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1.1. Motivaciones de la presente tesis

1.1.1. Motivacion General: los antiferromagnetos cuanticos

Dentro del area de materia condensada la comprensién de los sistemas electrénicos
fuertemente correlacionados representa un gran desafio, ya que se trata de verdaderos
“sistemas de muchos cuerpos”. En éstos la interaccién coulombiana entre electrones es im-
portante y la aproximacién de electrones independientes ya no es mas vélida, por lo tanto
el tratamiento tedrico requiere de la utilizacion de modelos efectivos para poder manejar
el nimero exponencial de grados de libertad que hay en juego. Ademads la competencia
existente entre la tendencia a la deslocalizaciéon propia de la energia cinética (compor-
tamiento metdlico) y la tendencia a la localizacién debida a la interaccién coulombiana
(comportamiento aislante), combinada con el principio de exclusién de Pauli, conducen a
una gran riqueza de comportamientos [1, 2]. En particular, una fisica muy interesante se
encuentra en el caso de los llamados aisladores de Mott, en los cuales —estando a medio
llenado— al sistema le conviene dejar sus electrones de conduccién fijos, y por lo tanto el
grado de libertad relevante resulta ser el espin del electrén. Estos sistemas, entonces, per-
tenecen al area del magnetismo cudntico ya que son descriptos por hamiltonianos efectivos

de tipo Heisenberg (|1.1]), es decir de espines interactuantes.

De manera general, la complicacién que existe en el tratamiento analitico de estos siste-
mas fuertemente correlacionados reside en que no poseen de manera natural un parametro
pequeno a partir del cual realizar un desarrollo perturbativo controlado, y la resolucion
exacta solo es posible para contados casos. Por lo tanto el desarrollo de nuevos méto-
dos analiticos y numéricos es indispensable para su tratamiento. Pero ademas del desafio
intelectual que representa la resolucion de estos modelos, existe una gran variedad de
compuestos que se comportan como aisladores de Mott. Los éxidos de metales de transi-
cién son el ejemplo més conocido, en ellos se observé originalmente este comportamiento y
dieron lugar al concepto de aislador de Mott [3],4]. En particular, nuestro interés se centra,
en los antiferromagnetos (AF) cudnticos en dos dimensiones. Un buen ejemplo de éstos
son los compuestos “padres” de los cupratos superconductores no convencionales de alta
temperatura critica, [5, 6] cuyo descubrimiento en 1986 por Bednorz y Miiller renové el
interés en los sistemas magnéticos 2D. Estos compuestos poseen una estructura de planos
magnéticos de C'uO, en una red cuadrada con orden AF que al doparlos se desordena

rapidamente, dando lugar a una fase superconductora no convencional. Un comporta-
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miento similar tienen los denominados cobaltatos Na,CoOs, [T, 8] los cuales se componen
de redes triangulares con orden AF y, estando hidratados, sufren una transformacién su-
perconductora cuando son dopados con Na. También existen diferentes compuestos de
sales organicas de transferencia de carga con un diagrama de fases muy similar al de los
cupratos superconductores, si se reemplaza el dopaje por la presién [9]. Durante los 1lti-
mos anos se ha sintetizado una gran cantidad de compuestos considerados realizaciones
fisicas de antiferromagnetos 2D, que han mostrado una amplia variedad de propiedades

no convencionales [10, [11].

El modelo efectivo mas simple para los sistemas fuertemente correlacionados, que expresa
la competencia entre el comportamiento metalico de electrones en movimiento y la interac-
ciéon coulombiana, es el hamiltoniano de Hubbard, introducido en 1963 simultaneamente
por Gutzwiller, Hubbard y Kanamori [12] 13| [14]. En el mismo la energia cinética esté aso-
ciada a un parametro de salto ¢ entre sitios vecinos y la interaccién entre dos electrones
se modeliza con un parametro U de repulsion cuando ambos se encuentran en un mismo
sitio. En el caso de los aisladores de Mott la repulsién es muy grande (U >> t) y, a medio

llenado, el modelo se mapea al llamado hamiltoniano de Heisenberg antiferromagnético
A 1 N N
2%

