)

A trajetdria u(x, ) deve satisfazer a condicido de contorno periddica

Ou(x,T)

5 =0. (3.57)

r=0,41/2T

Vamos comegar estudando o movimento a temperatura zero (T = ). Neste limite o
perfodo + é infinito e a condi¢do de contorno (3.57) nao interfere na solu¢io do problema.

Podemos reescrever a equacéo (3.56) em coordenadas polares como

Py 1du
T T Hnu= - F. (3.58)

onde 2 = z2 + 72, veja Fig. 9a. O lado esquerdo da equagio acima determina as ca-
racteristicas microscépicas da solucio, 4. e., hd uma solugio tipo soliton definindo um

kink, ou uma parede, se o problema for em mais do que uma dimensio. Por outro lado, o
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lado direito determina as caracteristicas macroscépicas da solugdo, i. e., ele define o rajo
critico R do niicleo e assim ele fixa a posigio da parede. Vamos assumir que o lado direito
da equagio (3.58) possa inicialmente ser desprezado. A solugio da equacio homogénea

resultante fornece a estrutura da parede,

2
du
(E) = 2(~ cos u + 1), (3.59)

onde w = r — R and R denota a posicdo da parede. Integrando a Eq. (3.59) obtemos
4o = 4arctan{exp[—(r — R)]}. (3.60)

O préximo passo € considerar o lado direito da Eq. (3.58) visando determinar R. Expan-
dindo u = #g + 1), 1y <K %, desprezando u, no lado direito da Fq. (3.58), multiplicando

pelo modo translacional (du,/dr) e integrando nds obtemos

oo d? (du, dug o0 dug\ [1 [ dug ]
,/0 dr By {m (F) — CO3 Uy (?)} = —L dr (:E) [; (E) + F ’ (361)

onde o primeiro termo do lade esquerdo da Eq. (3.61) foi obtido mediante dupla inte-
gracido por partes. Além disto, sabemos que se up é a soluglio que extremiza a agio
(085%/du|u=u; = 0), entdo o modo translacional dug/dr é a solugio da segunda equagio
variacional (628g/8u?|y=y,(dus/dr) = 0]. Assim o lado esquerdo da Eq. (3.61) se anula e

nds obtemos a posi¢do da parede K, que é idéntica ao ralo critico do micleo,

o)
R=—. 3.62
F 352)

O coeficiente de tensio linear oy da parede pode ser computado com a ajuda da Eq. (3.59),

2
_ Lo fdu, 1 2 AT =) 4
a = o A dr (?) = g/g dug /2(1 — cosuy) = pe (3.63)

Inserindo R de voita na equagio de movimento (3.58) e lembrando que (1/r)du/dr escala
como (1/R)d/wo, onde wo é a espessura da parede, concluimos que o lado direito da
equagio (3.58) ¢ proporcional a F', e assim o nosso esquema de aproximagcio (thin wall

approximation) é consistente pata pequenas inclinagdes F' < 1.
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O raio R do niicleo também pode ser determinado por um procedimento alternativo:
Para cada valor fixo de R, a equagéo (3.59) determina o minimo da acao. A substituicio

da equagdo (3.59) na agio (3.55) reescrita em coordenadas polares fornece
S(R) = 2rg(2royR — n FR?) (3.64)

e o raio critico R corresponde a0 maximo desta expressio, uma vez que estamos procu-
rando a solugio de ponto de sela. Extremizando a acio (3.64) o valor obtido em (3.62)
¢ recobrado. Finalmente, substituindo o raio critico B (3.62) e o coeficiente de tensio

linear o (3.63) na acdo (3.64) obtemos a solugio desejada
5=— (3.65)

Eq. (3.65) fornece a acio governando o processo de decaimento de uma corda nio amorte-
cida no regime quéntico a temperatura zero, Posteriormente retornaremos a esta, eXpressio
para compari-la com os resultados obtidos no limite super-amortecido.

O caso quantico unidimensional (corda eldstica) a T = 0 pode ser mapeado no caso
classico bidimensional (superficie eléstica) se a massa m é substituida pela constante
elastica £z, com 7 representando o papel da segunda coordenada. Assim, em analogia com
processos de nucleagio de fisica estatistica classica podemos dizer que na aproximacio de
paredes finas a bounce parece uma grande bolha esférica bidimensional de rajo B com uma
fina parede separando o minimo inferior dentre do minimo superior fora (veja Fig. 17).
5.2, Tunelamento Quintico Termicamente Assistido

A temperatura zero o periodo da bounce ¢ infinito e o nicleo tern wma forma, circular,
simétrica com relacdo a # e a 7 (Fig. 9a). Se a temperatura & finita, ¢ periodo da bounce
€ 1/T, e o papel representado pela condicio de contorno (3.57) torna-se essencial. A
andlise acima descrita permanece vilida a temperaturas néo nulas, mas muito pequenas
T < 1/2R. Neste caso hé apenas poucos niicleos (aproximacao do gas diluido) [2], eles
néo interferem e o resultado obtido a T = 0 pode ser aplicado (Fig. 9b). Aumentando

a temperatura, o periodo da bounce é reduzido, e quando a temperatura atinge o valor
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critico T* correspondendo a R = 1 /2T™* os niicleos comegam a interferir e o comporta-
mento muda drasticamente (Fig. 9¢). Para 7' > T* a corda ultrapassa a barreira devido

aos mecanismos de ativagio e tunelamento combinados. Assim

T*_WF

2 (3.66)

[veja (3.62) e (3.63)] é a temperatura de cruzamento separando o regime de tunelamento
puramente quantico do regime de tunelamento quantico térmicamente assistido.
Vamos considerar agora o processo de decaimento a temperaturas T > T*. Levando em

conta Eq. (3.64) podemos expressar a agio na forma mais geral
S = 2rg(eyl — FA), {(3.67)

onde ! é o perfmetro e A & a 4rea do micleo (veja Fig. 92). Expressando a posicio da
parede z como uma fungéo de 7 podemos reescrever a Eq. (3.67) como

12T 1/2T
S = 4mg [] Ldrof{e, W1+ 2 - F L dr :B] , (3.68)
1/2T

- —1/2T1
onde o fator 2 surge devido a forma simétrica (z — —z) do micleo. No caso presente
(limite ndo amortecido) o coeficiente de tensdo linear oy(z,7) é uma constante [veja
Eq. (3.63)]. A equagio de movimento toma a forma

3/2

d2z dz\ 2
R—5+ [1 + (5) ] =0 (3.69)

e a fungdo z(7) satisfazendo a equacao diferencial acima é

2(r) = const. + VR% — 12 — \/ R2 — (1/2T)2. (3.70)

A solugéo (3.70) € um pedago do arco obtido anteriormente, ou seja, ela é simplesmente a
solugao circular obiida a temperatura zero restrita pela periodicidade ao longo do eixo-t
(veja Fig. 9d). A constante na equagio (3.70) é escolhida para ser igual a zero visando
minimizar a drea do nicleo, e assim maximizar a acao (lembre-se que estamos procurando

a solugédo de ponto de sela da acao).
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A substituigdo de (3.70) em (3.68) fornece a agao

o7 1/2
g Amgeg? ) F + F ) F (3.71)
= arcsin = = |1~ | —= , .
F 204T 20T 20T

que descreve o processo de decaimento no regime de tunelamento quintico termicamente

assistido.

5.3. Regime Térmico

A altas temperaturas um novo regime é atingido onde a corda ulirapassa a barreira toda
devido A ativagio térmica. A temperatura critica f"g separando o regime de tunelamento
quantico termicamente assistido do regime de ativagio puramente térmica foi calculada

na se¢do anterior e para o presente caso € (veja {3.28))

) 1/ FA\Y2 L

Acima de T}y a taxa de decaimento depende da relagio entre a energia de ativagio U
{que é determinada pela solugic de ponto de sela da energia livre (3.3), veja [47]) e a

temperatura dimensional T,
U  dwob 168

e (3.73)

onde # = (d/27)/Ezve. A equagdo (3.73) pode ser reescrita em termos da temperatura

adimensional T = T'ro/# = T'g/h¥ (como definida anteriormente) e obtemos

U 16¢g
- = —, 3.74
T AT ' (8.74)

5.4, Resumo

A forma dos nicleos criticos descrevendo o processo de decaimento em todo o intervalo
de temperaturas estd exibido na Fig. 9. A temperatura zero o nicleo é circular com um
raio proporcional ao inverso da corrente externa (R « 1/F), veja Fig. 9a. A forma da
bolha é aproximadamente constante até a temperatura de cruzamento T* separando o
regime puramente quantico do regime de tunelamento quéa:_ltico termicamente assistido

(Figs. 9b e 9¢). Acima de T* o papel representado pela condi¢do de contorno torna-se
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essencial e a forma do micleo ¢ dada por um pedago do circulo obtide a T = 0, i. e.,
ela é nada mais do que a solugho a temperatura zero restrita pela condicio de contorno
(Fig. 9d). A temperaturas ainda mais altas, as paredes do niicleo critico tornam-se mais
e mais paralelas ao eixo 7, e finalmente acima de 7)) a dependéncia em 7 desaparece {as
paredes tornam-se verticais, veja Fig. 9e). Entretanto, devido ao aumento da temperatura
o nicleo encolhe e em torno de T = T} ele j4 estd tio pequeno que a aproximacao de
paredes finas deixa de ser vilida (o raio do nicleo torna-se comparivel & espessura da
parede).

Nés calculamos a agde minima descrevendo o processo de tunelamento a temperatura
zero, que é véilido até T = T*, e também a solugdo a temperaturas intermedidrias. Acima
de Ty o processo de decaimento é determinado pela energia de ativagio. Com a ajuda de
(3.63) e (3.66) a taxa de decaimento para uma corda sub-amortecida pode ser resumida

COTIOD
S 32g  4mg
h RE KT

0T g T (3.75a)

BT Ir
- 2
S 16 =%gF? 16g 1 {1 . ..
"‘“"]JJP —_— = - - = —_ = —_— -_— ) T*{T'(T, 3.75
R RT T uani’ AT 6 0 (375c)
U 16g P

~1 —_——= T2> .75d
nT o 7= Z Ty, (3.75d)

onde (3.75b) e (3.75c) foram obtidas a partir da Eq. (3.71) calculada nos limites respec-
tivamente indicados. Note que em (3.75d) 7' é a variavel adimensional, enquanto que T
denota a temperatura real. O logaritmo da taxa de decaimento na aproximacio exponen-
cial estd mostrado na Fig. 10 como fungdo da temperatura. A solugdo a temperatura zero

€ vélida até a temperatura de cruzamento T*, com corregdes exponencialmente pequenas
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( exp(—Ffiwp/2T), onde wy denota a frequéncia de pequenas oscilagbes da coordenada
coletiva ao redor do minimo meta-estdvel [11}). Neste intervalo de temperatura o movi-
mento se deve basicamente a puro tunelamento quintico. Aumentando a temperatura
uma nova fase é atingida a T* onde o estado meta-estivel decai devido a processos combi-
nados de ativacio térmica e tunelamento quintico. Ligeiramente acima de T* a dinidmica
é sobretude quéntica, com uma pequena corregio devido a ativagio térmica [segundo
termo na Eq. (3.75b), que é proporcional a (1 — T*/T)3/2]. A temperaturas mais altas
a principal contribuicao para a agio vem da ativagdo térmica e o tunelamento quintico
fornece uma pequena corregio a agio [que é proporcional a (T*/T)2, para T* < T, veja
Eq. (3.75¢)]. Finalmente, a temperaturas acima de g os efeitos quanticos se anulam € a

corda ultrapassa a barreira devido apenas a ativagio térmica.

6. CORDA SUPER-AMORTECIDA NO LIMITE QUANTICO

6.1. Tunelamento a Temperatura Zero

Para sistemas fortemente amortecidos os termos cinético e Hall na agdo (3.7) sio muito
menores do que o dissipativo (Tkin < Tpis» THan € TDis), € assim devemos levar em
conta (3.7b) e desprezar (3.7a) e (3.7c). Vamos comecar considerando o limite T = 0.
A aclo descrevendo uma corda super-amortecida num potencial periddico inclinado a

{emperatura zero tem a forma

a 1é
SE[‘“"T]—gf dm] dT[ (32) —ﬂa—j/ dT1—111|T“T1|+V(u)
(3.76)

onde agora o tempo imagindrio r é medido em unidades de
To = (dfzﬂ')z?}zfl’o (3.77)

¢ 0 pardmetro semicldssico se torna g = ToZove = 72(d/27)3+/2;/vo. O potencial V{u) é
o mesmo como definido na Eq. (3.55a). A equagdo de movimento correspondendo a (3.76)
é

f d‘rl 31‘1 o Tl) —sinu+ F =0(. (3.78)
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Nés resolveremos a equagio acima na aproximacio de paredes finas (pequena forga ex-
terna F') efetuando uma separagio dos graus de liberdade macroscdpico e microscépico
e considerando-os um apéds ¢ outro, o mesmo procedimento adotado para o caso sub-
amortecido. Os graus de liberdade microscépicos determinam a forma da parede, en-
quanto que o3 macroscopicos definem a forma do micleo ©(z). A partir de argumentos
gerais de simetria ©(z, 7} € simétrica em ambos, z e 7. O deslocamento u(z,7) muda de

zero a 27 na parede ©(z). Vamos comecar fazendo o Ansatz
u(z,7) = 27[Ky(T + O) — Ky(r — 9)] (3.79)

onde Ky(7 £ ©) é uma funcio degrau que varia de zero a um em 7 = £60(z) e que pode
depender das particulares posiciio (z,7) e inclinacio v = dO/dz da parede.
Em analogia com o caso nao amortecido, nés esperamos que a expressio geral para a

acao descrevendo a dinamica de uma corda super-amortecida tenha a forma
S = 2rgloj — FA+ diss.], (3.80)

onde o primeiro termo é a agéo paga para criar a parede, o segundo termo é a agio ganha
devido a parte da corda que fol para o minimo infertor e o iltimeo termo é a acio dissipada
durante o processo [veja Eq. (3.67)]. Inserindo o Ansatz (3.79) no termo dissipativo da

Eq. (3.76) nés obtemos a forma mais especifica para a agio (3.80)

o0
5= 4rg / dz [a;(v, ©)V1+vZ—F@ +1In |2@|} . (3.81)
o0

onde o fator 4 surge porque estamos considerando apenas ©{z) > 0. Hi duas con-
sequéncias importantes devido ao fato de incluirmos a dissipagdo: Primeiro, o coeficiente
de tensdo linear o € nado mais uma constante, mas depende da posicio ©(z) e da in-
clinagio v da parede, oy = (0, v). Segundo, uma interagio logaritmica aparece entre
os pedacos da parede do micleo alinhados ao longo do eixo r. Nossa primeira tarefa é
encontrar a forma da fun¢io microscépica Ky(r £ 0), e assim determinar o coeficiente de

tensdo linear ay(v, @). Nos somos capazes de fazé-lo em dois limites, para inclinagées v

61



nuito pequenas e muito grandes. Para o caso de inclinagdes muito pequenas (|v| < 1),
quando as paredes sdo aproximadamente horizontais, nds obtemos que a forma exata da
parede é

u(z,7) = 2arccot(r + @) — 2arccot(r — Q) (3.82)

(veja Apéndice B). A substituicdo da trajetéria u(z,7) (3.82) na agéio (3.76) e a com-
paragao da acdo resultante com {3.81) nos permite concluir que para o caso de paredes
quase horizontais o coeficiente de tensdo linear é aproximadamente constante (indepen-
dente de © e de v),

a~l, |u <1 (3.83)

No limite de paredes quase verticais (inclinacées muito grandes |v| >» 1) nés obtemos no

Apéndice C que uma solugdo aproximada para a equagido de movimento (3.78) é
u(z,T) = 2arccot[sinh(z — 7/v)], x>0 (3.84)

Seguindo o mesmo procedimento adotado anteriormente, substituindo a solugdo extrema
(3.84) na aglo (3.76) e comparando com (3.81) nds obtemos que para paredes quase

verticais o coeficiente de tensio linear eg(v, @) toma a forma

4 1 1 /1 1
a;(u,@)=;+mln (§ ;ﬁ+*é—2), lv] > 1. (3.85)

Uma vez que fomos capazes de estimar o coeficiente microscépico de tensio linear oy(v, ©)
nos dois limites (paredes quase horizontais e paredes quase verticais) estamos prontos para
substituir os valores obtidos na agéo (3.81) e determinar a forma macroscépica do niicleo
O(z). Considerando a acio (3.81) como definindo um problema mecénico onde a posigio
da parede ©(z) é a coordenada generalizada e z representa o papel de tempo, podemos
definir uma Lagrangeana efetiva que nio depende explicitamente de z. Deste modo, as
equagdes de movimento de Hamilton generalizadas podem ser integradas, e nés obtemos

or(v,0) = v(1 + v?)-‘f"-‘f“g}—’m = Vit [-E+Fo-nmpell,  (386)
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onde ¥ é uma constante de integracio.
Para o caso de inclinagbes muito grandes (|v} 3> 1), mediante substituicio da Eq. (3.85)

na Eq. (3.86) nds obtemos

4 1 /1 1 1
FO-n|20| - F=—+In| -/ + = —_— 1. .

Diferentes solugbes podem ser encontradas, dependendo da relagio entre |v| ¢ |@[: Nés

comegamos com O caso |v| 3> |@|. Neste caso os dois ultimos termos no lado direito da

Eq. (3.87) podem ser expandidos e nés obtemos

y 4 307

FO—F=—4+— 1 ol. 3.88
it MLkl (3.8)

A constante £ deve ser tomada igual a zero porque 2 ® = 0 a inclinacio da parede

do micleo ¢ infinita (senfo a parede teria uma singularidade a © = 0). Reescrevendo a

Eq. (3.88) como

“ ol |7 T 2]

2
FO = [4 .39 } (3.89)

nés vemos que duas diferentes solugdes sdo viavels, dependendo da relagio entre Q2 e |vl.

Se ©2 « |v| {lembre-se que |v| 3 |©]) o segundo termo em (3.89) pode ser desprezado e

O(z) = 4 / fﬁ_’-(:vg -2z), (mg-2)< FW, (3.90)

onde a constante de integracio zp é o ponto no eixo = onde @ = 0 {méximo ). Por outro

a solugdo ¢ dada por

lado, se ©2 > [v] (jv| 3> |©]|) o primeiro termo na Eq. (3.89) deve ser desprezado e a

solucdo se torna
IHzg — ..'1:)2
== 7

o FIB & (zg—2) < 1. (3.91)

O(z)

As solugbes acima sdo validas numa regido muito pequena em torno de & = xp. Vamos
agora analisar a forma do nicleo se 1 € |v| € |©|. Neste caso a expansao de {3.87)

fornece
4 )

2 1 _
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O primetiro e o segundo termos no lado direitc da equagdo (3.92) sdo muito pequenos e

podem ser desprezados (|v] 3> 1 and |v| < |8]). A equacéio a ser resolvida se torna

Q

v

FO=In

(3.93)
e a solugio é dada por

B(z) = %ln(mo — ), l€(zg—z) K 1/F (3.94;

A Eqg. (3.94) descreve a parede do micleo em uma regido muito grande e da a contribuicio
dominante para a agio.

Para o caso de inclinagtes muito pequenas (|v] < 1), podemos substituir a Eq. (3.83)
na Eq. (3.86) resultando em

2

FO-lu|20]=1- . (3.95)
A solugéo € dada por
Fz?

onde a extensio do micleo ao longo do eixo T

1. /1
6= 1n (};) (3.97)

¢é encontrada a parfir da equagao transcendental
FOy—In(20g) -1 =0. (3.98)

O tamanho da bolha na direcio z é 2zg. O valor de 2y pode ser determinado a partir da
condicido de continuidade entre as equagdes (3.94) e (3.96): a z ~ 0 elas devem fornecer

o mesmo valor de ©. Isto e possivel se

1

Portanto a forma critica da bolha ©(x) a T = 0 é determinada a partir das Eqs. {3.90),

(3.91), (3.94), (3.96), {3.97) e (3.99). As principais caracterfsticas da forma do niicleo
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estio ilustradas na Fig. 11. O mais importante a ser notado neste grifico é a grande
relacdo B¢ /zg ~ In(1l/F).

Dentro da aproximagdo logaritmica a principal contribuicao & agio (3.81) é dada pela
expressio (3.94) descrevendo as paredes verticais na larga regiio | < (zg — z) < 1/F.
Substituindo (3.94) em (3.81) ¢ usando (3.99) para determinar os limites de integracio

nos obtemos

s=tng [ g |4 L InF —1 3
= rg-/o x | — l+m— —In{zg — )| . (3.100)

e
Os dois iltimos termos em (3.100) se cancelam (com precisdo logaritmica) e a principal
contribuicio vem do primeiro termo,

32g 1
= —In — 101
g 7 g (3.101)

Comparacio das Eqs. (3.101) e (3.65) mostra que o efeito de incluir dissipacio aumenta a
agdo, i. e., um grande fator [ In(1/F)] aparece multiplicando o resultado nio amortecido.
Note também que o pardmetro semicldssico g é definido de uma maneira diferente nos
limites massivo e super-amortecido.
6.2, Consideragio Qualitativa

Vamos considerar como um modelo simplificado o caso de um nicleo a temperatura zero
com forma retangular como mostrado na Fig. 12. Para as partes verticais nés tomamos
oy = 4/x e para as horizontais nés consideramos oy = 1. A agéo (3.80) neste caso adquire

a forma

S =8rg [%Bo + 29 — FOpzg + 201n(26p) | . (3.102)

Qs valores de @y e £y podem ser encontrados extremizando a equagio acima, 85/60g = 0,

e 35/8zy = 0. Segue que

Bp = lln ( 1) , zg = i (3.103)

§="Fn. (3.104)



Nos vimos que a forma do niicleo ndo é retangutar (veja Fig. 11). Entretanto suas di-
mensdes tém a mesma dependéncia em F que as apontadas aqui. E notdvel que dentro
da precisao logaritmica o valor da agdo (3.101) é o mesmo que (3.104), obtido com base

em simples argumentos qualitativos [38).

6.3. Tunelamento Quéantico Termicamente Assistido

Até o presente momento temos considerado apenas o caso T = 0 (regime super-
amortecido), que corresponde ao tunelamento puramente quintico. Para temperaturas
finitas a periodicidade em 7 das bounces (periodo 1/T') tem que ser considerada, como

discutido anteriormente para sistemas ndo-amortecidos. Neste caso a agio (3.81) tem que

ser substituida por

X0
S:'{I:‘JTQ‘/ dx [a;(u,@))v1+v2—F@+ln

sin(27T'O)

-0 T

] , (3.105)

e a equagao de movimento correspondente (andlogo a (3.86)) é

(v, @) —v(l + vQ)M = V14 v?