donde 7 recorre sobre todos los sitios de la red y j sobre todos los vecinos del sitio ¢ para los
que existe la constante de intercambio magnético J;;. El sistema mas simple que exhibe
una constante de intercambio antiferromagnética (J positivo) es el de la molécula Ho,
resuelto por Heitler y London en 1927 [15]. Desde el punto de vista histérico éste fue uno
de los primeros problemas en que se considerd explicitamente la correlacion electrénica
fuerte demostrandose una estrecha relacién entre el enlace covalente y el magnetismo,
ya que el estado singlete liga la molécula mientras que el triplete corresponde al estado
disociad(ﬂ. En el caso de los sistemas magnéticos en general no existe un solapamiento
directo entre los orbitales electréonicos de los atomos magnéticos, pero igualmente existe
una interaccion indirecta de intercambio mediada por un ion no magnético ubicado entre
ambos. Esta interaccién se llama superintercambio y fue descrita microscopicamente por

Anderson en 1950 [16].

! Experimentalmente se encuentra para el Hy que la energia de ionizacién es E*°" = 4.476 eV y
la distancia entre nicleos R = 0.714 A. Heitler y London obtuvieron valores muy cercanos de estas
cantidades: J =3.15eV y R=0.87 A
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Una caracteristica importante del AF de Heisenberg es que el estado de Néel clasico no
es autoestado del hamiltoniano cuantico y entonces el estado fundamental puede no tener
una representacién puramente clasica, siendo el efecto de las fluctuaciones cudnticas cru-
cial. Estas pueden ser lo suficientemente fuertes de manera tal que, incluso a temperatura
cero, se establezca un estado fundamental que no rompa ninguna simetria. Asi como en
el *He las fluctuaciones cuanticas de punto cero no permiten que se rompa la simetria
traslacional para formar un sélido, de la misma manera también se espera que en ciertos
antiferromagnetos no se rompa ni la simetria SU(2) del hamiltoniano de Heisenberg ni
la traslacional, dando lugar a los llamados liquidos de espz'neﬁ. Vemos entonces que los
efectos cuanticos juegan un papel importante en las propiedades del modelo de Heisenberg
a temperatura cero y pueden conducir a estados fundamentales inusuales, con correlacio-
nes magnéticas y simetrias muy diferentes al caso clasico. También se puede mostrar que
el efecto de las fluctuaciones cuanticas se refuerza a medida que disminuye la dimensio-
nalidad, el valor de espin o mediante la incorporaciéon de frustracion magnética. Estos
aspectos del modelo se pueden combinar de diversas formas para dar lugar a una variedad
muy rica tanto de fases magnéticamente ordenadas como de nuevas fases cuanticas no

convencionales.

La frustracion magnética puede definirse como la tmposibilidad de minimizar energética-
mente todos los pares de interacciones magnéticas simultdineamente, y puede deberse a la
geometria de la red o por presencia de interacciones que compiten. Como resultado general
de la frustracién en un AF encontramos una competencia entre las correlaciones ferro-
magnéticas y antiferromagnéticas, por lo que la configuracion clasica de minima energia
es menos estable, y resulta mas probable que sea desestabilizada por las fluctuaciones de
punto cero. El AF en la red triangular es un caso tipico de frustracién geométrica. Debido
a esta frustracién, la configuracién de energia clasica minima no es el estado usual AF con
espines antiparalelos entre sitios vecinos. De hecho, si dos espines de un elemento trian-
gular minimizan su energia de intercambio alinedndose antiparalelos, entonces al tercer
espin le es imposible realizar lo mismo y ordenarse simultaneamente antiparalelo a ambos
(figura [1.1]a). Resulta entonces que la configuracién cldsica de minima energfa consiste

en el orden de Néel triangular de 120°, como se muestra en la figura [I.1]b.