B _
o, +FO—1In

(3.106)

sin(27r~f"®) H

Substituindo (3.106) em (3.105) nés obtemos

® 40\ 8
= ) — 2
S = drg f_m dx (dm) = (o:n/l +o2). (3.107)

Considerando que a principal contribuigio para a agio vem das paredes verticais (v > 1),

nés obtemos 8(aqv1 + v2)/8v ~ a; ~ 4/7 € a agio se torna

8(7T) .
S = l6g / _de = 32¢0(7), (3.108)
o)

onde @(T} é o raio do micleo na diregio 7, que é determinado a partir da equagio

transcendental
. 2 et
~1+FO=I M‘. (3.109)
7T
No limite de baixas temperaturas nés podemos expandir a funcio seno e obter
" 2r2Q2 .
&(T) =8y - 3—F°T2, (3.110)
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que tem a mesma dependéncia em poténcia que a obtida para o caso de um sistema,
puntual amortecido [11, 12]. Aqui Bg é a solugio a temperatura zero dada por (3.97).
Uma solugdo numérica da equagio transcendental (3.109) mostra que o miicleo comeca
a se contrair na direcio 7 quando a temperatura é aumentada a partir do zero {veja
Fig. 13 e equagdo (3.108)]. Este comportamento é completamente diferente do lim:. = ndo
amortecido, onde a forma do niicleo a baixas temperaturas é aproximadamente a mesma
que a temperatura zero, exceto por corregbes exponencialmente pequenas {veja Figs. 9
e 10). No limite super-amortecido o niicleo imediatamente comeca a encolher assim que
T > 0, um efeito que é devido & interagao logaritmica entre as paredes horizontais (termo
de CL). Aumentando a temperatura, uma regido € atingida onde a extensio do nicleo na
diregéio 7 (~ 1/T) tem a mesma ordem de grandeza que a extensio na direcio z. Nesta
regiao os niicleos se fundem e a descricdo dada para sistemas ndo amortecidos no regime
de tunelamento quantico termicamente assistido se aplica. Aumentando ainda mais a

temperatura, o regime térmico € atingido.

6.4. Regime Térmico
A temperatura de cruzamento Ty separando o regime de tunelamento quéantico termi-
camente assistido a partir do regime de ativacio puramente térmica foi calculado ante-

riormente (veja (3.30)) e € dado por
(3.111)

6.5. Resumo

No limite fortemente amortecido os resultados podem ser resumidos como segue:

S 32 1 -

—inT E = ﬁ_‘g‘d ln F, T = 0, (3112&)

S 204 1 sz@g ) .
- — = —== — ] ~ T > J112b
lnFocﬁ °F [ln(F) 3 . T2z0, (3.112b)

5 32gy. 1 . F

bl =", Fao— 3.112¢
R TwF T 41a(1/T) ( )
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_1111“0(%:22—93::3%32 tf"sg, (8.112d)
—InT ; = 121?“, T2 % (3.112¢)
A temperaturas finitas a agdo quintica é dada por
S = 32¢.0(T) (3.113),
onde @(T) é determinado a partir da equacio transcendental
—14+FO=I @ : (3.114)

As taxas de decaimento (3.112c), (3.112d), e (3.112¢) séo obtidas a partir das Eqs. (3.113)
e (3.114) computadas nos correspondentes limites de temperatura. Uma sclugfio numérica
de (3.114) esta dada na Fig. 13. Contrariamente ao caso sem dissipagio, nés observamos
que no limite super-amortecido os efeitos de temperatura finita sio essenciais, mesmo a
temperaturas muito baixas: um rapido decréscimo da acdo, que é proporcional a uma lei
de poténcias (S o« So(1 ~ fT2), onde f = 2r200/3F e 5) ¢ a aciio a temperatura zero) é
observado em contraste com o platé aproximadamente constante obtido para o caso no
amortecido (veja Figs. 10 e Fig. 13 para comparagio).

As vérias formas dos niicleos criticos estdo ilustradas na Fig. 14. O efeito da dissipagio
€ quebrar a simetria entre x e 7, introduzindo na a¢do um termo que depende do tempo
imaginario de uma forma nao local. Como consequéncia, a forma do nicleo a tempera-
tura zero deixa de ser circular: o raio na direco x ainda é proporcional a 1/F, mas o
raio Op na direcio 7 € acrescido de um grande valor, @y o (1/F)In(1/F) (Fig. 14a).
Podemos também observar que devido & interagéio logaritmica entre as paredes do nitcleo,
ao aumentarmos a temperatura o nucleo comega a se contrair na direcio r (Fig. 14b).
Esta atragdo entre as paredes horizontais do nicleo procede até a configuracao onde os
raios na diregbes e T tém aproximadamente o mesmo tamanho (Fig. 14c). Entdo os
nicleos comegam a se fundir e o comportamento é semelhante aquele descrito no limite

ndo amortecido, acima e préximo de T* (Fig. 14d). Finalmente, aumentando ainda mais
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a temperatura, entra-se no regime térmico a temperatura de cruzamento Ty (Fig. 14e).
Préximo a esta regido, a aproximagdo de paredes finas cessa de ser vélida uma vez que o

raio do nicleo torna-se comparivel & espessura da parede,

7. CORDA HALL NO LIMITE QUANTICO

A seguir analisaremos o caso de movimento puramente Hall (my, = 0 e 73 = 0). Medindo

T em unidades de

(LY o (3.115
o= 2 ’ )

Vo

e mantendo as defini¢bes prévias de zo, uo nés podemos reescrever a acio (3.7) como

VT 11 rau\? 1 [ Ouy\? Bu,
Sglu(z,7)] = / dmegT {‘Q‘(E) +_(8 ) +V{uz)+iuy o } (3 116)

onde u, esta sendo medido em unidades de uo/+/€, uy estd sendo medido em unidades de

Uor/E, € a temperatura T = Tro/h, com 1o dado por (3.115). O parimetro semiclassico

g = ToloVo = (aﬂd3,f8?r2) e ve.

Efetuando uma integral de trajetdria sobre a varidvel uy obtemos a agio efetiva Sgl[uz],

(51
V2P (1 (9ur?
ef - Ed
S lual = f dx/uzT {2(6:5) ¥ Vi)
_18us(e, ) [ @La_)}
ra el B il e g € (3.117)

bem come o importante vinculo

/ dz a“z (= T) = 0. (3.118)

A equagido de movimento correspondente efetiva na diregio z é

Pu; 1 f ! , 8%uz(a 1) !
“Z T f,m dr' o — 2| =2 5=+ V/(ue(2,7)) = 0. (3.119)

O mesmo resultado pode ser obtido tomando-se o limite my,m; — 0 na equagéo (3.23).

A partir da teoria desenvolvida nos limites massivo e dissipativo, vimos que o problema

do “creep” de uma corda elastica a partir de um minimo meta-estivel é caracterizado
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por uma solugdo microscopica, que determina a forma do “kink” (parede), mais uma
solugio macroscopica, que determina o raio do niicleo critico (posicio R da parede).
Além disso, observamos que podemos substituir a solugdo microscépica na agio, que se
torna entdo uma fungao apenas da variavel macroscdpica (R no caso massivo, veja (3.64);
ou zg, Op no caso dissipativo, veja (3.102)), e a solucdo desejada {ponto de sela) pode
ser facilmente obtida extremizando a a¢fio com relacio a esta varidvel. No caso de uma
dindmica governada pelo termo Hall, o problema torna-se um pouco mais complicado:
observando a Fig. 8, onde a solucdo “bounce” esta mostrada, vemos que a dinimica
dissipativa no regime quantico simplesmente produz oscilagdes da posicio da parede R,
enquanto que a inclusao da dinamica Hall gera, além destas oscilagdes, o aparecimento de
uma longa cauda oscilante para x > H. Neste caso, nos ainda podemos exprimir a a¢io em
termos da variavel macroscopica K, mas temos que integrar a cauda. Este procedimento
é levado a termo no Apéndice D, onde obtemos que a equacio de movimento efetiva para

a posicio da parede R(w) no espago de Fourier ¢
2w|R + (pyie 2R — F), = 0. (3.120)

A equagdo acima € valida a temperaturas T S Ty. E interessante observar (ue COMEGaImos
com um problema Hamiltoniano (veja equagao (3.116)) e obtivemos uma equagio de
movimento nio Hamiltoniana para R(w) (um termo proporcional a |w|). Isto porque os
graus de liberdade da cauda agem como um reservatdrio para a posicao da parede B, no
mesio estilo que na teoria de Caldeira e Leggett.

Embora a separa¢io do problema em graus de liberdade macroscépico e microscépico
ainda seja possivel, aqui nds seguiremos um procedimento diferente daquele adotado para
os casos masstvo e dissipativo e calcularemos a agdo a baixas temperaturas perturbativa-

mente.

7.1, Ativagio Térmica Quanticamente Assistida

Passemos agora ao calculo da acdo a temperaturas ligeiramente inferiores a 7. Nesta
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regiao podemos considerar

%, T) = txl(z, 1) + Susz, 1), (3.121)

onde uzo(x,7) é a solugio térmica e

o0

Suz(z,7) = 3 cn(2) cos(wn), (3.122)

n=1

com ¢, ~ /Ty~ T ca ~ (T — T; ..ot ~ (T — T)/2 {veja [10]). Assim a acdo serd
§ =280 455, (3.123)

onde 510 = 4reyg/T é o valor puramente térmico (S(O) = RU/T) e 65 descreve as
corregdes quanticas a este valor.

Substituindo a expansao (3.121) na agio (3.117) obtemos uma expressio que depende de
(Juz)2. Entretanto, para determinar os coeficientes ¢, devemos ir além da aproximagio
quadratica em Ju,. Deste modo, usamos (3.12a) e (3.119) e substituimos os termos

cinético e Hall pelo termo de potencial (fonte),

1/ 27
S = gf d:.:/ o _dr {V{um) + Viuzo + ug) — —Juz[V’ (uz0) + V' (a0 + J-uz)]}
(3.124)
Expandindo agora V{uzo + duz) ¢ V/(uz + duy) em torno de us, até quarta ordem em

du, encontramos

s=g [ e[ T i {2V (0an) + 3V Cusopis - L) g0 V), 1.

1/2F
(3.125)
O primeiro termo em (3.125) ¢ simplesmente o valor clissico AU/T. Substituindo a

expansio em séries (3.122) para Ju, e integrando sobre o tempo imaginério  chegamos a

88 = -.% d:v [c1 (2)ea(x)V™ (u50) + —cl )WV (u zg)] (3.126)

—O
Para o potencial em questio V(1) = 1—cos(u,)— Fu, e no limite em que #' ~ 0 (de modo

que podemos substituir uz por uly) temos V"' (uly) = ~2sinhz/ cosh?z e V'™ (w) =
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(2/ cosh? z) — 1. Considerando numa primeira aproximacio 4 = uz(2) + () cos(wy7) €
substituindo na equagio de movimento (3.119) obtemos uma expressdo para o coeficiente

Cl(m)!
d [45]

0
o Ve = (2 Ty)? f & (' - z)er(2). (3.127)
£

Para Tp ~ F ~ 0 temos que ¢, é simplesmente 0 modo translacional (veja {3.26)),

K

¥
cosh z

a(z) =

(3.128)

onde K é uma constante a ser determinada. Levando em conta termos de ordem mais
alta na expansio em séries de du;, i. e., termos x cos(w,7) obtemos a equacho para o

coeficiente c,{z),

d2ec,

e (0) (&) @
=g — Viuzs)eals) = =~V (uz), (3.129)

que tem como solugao

z %' 1 & K2 sinhz
— d ; hz ¢ / d H 1 Vm (0 Iy —

ex(2) cosha:_/() v oS ® —oo ¥ coshz” 4 (uz(=")) = 8 cosh?z’

(3.130)
Portanto usando (3.128) e (3.130) temos que
e it 2K*
f dz | 2(2)ea(z)V" (uiz 0)+—cl($)V (o) = - (3.131)
o0

Nosso proximo objetivo é determinar a constante K. Para tanto, temos que considerar a

equacio nio homogénea para o coeficiente ¢;(z),

d <1 e (O, _ wmz [0 ! _ N o_
v — + V' (uid)er — (277) de' (' — 2)a(z') =
1 e (0 cg' m.' (n)
~3 ci(z)ex(2)V (uyg ) + ZV o)l - (3.132)

Multiplicando (3.132) por ¢,(z}, integrando sobre z e usando (3.127) nés obtemos
> 2 il 1y 1t
/ dz |ef(z)ea )V (uge) + 1% ()V" (uzo)| =
—00
—8*.fr2(T2 TQ) d:cc1 / dz' (' — 2)e\(2). (3.133)
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No entanto, sabemos que

]—: dxc‘("")'/;m dz'(z' — z)ey(z') = —2 Am de [Lm dz’cl(x‘)] 2 = _2K2, (3.134)

F
(veja equacio (3.39)). Substituinde (3.134) de volta em (3.133) e comparando com (3.131)
finalmente obtemos
30F T2
vy T '
Substituindo agora (3.133) em (3.126) e levando em conta (3.134) e (3.135) temos
2
U 159 F? 72
§8=L=-"2 {1 . (3.136)
Podemos entao escrever a agio total,
=gy 2
dgoy 15 g 72
Sr _— ]. - —F ]. - =5 . .
7 T ( T[;" (3.137)

Uma vez que K < 1 para toda temperatura T < T}, o resultado (3.137) é valido para
todo o intervalo 0 < T < Tj. A agio (3.137) € o principal resultado desta segio, que
descreve a redugio da energia de ativacio devido a efeitos quénticos,
7.2, Resumo

Para uma corda eldstica governada por uma forca Hall o problema do decaimento do
estado meta-estavel torna-se muito mais complexo devido ao cariter vetorial do campo
de deslocamento (uy(z,7),u.(z,7)). Neste caso, & taxa de decaimento apresenta um
comportamento novo € inesperado: ac invés do usual platdé obtido quando 7' — 0 (veja
0s casos massivo e dissipativo, figuras 10 e 13), a aglo diverge a baixas temperaturas
segundo uma lei de Arrhenius com uma energia de ativagio Uy que é reduzida devido is

flutuacbes quanticas,

- 2
15 T2
Usg=U|1-ZF? (1 - -;m) , (3.138)
16 ¢

veja Fig. 15. Devido ao vinculo {3.118) o ntcleo critico a temperatura zero permanece
aberto, levando & divergéncia da agho neste limite. A temperaturas finitas este mesmo
vinculo gera a longa cauda ilustrada na Fig. 8, mas devido 3 existéncia do micleo térmico
o processo de decaimento permanece finito e a bolha critica é limitada pelo periodo 1/7

do movimento na direcio 7.
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8. CONCLUSOES

Nos calculamos a taxa de salto quéantico de uma dnica linha de fluxo intrinsecamente
aprisionada entre os planos de CuQ num supercondutor de alta temperatura critica. Mais
especificamente, nés consideramos um supercondutor em camadas na presenca de um
campo magnético suficienternente fraco, de modo que o movimento de um dnico vortice
ocorre. Para campos mais altos, a interacio entre os vortices se torna importante e a
minima barreira para o movimento do fluxo é realizada para um feixe de vortices, e nio
mais para um unico fluxdide, A descrigdo da dindmica do feixe de vértices serd apresentada
no préximo cé.—pftulo.

O movimento do vortice foi representado pelo salto de uma corda eldstica num potencial
periddico inclinado. Nés calculamos as taxas de decaimento na aproximacio exponencial
para o caso de correntes externas muito pequenas. Os resultados podem ser resumidos
como segue: a altas temperaturas, a taxa de saltos € determinada pela energia de ativagao,
que € a solucdo de ponto de sela da energia livre,

U 8d
—Inl' T = g Ve (3.139)

A temperaturas mais baixas, diferentes solugdes sdo encontradas, dependendo se consi-
deramos os limites massivo, super-amortecido ou Hall. Para um vortice massivo (corda
ndo-amortecida), a taxa de salto a temperatura zero diverge como 1/ (lembre-se que

estamos considerando pequenas correntes externas j),

S
—Inl xX = _& 2\/ zEz (3.140)

enquanto que a temperaturas finitas (abaixe de Tj) ela é dada por

3 8 T*\ /2
—1nr oL — ﬁ 2\,‘ z2E€z — Jc [1 - % (1 - ‘?‘“) ' T ’:3 T*, (3-141)
S 3242 je 1 7T\ ? ,
—IDFOCE=K—35—-\/TTI563F l—g ? 3 T (T{T{] (3142)

Neste caso nds observamos que ha duas temperaturas de limiar no problema: Tj =

vV Th%vej [(2d*mj.), que indica a passagem para o regime térmico (cléssico), e também
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T* = n2kj} (4djc)+/vo/mz, que separa o regime de tunelamento puramente quantico do
tegime onde ¢ movimento quantico é termicatnente assistido.
No limite de forte dissipacdo ochmica, nés determinamos a taxa de decaimento a tem-

peratura. zero,

5—_4({7}'2

1ol o == Eg Ve Jc ln (3.143)

Para temperaturas finitas mas muito pequenas, um comportamento parabélico é obtido,

2

S 4d Tz Jc ??zd2 Je . Je 2

—1nT e 3 Vez/v In — == | T T2>0,
B ofve T 7 \ovBrhue § ’ ~

(3.144)
A mesma dependéncia com a temperatura (lei de poténcia) foi obtida para uma particula
puntual por Larkin e Qvchinnikov [10} e por Grabert, Weiss, and Hanggi [11, 12].

A temperaturas mais altas, o tunelamento quantico termicamente assistido torna-se

dominado pela contribuigio térmica, e temos

S 84 Frvo j
o x H TT Ez‘Uo, ) I?z F! jc L

(3.145)

o mesmo resultado como obtido no limite cldssico (veja Eq. (3.139)).

No caso super-amortecido hd apenas uma temperatura de cruzamento, uma vez que
tunelamento puramente quintico ocorre apenas a T = 0 (corregbes devido a temperatura
finita obedecem uma lei de poiéncia e sao relevantes mesmo a temperaturas muito baixas).
Nés definimos T™* graficamente como a temperatura na qual a Eq. (3.144) cede o lugar
a Eq. (3.145) (respectivamente linhas tracejadas e pontilhadas na Fig. 13), mas T* néo
repfesenta. uma temperatura de cruzamento separando diferentes regimes. A temperatura
de cruzamento Ty = finZvoj /nd2j, indica o ponto no qual o movimento quantico para e a
dindmica se torna puramente cldssica (térmica).

No caso de uma corda eldstica descrita por uma equagio de movimento governada pelo
termo Hall, o comportamento é fundamentalmente diferente: O regime quintico (T < Tp)

é ainda descrito pela lei de Arrhenius, mas a energia de ativagic térmica é reduzida devido
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a efeitos quanticos. Assim, no regime de ativagio térmica quanticamente assistida a taxa
de decaimento € dada por
o Vo _ 8 15 ;2 72\ * o
—nl"cx?u-ﬁ Elvo I_E}?(l_f_g) , 0<T<m. (3.146)
No presente trabalho estamos considerando apenas a taxa de decaimento na apro-
ximagao exponencial. O célculo do pré-fator para alguns casos especiais foi feito an-
teriormente: Os efeitos de interacbes de muitos-corpos na nucleacio de solitons térmicos
de Sine-Gordon foram estudados por Hanggi, Marchesoni, € Sodano [52], e o pré-fator
foi determinado no limite super-amortecido. Também o pré-fator descrevendo a dindmica
quantica de uma corda amortecida no limite de altas temperaturas (éréximo a tempera-
tura de cruzamento Tp) foi calculado por Hanggi, Marchesoni e Riseborough [53] para o
caso de dissipacdo arbitraria. Entretanto, uma completa determinagdo do pré-fator para

todo o intervalo de temperaturas no limite quintico resta ser feita.
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IV. SALTOS CLASSICOS E QUANTICOS
DE UM FEIXE DE LINHAS DE FLUXO

1. INTRODUGAO

No capitulo anterior o salto quintico de uma linha de fluxo individual intrinsecamente
aprisionada entre os planos de CuQ foi considerado. A campos magnéticos fracos hé
apenas poucos vortices no supercondutor, a interag¢io entre eles pode ser desprezada e o
comportamento resistivo do material pode ser descrito pela dindmica de um dnico vértice.
Para campos mais fortes uma linha de fluxo individual ndo pode mais ser ativada devido a
energia de confinamento fornecida pela rede de fluxdides. O nicleo para o salto de linhas
de fluxo ento se torna um feixe de vértices. A razio é que o custo em energia eldstica
a ser paga cresce apenas com a superficie do nidcleo, enquanto que o ganho energético
devido a forca de Lorentz € um termo de volume.

O mecanismo de aprisionamento intrinseco entre camadas na presenga de um campo
magnético forte ¢ realizado quando o periodo da rede de vértices ao longo do eixo ¢ é
comensuravel com a distancia entre os planos de CuQ. Neste caso o feixe de vortices se
move em etapas, deslocando-se através de uma camada a cada passo.

A ativacao térmica de feixes de vortices na presenca de um campo magnético aplicado
paralele as camadas foi estudado por Chakravarty, Ivlev e Ovchinnikov [54]. Eles ob-
tiveram que para campos magnéticos mais altos que Hy (ou correntes externas maiores
que j3) o movimento do fluxe em um supercondutor fortemente em camadas é realizado
para um feixe tridimensional de V.n;')rtices, e ndo mais para um tnico fluxdide. Aqu nds
estendemos os seus calculos para o limite quéntico.

Em supercondutores fracamente em camadas (anisotrdpices), com uma espessura L
pequena se comparada com a extensio do feixe de vértices ao longo do eixo ¢, o pro-
cesso elementar produzindo salto de fluxéides envolve o movimento de um feixe planar
de vértices através das camadas supercondutoras. Ivlev e Kopnin [55, 56] consideraram

este problema no limite de altas temperaturas (regime cldssico). No presente capitulo nés

77



generalizamos os resuitados para o limite quantico.

Os célculos da probabilidade de tunelamento sdo efetuados no limite de forga externa
muito pequena (F <« 1), quando a aproximacao de paredes finas pode ser aplicada. A
dindmica quintica de uma variedade elastica /V-dimensional foi estudada por Hida [39]
para descrever a conducdo elétrica num estado de onda de densidade de carga comen-
suravel. Para o caso de pequenas forgas externas no sistema ele considerou ambos, os li-
mites massivo e super-amortecido. No limite massivo, ele calculou as taxas de decaimento
a temperatura zero e a temperaturas muito altas. Aqul nos analisamos também o com-
portamento do sistema a temperaturas intermediarias, quando o tunelamento quéantico é
termicamente assistido. No limite super-amortecido nds obtemos basicamente os mesmos
resultados como mencionados em [39)].

A estrutura deste cé.i)itulo é a seguinte: Na sec¢io 2 nds calculamos a taxa de decaimento
para uma variedade elastica V-dimensional aprisionada num potencial periddico no limite
massivo. Na segdo 3 os calculos sao efetuados para o caso super-amortecido. Os resultados
sa0 aplicados na segio 4 para descrever o salto de um feixe de vortices tridimensional num
supercondutor fortemente em camadas sujeito a um campo magnético forte. Na segdo 5
nds nos concentramos no problema de um supercondutor anisotrépico fino ¢ analisamos o

salto de um feixe de vértices planar (2D). As conclusdes estdo apresentadas na segao 6.

2. LIMITE MASSIVO

A taxa de decaimento de uma variedade elastica N-dimensional foi calculada por Hida
para estudar estados de onda de densidade de carga comensurdveis [39]. Aqui nés seguimos
o mesmo procedimento desenvolvido por ele. A agio descrevendo uma variedade elastica
N-dimensional no limite ndo-amortecido pode ser generalizada a partir da Eq. (3.68) e é

dada por

A

1/2T /2T
S = 2mgyn l/ o dr ag{z, 7)V1 + 228y (2) — F[ 2 dr VN(m)] , (4.1)
=1/2T

onde Vy{z) e Sy(z) sio respectivamente o volume e a superficie de uma esfera N-
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dimensional com raio z,

¥/ 2N _dVn{z)  NVy(z)
Tarnzy MR =TS ! 42

Vn(z} = "

E 1m2('r) é a trajetéria do centro da parede da bounce., O parimetro se-
micldssico g5 é dado por
N
gn = To @Y vo = % E (% ﬂ) Vo. (4.3)
A dindmica quantica de um sistema sub-amortecido N-dimensional corresponde & dinidmi-
ca classica de um sistema N + 1-dimensional , com 1 dimensdo temporal e N dimensdes

espaciais. A equagfo de movimento generalizada correspondendo & agdo (4.1) é

d oy (N - 1oy _
) e

E importante lembrar que se & bounce nido forma uma superficie fechada, ela deve entio

satisfazer a condi¢do de contorno (3.57). A Eq. (4.4) tem duas solugdes: uma é esférica e

2
Na
o 478 = (_F’) , (4.5)

correspondendo a uma superficie fechada descrevendo o nicleo critico a temperatura zero

¢ dada por

(ou muito baixas). A substituigio de (4.5) em (4.1) fornece

Bgw (N _ 8r 2 s\ T
N+17¥HATF _I,(N+3) F) ™
2

A segunda solugdo da equacdo de movimento generalizada é obtida considerando & = 0

S0 =

(4.6)

em {4.4); € uma solugdo cilindrica, correspondendo a temperaturas mais altas, quando o

papel representado pela condigio de contorno se torna essencial,
2
N-1
22 = [C’”(_F.,)_] ) 4.7

A agédo correspondente é

N1
Sgn eq(N — 1)) 1 gx /2 (a;(N-— 1)) 1
= — —_— | == = 4,

g N SN( F T p(N+2) F I (48)

2
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que descreve uma esfera em N dimensdes multiplicada pelo periodo 1/ T na direcao 7
(veja também (4.6) para comparagio).

A equacio (4.4) ndo tem outras solugbes exceto as triviais geradas movendo o centro
das solugdes (4.5) e (4.7). Assim, uma temperatura de cruzamento T pode ser definida
como sendo o valor no qual (4.6) se iguala a (4.8):

N+3
r{== N
Ty= L ( : ) FW-1 1. (4.9)

=/ - (N+2) oy NN

2

3. LIMITE SUPER-AMORTECIDO

Usando argumentos simifares aos do caso nio-amortecido, concluimos que no caso super-
amortecido a parede da bounce tem a forma de um cilindro feckade N + 1-dimensional,
alongado na direcio do eixo 7. Generalizando a equagéo (3.105) podemos avaliar a agio

como
sin(27TO)

S = dwgy [QIGSN(p) —FOVy(p)+In —7

W, @

onde 28 e p s3o respectivamente a altura e o raio do cilindro e nés assumimos @ < 1/27.

O pardmetro semiclassico generalizado é dade no limite super-amortecido por

d\2n [d N
n £}
gn = Toirg.r e = (E) g (E g) Vg, (4.11)

onde usamos Eq. (3.77). Otimizando a equagdo (4.10) com respeito a © e p, nés obtemos

N
A — F 4 2nT cot{(2nTO) =0, (4.12a)
N-1 in(2x7T
a(N-1)0 FO+In m(?ﬂ = (. {4.12b)
iy

Substituindo (4.12b) em (4.10) e usando que Sy (p) = NVy(p)/p temos
1
S = 69” 29N 6 1 (0)0(T), (4.13)

onde (B(i"1 ) é a solugao da equagio transcendental generalizada
sin(27TQ)|  FO
= —_— N 3

—2nxTO (NA: Y cot(2r7®) 4 In (4.14)
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obtida substituindo {4.12a) em (4.12b). Solucbes analiticas podem ser obtidas para trés
diferentes casos: i) 20 <« 1/2T; i) 20 ~ 1/2T; e iii) 20 ~ 1/T. Para o primeiro
caso, 20 « 1/2T, que corresponde a temperaturas muito baixas, podemos expandir
sin(27T0) ~ 2xT'0; cot(2rT0) ~ 1/2xTO ¢ entdo obtemos

N_ N N
~ = ln— o~
9 FIIF! p F‘J

52 () 0 (2 . w19

Para o segundo caso, © ~ 1/4T, sin(2z7'0) ~ 1 e cot(2rT'®) ~ 0. Entdo temos
N 1 N
f~—Iln—= o —,
0=, [y F

F

N
N 1
Para o ltimo caso, @ =~ 1/27T, sin(2rT©) ~ sin(r — 2770) ~ (x — 2zTO). Tomando

1/T — 20 ~ 1, o termo logaritmico na equacio (4.12b) se anula e nds obtemos

1 a(N -~ 1)
0~ —, il
o F
16 1 (N — 1)) 8 7N/2 (a,(N- 1))”‘1
S=N oF ¥ SN ( F - FINTa+ NJ2) F - (410)

Este resultado é o mesmo que o obtido no modelo cléssico de sine-Gordon por Maki
[36]. Comparando (4.17) com (4.3) e {4.6) observamos que no limite classico, o raio critico

descrevendo transicoes do estado meta-estivel é

ap(N —-1) .
_I;_] . (4.18)

Para a corda eldstica NV = 1, I'(3/2) = /7/2 e nés obtemos S = 16¢/T, a solugéo clissica

Rcz[

obtida anteriormente (veja Eq. (3.112¢)). Deveria ser notado a partir de (4.17) que para
N =1 a altura da barreira é constante para forcas externas indo a zero [U/f’(F = 0) =
16g/T, enquanto que ela diverge para dimensdes mais altas {U/T(F — 0) « 1/F¥ -1
Além disso, a0 analisarmos a equagéio (4.18) observamos que para N =1 o ralo critico se
anula no limite classico. Isto acontece porque na aproximacéo de paredes finas a espessura
da parede ¢ considerada nula, e no regime térmico nés ndo temos que ativar nenhum

pedaco da corda para o proximo minimo, mas simplesmente criar os ’kinks’ (parede).
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4. SALTO QUANTICO DE UM FEIXE TRIDIMENSIONAL

Apds calcular a agdo descrevendo o processo de decaimento de uma variedade elastica N-
dimensional, podemos comegar a analisar o salto de vortices intrinsecamente aprisionados
em supercondutores em camadas. Para campos magnéticos fracos, os poucos vértices
no supercondutor praticamente nio interagem e o comportamento dissipative do material
pode ser descrito pela dinamica de um 1inico fluxéide. Para campos mais altos, a interagio
entre as linhas de fluxo se torna essencial € o objeto tunelando é um feixe tridimensional
(veja figura 16).

A ativagdo térmica de feixes de vdrtices na presenca de um campo magnético aplicado
paralelo as camadas foi estudado por Chakravarty, Ivlev e Ovchinnikov [54]. Aqui nés es-
tendemos os calculos para o limite quantico. Eles obtiveram que para campos magnéticos
H maiores que

16w A2
Hy=—j (4.19)

o objeto tunelando é um feixe de vortices (veja Eq. (7) na Ref. [54] e note que aqui

estamos considerando uma corrente externa constante e variando o campo magnético,
enquanto que a analise feita em [54] é para campos magnéticos constantes com correntes
variaveis).

A taxa de decaimento para um feixe de vdrtices ndo-amortecido tridimensional a tem-

peratura zero é obtida tomando N = 3 na equacdo (4.6),

3 3
S 6912 /. d Im d {&}] l
1]]].1 5.4 E = - (j ) (21:) ;: [(g) E Vo. (4-20)

Para temperaturas finitas nés fomamos N = 3 na Eq. (4.8), e obtemos

o2 3
5 2048 (3.\* 1 [/ d &1
Il o &= —- (3) 7 [(?)H (4.21)

A taxa de decaimento para um feixe de vértices super-amortecido tridimensional pode ser

obtido a partir das equacdes (4.15) a (4.17),

N 2 3
S {e Je d 7 d £l _
Inl" B (} ) In (] ) (5) ; (E) ‘U—o Vo, T= U, (4.22)
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3
S (ie\° [4xthiu\ fdN? g [7dN [e
~lnl'ex =~ =] In| —— — 1 — [[— —
orode () () (£ 2 [(4) 2] oeren
(4.23)
AR IZA N Ok
-1 RV (A e G Y < Ty. :
nI‘ocﬁ (J) T [(27{') Uo] Vo, T<Tp (4.24)
No limite cldssico, a taxa de decaimento é determinada pela energia de ativagao, que

pode ser obtida tomando N = 2 na Eq. (4.8) e substituindo 7o por zo em N,

3

.oy 2

U 2048 /i\2 1 [/ e

—Inl o = =222y 2 &y f&) .
T T e (J) T [(2?;) vJ v (4.25)

E fAcil observar que este resultado coincide com Eqs. (4.21) e (4.24). Devemos notar que
Eq. (4.25) apresenta a mesma dependéncia 1/52 que a obtida por Chakravarty, Ivlev e
Ovchinnikov no limite cldssico, a despeito do fato deles representarem o feixe de vértices

por uma caixa retangular, e de nés considerarmos aqui uma esfera.

5. SALTO QUANTICO DE UM FEIXE PLANAR

Vamos nos concentrar agora num supercondutor anisotrépico fino. A denominacio
supercondutor anisotrdpico se aplica a materiais com um espacamento d entre camadas
muito menor do que o comprimento de coeréncia ac longo do eixo ¢, d < £:. Além disso,
a amostra deve ser fina, com uma espessura L pequena se comparada com a extensio do
feixe de vértices ao longo do eixo ¢, I < d(cy, /-vo)l!! 2, onde ¢;; é o médulo de compressac
da rede de vértices e vo = ®oj.d/2mc. Neste caso podemos desprezar as variacoes de
u ao longo do eixo ¢ e o problema se torna efetivamente bidimensional (veja Fig. 17).
[vlev e Kopnin [55] consideraram este problema no limite de altas temperaturas (regime
cldssico). Nds estamos agora aptos a generalizar para o limite quantico os resultados por
eles obtidos.

A energia livre descrevendo esta situacio é

Flu(z,y)]=L / a2 [32“& (g;:)g + % (3—;‘)2 + U;n(u)] , (4.26)

onde cg6 € Caq 580 respectivamente os médulos de cisalhamento e inclinagéio fora do plano,

€ o potencial Uy, é dado pela Eq. (3.5). Para estratificagio suficientemente fraca podemos
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desprezar a dispersao no médulo de inclinacio e assim a energia livre se torna isotropica,

de modo que
Flute) = £ [ 1| L907 + Gt (827

COM £ = /CyqCes € ff;n(u) = +/Cas/CesUsn. Agora os resultados obtidos para o salto de
uma variedade eldstica N-dimensional podem ser aplicados simplesmente tomando N = 2.

No limite sub-amortecido a temperatura zero obtemos [tomamos N = 2 em (4.6)]

. 3_84(jc)2(i m (d) 32 . w9)
- C{?i_ﬁﬂ' 3 2 Vo 2r Vo ve '

e para temperaturas finitas tomamos &N = 2 na Eq. (4.8),

2
S 32 /. aN\ e
_ S _32 (e __1/_¢ o L. 4.2
InT o r =T (J) [(2«) el B L (4.29)

No limite super-amortecido temos {N = 2 nas Egs. (4.15) a (4.17)],

.2 . 2 2
s Je Je d Ui (d) €}
_ Sy m(fy (&) L LY, /8 —0, (430
ey (J) “(:f) (2« w [\ar ) Yo B =0 690
oS o () 1q (42200 (d)2 v (4 [a] L, 0<T<T
TRl e E 7 . nd2T 2r) wve |\ 2r vl o o

(4.31)
T (3_) 32

2
d £}
V2 L, T<T 4.32
A jT(?w)m%’ ~ 70 (432)

Para o regime cldssico nés tomamos N = 1 na Eq. {4.6), e obtemos

2
S 32 (i d\ g
—IT o == (J) l(%) E] vo L, (4.33)

que ¢ o resultado obtido por Ivlev e Kopnin (veja Eq. {21} na Ref. [56]).

6. CONCLUSOES

O salto de um feixe de vdrtices intrinsecamente aprisionados num supercondutor em
camadas foi considerado no presente capitulo. Para o caso de um supercondutor ani-

sotrdpico fino, nds estudamos o movimento das linhas de fluxo na presenga de um campo

84



magnetico forte. Nestes materiais, o tunelamento quintico dos vértices ocorre através da
formacdo de um niicleo bidimensional, que é uma deformacgéo da rede de vortices corres-
pondendo a um valor extremo da agio. Este niicleo é composto de um feixe de linhas de
fluxo com uma dimensdo de correlacio planar muito maior do gue o periodo da rede de
vértices. O feixe se move ao longo do eixo ¢ com passos discretos, durante cada evento
de ativagio o feixe percorre uma distancia da ordem do espacamento d entre os planos.

No limite sub-amortecido a agio minima descrevendo o processo de decaimento no caso
em que uma corrente muito baixa (j ~» 0) é aplicada ao supercondutor diverge como
i~2 a temperatura zero, enquanto que a temperaturas finitas a divergéncia se reduz e
S o (jT)~L. No limite super-amortecido obtivemos que a temperatura zero S o 7~ 21n
e a temperaturas finitas S o ;7210 7. No regime clssico nosso resultados coincidem com
aqueles obtidos anteriormente por Ivlev e Kopnin.

E importante lembrar que hi duas condigdes para a aplicabilidade dos nosso resultados:
primeiro, a espessura da amostra deve ser menor do que a extensio do feixe de vértices ao
longo do eixo ¢, & segundo, a aproximagio do médulo de inclinagio cgq nio dispersivo é
valida apenas quando o comprimento caracteristico do campo de deslocamento u, excede
¢ comprimento de London efetivo A, ff- Portanto, esta iltima condigao restringe a regiio

de validade dos nossos resultados para campos

Hpg— H > (2)3/2 o —4fc2
Hoo d P d? )

Para um supercondutor fortemente em camadas, tal que o espagamento d entre os

planos de CuQ é maior ou da ordem do comprimento de coeréncia ao longo do eixo
¢ {d 2 &), o micleo critico ¢ um feixe de vértices tridimensional. Neste €aso, a acio
minima descrevendo o processo de tunelamento no limite nio amortecido diverge como
SxjdaT=0, enquanto que a temperaturas finitas a altura da barreira (energia de
ativagdo) diverge com um expoente 4 = 2, U o j~2. No limite super-amortecido, um
termo logaritmico aparece multiplicando o resultado sem amortecimento: a temperatura

zero S5 o j*3 Inj, e a temperaturas finitas S o 3 In7. A altas temperaturas I' > T
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recuperamos o resultado U o 572, Isto porque a taxa de decaimento no regime térmico
(classico) independe da dinamica considerada {massiva ou dissipativa), uma vez que os
nossos calculos envolvem apenas o termo exponencial. Uma completa determinagio da

taxa de decaimento incluindo o pré-fator é deixada para estudos futuros.
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V. CONCLUSOES

Neste trabalho nds estudamos o decaimento de sistemas aprisionados em minimos meta-
estiveis de um potencial periédico inclinado. Levando em conta os efeitos de dissipagéo
devido ao acoplamento do sistema de interesse com o meio que o cerca, nds determ: - amos
a taxa de decaimento a baixas temperaturas, quando o escape do minimo meta-estdvel
procede via tunelamento quéntico sob a barreira de potencial. O decaimento quantico de
uma particula puntual aprisionada num estado meta-estavel foi extensivamente conside-
rado nos tltimes anos (para uma revisio veja [13]}. Entretanto, uma melhor compreensio
do problema envolvendo um maior ndmero de graus de liberdade restava ser obtida.

Inicialmente nds aplicamos a teoria de tunelamento quintico macroscépico a um dc
SQUID atraveésado pot corrente, que € equivalente a um sistema de duas particulas in-
teragentes e como tal ¢ intermediario entre um problema zero- e unidimensional, como
realizado num rf SQUID e numa linha de vértice tunelando, respectivamente. A probabili-
dade de decaimento foi obtida na aproximagéo exponencial para o caso super-amortecide.
Préximo a forga controladora critica do sistema, o escape do estado meta-estivel é deter-
minado por uma unica solugio instanton descrevendo o decaimento simétrico das fases em
cada uma das jungbes Josephson. Mediante reduciio da forca controladora externa, um
novo regime € atingtdo onde o instanton se separa e a diminuicio da taxa de decaimento
é reduzida.

Baseados na teoria de transicao de fase de Landau, nés construimos um diagrama de
fase para temperatura e corrente e observamos que, dependendo dos parametros externos,
0 sistema desenvolve uma transi¢io de fase de primeira ou segunda ordem para o regime
de separacio do instanton [14]. De um ponto de vista experimental, resta mencionar que
embora a bifurcagdo estatica do ponto de sela tenha sido experimentalmente verificada
no regime térmico [15], ainda n3c hi experimentos no regime quintico com a finalidade
de observar a separagio dindmica do instanton. Para tanto, é necessirio um circuito

otimizado com uma indutancia grande o suficiente para tornar o efeito observivel, mas
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pequena o suficiente para evitar problemas de ruido.

Além disso, a teoria de uma corda eldstica aprisionada em um estado meta-estavel foi
desenvolvida visando descrever o salto quéintico de um itnico vortice em um supercondu-
tor de alta temperatura com um campo magnético aplicade paralelo aos planos de Cu(Q).
Os célculos foram fettos para o caso especifico de um potencial periddico ligeiramente
inclinado (pequena forga externa) onde a ‘aproximacio de paredes finas’ (thin wall ap-
proximation) pode ser aplicada [57]. A taxa de decaimento e a forma do nicleo critico
descrevendo a transi¢do do estado meta-estavel foram determinados em todo o intervalo
de temperaturas para trés tipos de dindmica: massiva, dissipativa e Hall [29].

Nés observamos que no limite de baixas correntes §j < je, um sistema massivo entra
no regime gudntico a partir de temperaturas inferiores a T[gm) & +/j/m, e mostra uma
saturacio da taxa de decaimento a baixas temperaturas, —InTg o ;1. Neste caso, duas
fases distintas podem ser observadas no regime quantico: a baixas temperaturas 0 < IT' <
T* o decaimento ocorre basicamente devido ao tunelamento sob a barreira de potencial
(regime puramente quantico), enquanto que a temperaturas mais altas, T* < T < T['[,m) 0
tunelamento é auxiliado pela temperatura (regime de tunelamento quantico termicamente
assistido).

Por outro lado, no caso de um sistema dissipativo, o regime quantico ocorre a tem-
peraturas inferiores a Tn(") o« j/n e a taxa de decaimento a temperatura zero se torna
InTp ey i j-. No caso super-amortecido o regime puramente quintico ocorre apenas a
T = 0. Devido a uma interagio logaritmica entre as paredes horizontais do micleo critico,
0 Tnesmo comega a se contrair assim que a temperatura é acrescida a partir do zero. As-
sim, o tunelamento imediatamente se torna termicamente assistido e as corregoes devido
a temperatura obedecem uma lei de poténcias, em contraste com as corregbes exponen-
cialmente pequenas ocorrendo ne caso massivo para 0 < T < T, Tal comportamento é
semelhante aquele obtido para uma particula puntual decaindo de um estado meta-estivel
[12].

Para materiais super-limpos, quande a dindmica é governada pelo mecanismo Hall, efei-
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tos quénticos tornam-se relevantes a temperaturas abaixo de Téaﬁ ) F/og. Neste caso
a taxa de decaimento a baixas temperaturas ainda se anula segundo a lei de Arrhenius,
mas com uma energia de ativagio que é reduzida devido aos efeitos quinticos. Este com-
portamento inesperado se deve ao vinculo descrito pela equagio {3.118): o nidcleo critico
descrevendo o decaimento do estado meta-estivel a temperatura zero nio pode se “fe-
char” ao longo do eixo 7, implicando na divergéncia da acio. O “fechamento” do niicleo
pode ser obtido ao considerarmos uma massa finita, ou uma dissipagéo finita, ou ainda
via a inirodugéo de um centro de nucleagio (defeito) que quebra a simetria translacional
do material [58, 59].

Posteriormente, nés generalizamos o problema de tunelamento a partir de uma corda a
um objeto de maiores dimensdes, como uma superficie elastica (2D) ou um volume (3D),
A partir de valores de campo magnético intermediérios, o processo elementar produzindo
salto de linhas de fluxo envolve o0 movimento de um feixe de vértices através das camadas
supercondutoras, € ndo mais o deslocamento de um tinico vértice. Isto significa que de-
pendendo do tamanho relativo entre o feixe de vértices ativado e a amostra supercondutra
o objeto tunelando serd bidimensional (planar) ou tridimensional {volumétrico).

Nés verificamos que um comportamento tipicamente vitreo foi obtido, com a altura U
da barreira divergindo no limite de baixas correntes j — (: para uma variedade el4stica
N-dimensional, temos que a altas temperaturas U o 1/7¥~1, enquanto que a tempe-
ratura zero a agdo diverge como S o 1/7%. Finalmente, resta mencionar que no que
concerne os experimentos, uma apropriada comparagio com os nossos resultados ainda
nao pode ser estabelecida: em todos os experimentos de relaxagio magnética em super-
condutores de alta-T, realizades até o momento, o campo magnético é sempre aplicado na
diregao perpendicular aos planos de CuQ. Um tnico experimento com uma configuracao
semelhante a tratada aqui foi realizado com um supercondutor organico pelo grupo de A.
C. Mota [22]. Neste material, que também é caracterizado por uma estrutura planar, os
resultados obtidos para um campo magnético aplicado paralelo acs planos sio qualitativa-

mente semeihantes aos obtidos para um campo magnético perpendicular aos planos. Isto
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indica que qualitativamente os nossos resultados foram observados. No entanto, outros
experimentos precisam ser feitos de modo a podermos obter uma satisfatéria comparacao

entre os resultados tedricos e experimentais.
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APENDICE A

Distancia 2R entre dois kinks térmicos
A equacio de movimento no regime térmico em {ermos das varidveis adimensionais

e = é dada por
dzu,z'o
dz?

(uz0) =0, (A-1)

onde V'(uze) = Upn'(tz0) — F. Vamos considerar agora a solugio térmica
uza(x) = uala) + Su(a), (A2)

onde u(z) = ulg(z + R) — u@{z — R) — 1. Substituindo a Eq. (A-2) na Eq. (A-1),

expandindo V'{u, + du) ao redor de u, e usando que (veja Eq. (3.13))

2z + R)

o = Un (a8l £ R), (A3)

nos obtemos

d25u
de?

+ §uV" (o) + V'(w0) — Ui (u5(e + B)) + Ui/ (u3(z —~ R)) = 0. (A-4)

Multiplicando agora (A-4) por w(z),

dull(z — R) 4 dull(z + R)

- A-5
w(m) dx da: ] ( )
e integrando sobre x nds encontramos {apés efetuar uma integragéo por partes)
% 0
[ oo [Vw) — Ui (e + ) + Ui 050 = )] +
* d*w(z) 1
]0 dzéu(z) [_ = + w(2)V" (u)]| =0. | (A-6)

O dltimo termo em (A-6) é de ordem mais alta e pode ser desprezado. Assim nos temos

00
f dz
0

duly(z — R) + dull(z + R}
dz dz

+ U (u3(e - )| =2F. | (A-T)

[Uzn uﬂ) - 1!1"(“(“)(3: +. R))
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Usando que Up,(40) = —Ujp'(—uo), 1. €., Uz'{up) é uma fungéo impar e expandindo

Uz’n,(uﬂ) = Uiy (“(uj(x - R)+1- “(OJ(‘F + R))

~ —Usn' (uii(e — R) ~ [1 — u53(z + B)Uin" (w2 — 7)) (A-8)

Uin' (u3(z + R)) = Ui’ (1 + u$3(z + R) — 1)
~ Ui’ (1) = Ui (D)1 = w$3(z + R)] (A-9)

nos obtemos

2F~f [m%w R) , duz(z + R)

&z ] 1~ u(e + B)[Un" (1)

uw) X -
Ui (83— B ~ (1 2B [ a2 =Dy 1) 03, e — )]

~ 20" (DL — w3 (2R))]. (A-10)
Lembrando que 12 = Uz,"'(1) e definindo v = 1 — u{Y(2R) nés finalmente conclufmos que
F =+2. (A-11)
Tendo determinado uly)(2R) = 1 - v, nés estamos aptos a integrar a equacio (3.14),

/ Oam) duf,fo’ /md
- x
WO o)

e assim encontrar a distincia 2R entre os dois kinks,

1-w d (U) ]_
23:[ = “lnf, (A-12)
S 7
onde
1
— () Y 1
p = exp ] du
[ o (\/m“”) 1—“559) ]
foi definido de modo a remover a singularidade a vy = 1. Finalmente, substituindo
(A-11) em (A-12) nds cbtemos
1. {py
2R = — — . -
” n ( = ) (A-13)
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APENDICE B

Coeficiente de tenséo linear para paredes quase horizontais
Vamos comecar considerando o caso de paredes aproximadamente horizontais, quando
|vl = |d8/dz| < 1. Neste caso dufdz ~ 0 e pode ser desprezado na Eq. (3.76). Lembrando
também que a forga externa é muito pequena (F' < 1), a equacio de movimento restante
é
1

/oo d Ou 1 +sinu =10 (B-1)
—_ Ty —— —] . -
T oo 01 (T —71)

Esta € uma equacgdo integral singular ndo linear e sua soligio é dada por
u(r) = 2arccot(r + const.).

Substituindo a constante por £8(z), que é quase constante, obtemos uma solugio apro-

ximada para (3.78),
u(z, 7) = 2arccot(r + 8) — 2arceot(r — 8). (B-2)
Substituicdo da trajectéria u(z,7) (B-2) na agdo (3.76) fornece a agio extrema

S=4 fmd SEARE 20— F+1 (B-3)
= 4rg - T s\ 7z n - + . -

Comparando (B-3) com (3.81) nds concluimos que para o caso de paredes quase horizontais

o coeficiente de tensio linear é aproximadamente constante,

o], lv] < 1. (B-4)
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APENDICE C

Coeficiente de tensdo linear para paredes quase verticais
No limite de paredes quase verticais [v| > 1 ¢ Ou/dr ~ 0. Considerando F e du/0r na

agdo (3.76) como pequenas perturbagdes obtemos a seguinte equacio de movimento:

52
a_u —sinu = 0. (C-1)
2

Esta é uma equagéo do tipo sine-Gordon, cuja solugio é dada por u{z) = 2arccot[sinh(z)).

Assim, uma. solugéo aproximada da equagiio de movimento geral (3.78) neste limite é
u(z, ) = 2arccot{sinh(z ~ 7 /v)], {C-2)

porque |7/v| < 1. Vamos supor que a Eq. (C-2) seja uma solugio da Eq. (8.78) para
z>0er >0 Sez>0masr < 0, v troca de sinal e a solugdo acima ¢ ainda
valida. Com a finalidade de simplificar o problema, ao invés de considerarmos uma
solugdo completa descrevendo os lados esquerdo e direito das paredes (x > 0 and z < 0),
nés tratamos apenas o caso de ¢ > 0 e multiplicamos a acdo resultante por um fator
2. Este procedimento é permitido porque os lados direito e esquerdo das paredes nio
estdo interagindo, uma vez que eles correspondem a diferentes valores de z. Note que no
caso anterior (paredes quase horizontais) tal simplificagio ndo é possivel porque as partes
superior e inferior das paredes estéo interagindo. Substituindo Fq. (C-2) na agio (3.76)

e multiplicando o resultado por um fator 2 (veja discussio acima) obtemos

*-471'9{/ dr——-/ dz F'0 — 2/ dz
2y

_/{} cosh(z - 7/v) f cosh(z — 7, /v) I fr =) =l 7 47 } (C-3)

Vamos agora considerar o limite 1 <« |v] < |#]. Neste caso a escala de integracdo na

equagio acima € &t ~ |v| < |#| e podemos substituir T + 1, = 26 ro dltimo termo da
Eq. (C-3) (o In|7 + 7|}, obtendo desta maneira o iltimo termo na Eq. (3.81). O terceiro

termo na Eq. (C-3) pode ser estimado com precisio logaritmica como

o0 Ty o In(2]v])
| = — -
/ _/00 cosh(z) Jf_g cosh (z — 7 /v) o |ni Swg‘/{; a8 lo| (C-4)
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onde tomamos 7 = §. Assim podemos reescrever a Eq. (C-3) como

S=41rg{foo 9 [E—W] +f_°; dz{ln |26|—F€]}. (C-5)

—c0 £

Os dois iltimos termos em (C-5) cancelam exatamente os dois tltimos termos em (3.81).

Substituindo dz = df/v em (3.81) podemos facilmente concluir que

4 1
a=_ oD, bl <o) (C-6)

No outro limite, |»{ 3> |8} (e também |v| 3> 1) a integracdo sobre 7, na Eq. (C-3) é

suavizada (smeared) e se nés substituimos 7 by # nés obtemos apds integragéo sobre z

OO0 4 o0
S=4ﬂg[f da?——*-/ d:rFﬂl+

8 [ o0 [(m — 8)/v]
mfo ‘”/{, M bl = 6o

(C-7)

T1+9
n—0|

Uma estimativa do ditimo termo em (-7) dentro da precisio logaritmica mostra que ele
pode ser desprezado porque ele é proporcional a (#/v2) In [v/6| e nés estamos considerando
os limites quando |v| 3> 1 and |v| 3> |#. A comparacio da equagdo restante [primeiro e

segundo termos em {C-7)] com (3.81) fornece

4 1
a= - pynee), bl (C-8)

Podemos unificar Eqs. {C-6) e (C-8) escrevendo a férmula de interpolagio

4 1 1 /1 1
C\!(‘U, 6) = ; - F}T In (E E + ﬁ) ) |'U| > 1, (C'g)

que descreve o coeficiente de tensdo linear no caso de paredes quase verticais.
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APENDICE D

Equacdo de movimento para a posicdo da perede R(r) no caso Hall

A partir da equagao (3.119) temos que a equagio de movimento efetiva na diregio z é

52'&;
Ox?

8 .
+ / dz, f dup —220T) “"("”2 ") | O (g, 7)) — F = 0, (D-1)
e o sistema estd sujeito ao vinculo (3.118). Vamos agora considerar o seguinte Ansataz:

uz(z,7) = uo(z, 7) + Sulz, 1), (D-2)

onde uo(z,7) = ulp(z + R(1)) — ulg{z — R(T)) — 1 e du(z, 7} é uma pequena correcio

devido & interagio entre os kinks. Noie que agora a posigdo R da parede é uma funcio
de 1, R = R{r), enquanto que no apéndice A (regime térmico) R era uma constante.
Substituindo o Ansatz (D-2) na equagio de movimento (3.119), expandindo Uz,' (1o + 1)

ao redor de 1, e usando a equagdo (A-3) nds obiemos

32511.
~ Ba22

f d:.:lj dzo 5 2[ Dxg + R) — (2‘:2 — R) —1 + éu(zq,7)] =0. (D-3)

5 + Sulsn" (uo} + Ui (0) + Usn (“m)(m - R)) - Uin,(“?ﬂj(:" + R)) -

Como o potencial ¥;,”(u(z)) tem aproximadamente a forma de uma funcio delta, nds

vamos aproximé-lo por sd(z), onde s é um nimero e §(x) denota a funcio delta de Dirac.

(o

Neste caso, o deslocamento u} ] se torna uma funcio sinal. Entdo, com o auxilio das

equacdes (A-8) e (A-9) dadas no apéndice A nds temos

Uin (un) + Uin (Um}(m - R)) - (u%}(m + R))
~ (1 — uSY{(z + B)Uin" (1) — Usn"(ul3 (2 — R))]

~ Bse 2R [§(c~ R)+ 6z + R)], =z>0 (D-4)

onde o niimero s & definide como

(U)
- / S 02 (4 - Ui (L)] (D-5)
B s,/w(u‘;?
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e nds usamos 1 — u; }(ZR} Be 218 (veia apéndice A). Assim a equagio de movimento

(D-3) pode ser reescrita como

325 u
822

52
/ dy / dry ——isgn(zg + R) — sgn(zg — B) — 1 + Sulzg, 7)) = 0. {D-6)
P Iy 37‘

= + 8uly* — s6(z — R) — sd(z + R)) + sBe” R[6(z — R) + 8(z + R)] - F+

Na representacio de Fourier, onde

§ = 2 7 ke such
u(z, 7) o e ulk, ),

-

a equagao (D-6) se torna

(k2 + v*)du(k,7) — 23 /00 %Su(kl,r) cos[(ky — k}R)—-

=0

1 8% {4

2o { sin(kR) + Su(k, T)] +2s8e™ 278 cos(kR) — 2rFa(k) = (D7)
Indo para a representagio de Fourier, desta vez para a varidvel r,

_ i > — T
Su(k,7) = — dwe Sulk,w),
27 oo
¢ definindo
| o dk ;
a2 = / 5-du(k,w)e TikR (D-8)

nés finalmente obtemos uma expressao para du(k,w)

(21)2 FS(k)é(w) — 2spe27R cos(kR) — (4w?R/k?) cos(kR) + s(a1e=#F 4 ageikR)

Sulk,
ulk,w) = 2+ 2 + o2 k2
(D-9)
Substituindo (D-9) em (D-8) nés encontramos
B © d 1 gk e2ikR 2% s
a1 = §aq - 2rk?+72+w2/k2 +sa2[-m2ﬂ_k2 +72 +w2/k2 + 7—2 (w)—

\pem 2R -[oo ﬁ 1+ cZikR o R fm dk I+ e2ikR
P oo 2k + 42 Fwljke 27 K2(E2 + 42 + Ww2/k2)’ (D-10)

A baixas frequencias (altas temperaturas}, temos que

o — sa /°° dk 1
: ! oo27rk2+fy2+w2fk2 “
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0 Jk eQz’kR 9
= ~ (e~ 2R
sag [m 2m T2 +w2/k2 (e + w)as

e portanto, elas podem ser desprezadas. Neste caso, a equagio {D-10) se torna

2|w|R + (EE_QTR - E) =0, (D-11)
2 Y/,

Entretanto, com a correta aproximagio devemos substituir sp/2 by vp, e a equacio de

movimento efetiva para a posicio da parede R{w) é

2|w|R + (pyle” 7R e =0. (D-12)
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Fig. 1:

Fig. 2:

Fig. 3:

Fig. 4:

FIGURAS

dc SQUID consistindo de duas jungdes Josephson idénticas arranjadas simetricamente
num anel supercondutor. As diferencas de fase ¢} e g9 em cada JJ sio as coordena-
das macroscépicas decaindo a partir do estado meta-estavel. Visando observar efeitos
quanticos, o sistema & atravessado por uma corrente préxima da critica, i. e., as cor-
rentes I1 e I3 em cada ramo sio ligeiramente menores do que a corrente critica I.. A
forma efetiva do potencial ¢ modificada ao alterarmos a corrente total T = Iy + Is.

(a) Potencial periédico inclinado agindo nas diferencas de fase @1 e @9 na presenca de
uma corrente externa I. A forma do potencial resulta de um termo periddico cosenoidal
(energia potencial das jungdes) combinado com o termo externo [ex I{p1 + ¢3)] & com
o termo de interagio [ox (@1 — w2)?/L]. (b) Linhas eqiiipotenciais plotadas para o
potencial dade em (a). Os minimos estio localizados ao longo da diagonal 1 = @g.
Dependendo do parimetro externo I as fases 1 e w9 decaem a partir do minimo
meta-estavel seguindo a diagonal (fase de nico instanton) ou seguindo duas trajetérias
proximas com ¢ # 0 (fase de separagdo do instanton).

Vista detalhada da regido préxima ao minimo meta-estavel do potencial efetivo expressa
em termos das varidveis adimensionais p (centro de massa) e ¢ (coordenada relativa).
Escolhendo a corrente externa I préxima do valor critico, 21, — I < I, o potencial
pode ser aproximado por uma forma cibica. A forma do potencial é controlada pelo
parametro diretor a. (a) Para pequencs valores da corrente I (@ < 1) o potencial tem
um minimo a (p1,41), um méximo a (pa,¢3), e dois pontos de sela, (p3,¢3) e (p4,94).
(b) Para uma corrente / correspondendo ao valor & = 1 os pontos 3 e 4 convergem no
ponto 2, que se torna o novo ponto de seia.

Diagrama de fase para temperatura e corrente em termos das variiveis adimensionais
8= (yxB)T/KE; e o = 82(2— I/I,)/4 relacionadas respectivamente com a, temperatura
T e a corrente externa I. A altas correntes (¢ < 1) o regime cldssico de dnico ponto
de sela a altas temperaturas é separado pela linha de cruzamento #p(c) = +/z do regime

quéntico com um tnico instanton. Este comportamento é 6 mesmo que para um sistema
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Fig. b

consistindo de um iinico grau de liberdade. Para o presente sistema consistindo de dois
graus de liberdade interagentes varias linhas criticas novas surgem no diagrama de fase
temperatura-corrente: A altas temperaturas o regime classico de um dnico ponto de sela
¢é separado pela linha de cruzamento ¢ = 1 do regime classico com dois pontos de sela; na
regido de baixas correntes (¢ > 1) o regime classico com duplo ponto de sela é separado
do regime quantico com dois-instantons pela linha 8g(¢) = (1 + v4¢ — 3)/2; e na regifio
de grandes correntes (¢ < 1) uma nova linha critica 8s(¢c} = 1/2 + /2 — 1 aparece no
regime quantico, separando a fase de inico instanton da fase de separacio do instanton.
A baixas temperaturas a transicio através da linha critica 85(¢) é suave, andloga a
uma transicdo de fase de segunda ordem. A temperaturas proximas da temperatura de
cruzamento #y(¢) a separagdo do instanton € abrupta, como numa transi¢io de fase de
primeira ordem. #* é o ponto tri-critico onde as transi¢des de fase de primeira e segunda
ordem se encontram. As taxas de decaimento ao longo das linhas ¢; = const. (& = 1,2, 3)
e 8; = const. {(j = 1,2} estio ilustradas nas Figs. 5 e 6, respectivamente.

Logaritmo da taxa de decaimento versus temperatura em termos das varidveis adimen-
sionais ¢ = —(38%h/16xn)InT e 0 = (yaB)T/RE) para trés diferentes regides dentro
do diagrama de fase fenomenoldgico temperatura-corrente {veja Fig. 4). Para uma cor-
rente grande (:; = 0.20) e a altas temperaturas o sistema decai segundo a Eq. {41a),
oy  1/6 (linha pontithada). Mediante redugao da temperatura, o regime quéntico é
atingido a 9[()1) = 0.45 e a taxa de decaimento se torna op o const. — 6?2 [veja (41b)].
O comportamento é o mesmo que para um sistema consistindo de um inico grau de
liberdade porque o termo de acoplamento entre as duas fases no SQUID & relevante e
as forga a decairem simetricamente. Se fixarmos a corrente externa a um valor mais
baixo {t3 = 0.64) o sistema decai por ativagio térmica a altas temperaturas, entra no
regime quantico descrito pela Eq. (41b) a 6‘(()2) = (.80 e ent3o atinge uma nova fase no
regime quantico a 9&2) = (.66 onde o instanton se separa e o valor relativo da taxa de
decaimento aumenta (linha tracejada, veja (41c)). A transicio a 9,(,2) & suave, como

numa transigdo de fase de segunda ordem. Reduzindo ainda mais a corrente externa
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Fig. 6:

Fig. 7:

Fig. 8:

Fig. 9:

(¢35 = 0.96) o sistema se comporta da mesma. ma.neira.,(ﬂg:;) =098e 95,.3) = 0.97) exceto
por uma mudanga abrupta na agio a 9,53), um comportamento correspondendo a uma
transicdo de fase de primeira ordem.

Logaritmo da taxa de decaimento versus corrente em termos das varidveis adimensionais
o= —(38%k/16xn) T e ¢ = B2(2 — I/1.)/4 para valores fixos de temperatura (§; =
0.5, 5 = 0.95). Para grandes correntes {pequenos ¢) o sistema estd no regime térmico
descrito pela Eq. (41a), ot 312 (linha pontilhada}. No valor L{(]U =0.25 (ng) = 0.90)
o regime de unico instanton é atingido [veja Eq. (41b), op 3¢ — const.] e a r,gl) =
0.53 (:.Ez) = .93) o instanton se separa [linha tracejada, veja Eq. (41c)]. A separacio
pode ser suave (casc 1) ou abrupta (caso 2).

Variedade eldstica aprisionada num potencial peridodico inclinado. Topo: Corda elistica
unidimensional com um segmento finito (nicleo} ativado para o préximo vale. A energia
de ativacao envolve a criagio de uma parede unidimensional (fina) que custa uma energia
2rayr, onde r é o raio do micleo e oq é o coeficiente de tensio linear da parede. Se o
micleo é suficientemente grande, r > R, ele expande e a variedade elastica se move para
o préximo vale. O miicleo critico R é uma configuragio pertencendo ao ponto de sela
da energia superficial.

Comportamento assintdtico (¢ > R) do campo de deslocamento no regime térmico
(linha continua) e no regime quantico justo abaixo de 7. A forma do micleo critico
a1 = 0,7/w, é mostrada no limite super-amortecido {linha tracejada), bem como
para o caso geral com n; e oy ambos finitos (linha pontilhada). Note a longa cauda
desenvolvida pela dinamica Hall a grandes distancias x.

Forma dos nucleos criticos descrevendo o salto de uma corda ndo-amortecida de « = 0
para u = 27. (a) A temperatura zero o perfodo da bounce é infinito ¢ o nicleo é circular
(simétrico corn respeito a = € 7), com um raio R o< 1/F, onde F' é a corrente externa
adimensional. (b} A temperaturas finitas, mas muito baixas, (T' < 1/2R} o periodo da
bounce (que é proporcional a 1/T') é ainda muito maior do que o didmetro do ndcleo

(aproximagao do gis diluido), e a solugdo de temperatura zero permanece vélida. (c)

101



Fig. 10:

Fig. 11;

Fig. 12:

Fig. 13:

Aumentando a temperatura o periodo da bounce é reduzido e quando a temperatura
atinge o valor critico 7 0s niicleos comegam a interferir. (d) Para T' > T* a forma do
nuicleo € um pedago do arco obtido anteriormente, i. e., a solucio de tempera.turé, 2Ero
restrita pela periodicidade ao longo do eixo 7. (e) A altas temperaturas T* <« T < T
as paredes do nicleo sdo aproximadamente paralelas ao eixo .

Logaritmo da taxa de decaimento I' como fungio da temperatura adimensional 7 para
uma corda eldstica massiva. A baixas temperaturas (I' < T*) o decaimento é pura-
mente quintico e a solucdo obtida a temperatura zero permanece valida, com correcoes
despreziveis (exponencialmente pequenas). Aumentando a temperatura acima da tem-
peratura de cruzamento 7* um novo regime é atingido onde a corda ultrapassa a bar-
reira devido a uma combinagéo dos mecanismos de tunelamento quéntico e ativagdo
térmica (regime de tunelamento quantico termicamente assistido). A altas temperatu-
ras (T > Ty} o processo de decaimento é puramente térmico e ¢ descrito pela lei de
Arrhenius.

Solugao exata do nicleo critico com « = 27 num background com 4 = 0 no plano = — 7
no limite super-amortecido. A principal caracteristica deste grafico € a grande relagao
Bp/zg ~ In(1/F).

“Toy model”: micleo com uma forma retangular. O comprimento nas direcdes z e 7
sao respectivamente zg ~ 1/F e Qg ~ (1/F)In(1/F).

Logaritmo da taxa de decaimento I' como fungio da temperatura adimensional T para
uma corda elastica super-amortecida. A probabilidade de decaimento I' é determinada
pelo comprimento @ do nicleo critico na diregio 7, —InT & O(T), onde O(T) & a
solugio da equagéo transcendental —1 + F© = In |[sin(2rT©)]/xT|. A lirha continua é
uma solucdo numérica da equagio transcendental. A temperatura zero a taxa de decai-
mento no limite super-amortecido é reduzida por um fator proporcional a In(1/F), se
comparada com o limite ndc-amortecida. Os efeitos de temperatura finita sdo também
diferentes: a baixas temperaturas a corregio a solugio a temperatura zero é dada por

uma lei de poténcias [veja linha tracejada, — InT o So(1—aln(1/F)T2/F?2), onde Sp éa
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Fig. 14:

Fig. 15:

Fig. 16:

agdo a temperatura zero e a ¢ uma constante numeérical, em contraste com as corregoes
exponencialmente pequenas obtidas no caso sem amortecimento. Isto significa que o
processo € puramente quantico apenas a temperatura zero, e o regime de tunelamento
quintico termicamente assistido é entrado assim que a temperatura é aurnentada. A
temperatura 7* é definida graficamente como o valor no qual a linha tracejada deve
ser subgtituida pela linha pontilhada, e ndo corresponde a uma temperatura de cruza-
mento entre diferentes regimes. A linha pontilhada a altas temperaturas corresponde
a O(T) = 1/2T, que converge suavemente para a solucdo cldssica a temperatura de
cruzamento T{) separando o regime de tunelamento quintico termicamente assistido do
regime puramente classico.

Forma qualitativa dos nicleos criticos descrevendo o ‘creep’ de wm vértice (corda amor-
tecida) de u = 0 para u = 2. (a) A temperatura zero o tamanho do micleo na direcéo
7 (@¢ « (1/F)In(1/F)} é muite maior do que o tamanho na diregio z (z¢ o 1/F).
(b) Aumentando a temperatura o micleo comeca a se contrair na direcio 7 devido a
uma interagdo logaritmica entre as paredes horizontais (originada pelo termo de amor-
tecimento de Caldeira e Leggett). (c) O micleo encolhe verticalmente até uma forma
aproximadamente quadrada, ¢ entédo se funde com os outros. {d) A fusdo corresponde
a uma regiio onde o didmetro do nicleo na direcio 7, 20(7"), tem aproximadamente
o mesmo tamanho que o perfodo da “bounce” 1/T. (&) Depois da fuséo os nicleos se
contraem em ambas as diregdes = e 7 e finalmente acima de Ty o raio do micleo critico
se anula.

Logaritmo da taxa de decaimento I' como fungio da temperatura 7 para uma corda
elastica governada por uma dinamica do tipo Hall. O sistema é sempre descrito pela
let de Arrhenius: acima da temperatura de cruzaﬁlento T a energia de ativagio U =
4eg/h, enquanto que a temperaturas mais baixas flutuacdes quanticas reduzem a ener-
gia de ativagio para Uy ~ U[l — F2(1 — T2/T8)2).

Feixe tridimensional de vértices representando o objeto tunelando na presenga de um

campo magnético intenso (H > Hy) aplicado a um supercondutor fortemente estratifi-
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cado.

Fig. 17: Nicleo térmico de um feixe planar de vértices, obtido mediante aplicagdo de um campo
magnético intenso a um supercondutor fracamente estratificado, com uma espessura
pequena comparada com a extensio do feixe de vortices ao longo do eixo ¢. A figura

descreve também o nicleo quantico a temperatura zero para uma corda elastica.
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