Una perspectiva histérica de los distintos conceptos e ideas que rodean a los AF 2D resulta

2 Siguiendo esta analogfa a una fase ordenada de Néel, que rompe la simetria SU(2) y traslacional de
la red, se la suele llamar un “sélido de espines”.
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a b

Fig. 1.1: Efecto de la competencia de las interacciones AF en una
plaqueta triangular. a) Si dos espines minimizan su energia
de intercambio el tercer espin estd imposibilitado de ha-
cerlo. b) Configuracion clasica de Néel de 120°.

muy util para su comprensién. Desde los anos '30 se conoce que el estado fundamental
del hamiltoniano de Heisenberg AF en una red finita bipartitaﬂ es un singlete [17, 18], [19].
Pero, jqué sucede en el limite termodindmico, en redes infinitas? Por ejemplo, en el
caso 1D de la cadena infinita de Heisenberg de espin—% la solucién exacta, calculada por
Bethe en 1931, [20] muestra que si bien hay correlaciones espin-espin que decaen como
una ley de potencias (cuasi orden de largo alcance), no se establece un orden magnético
semicldsico que rompa la simetria SU(2), resultando el estado fundamental un singlete. La
dimensién dos resulta ser una dimension critica y existen muy pocos resultados tedricos
que establezcan fehacientemente la existencia, o no, de orden de largo alcance (LRO)
magnético en los distintos modelos. Por ejemplo, la prueba rigurosa de que el AF en la
red cuadrada con S > 1 posee un estado con LRO magnético fue dada recién en 1986,
[21] y no ha podido ser extendida al caso S = 1. Originalmente, en 1949 Shull [22]
realizé experimentos de dispersién de neutrones en M, O y observo que por debajo de
una cierta temperatura Ty (temperatura de Néel) aparecian picos extra de Bragg, los
cuales estaban relacionados con la presencia de dos subredes magnéticas correspondientes
a un LRO antiferromagnético, propuesto por Néel en 1932 [23]. La aparente contradiccion
entre el estado singlete y un orden magnético fue resuelta en 1952 por Anderson, [24]
quien por primera vez aplic la teoria de ondas de espin (SWT) sobre el AF de espin-
% en la red cuadrada, obteniendo como estado fundamental un estado de Néel con una
magnetizacion local reducida m = 0.303 debido a las fluctuaciones cuanticas. Sin embargo,
la contribuciéon mas importante de Anderson consistio en demostrar que en el limite

termodinamico N — oo este estado de Néel cudntico se encuentra cuasi degenerado con

el estado singlete que proviene de la solucion en redes finitas. Si bien el estado de Néel

3 Una red bipartita es aquella que puede ser particionada en dos subredes tales que un espin dado sélo
tiene interaccion de intercambio con espines pertenecientes a la otra subred.
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no es autoestado del hamiltoniano, mostré que su evolucién hacia un estado singlete es
tan lenta que dicho estado AF puede ser observado en los tiempos tales como los de un
experimento [24]. Estos conceptos se enmarcan en un fenémeno mas general denominado
ruptura espontdnea de simetria, en el cual la simetria del estado fundamental es menor
que la del hamiltoniano de un sistema con interacciones de rango finito. En particular,
cuando la simetria que se rompe es la SU(2), se establece un LRO magnético, donde por
cada simetria continua rota aparece un modo cero de energia, de acuerdo al teorema de
Goldstone [25]. En un AF estos modos cero de Goldstone equivalen a rotaciones globales
infinitesimales de los espines que, al no costar energia, cumplen la funciéon de restaurar
la simetria original del hamiltoniano. En la préxima secciéon veremos con mas detalle el

mecanismo de ruptura espontanea de simetria.

Ademas, en 1966 Mermin y Wagner [26] demostraron que para modelos de espin con
interacciones de corto alcance y dimensiéon D < 2 no puede haber ruptura espontanea de
una simetria continua a temperatura finita, es decir, en 2D el orden magnético sélo es
posible a T" = 0. De todas formas, experimentalmente se encuentran estados ordenados a T’
finita los cuales se estabilizan gracias a interacciones residuales 3D que acoplan levemente

los planos bidimensionales.

Como dijimos previamente, la presencia de frustracion en un sistema implica fluctuaciones
cuanticas mas violentas y la posibilidad de una transicién de fase hacia un estado tipo
liquido de espin. Luego de haber desarrollado la teoria de la ruptura espontanea de simetria
Anderson conjeturd en 1973 sobre la posibilidad de estados fundamentales tipo liquido de
espin [27]. En particular propuso como posible estado fundamental en la red triangular
un estado de “enlaces de valencia resonantes” (RVB), el cual estd compuesto por una
combinacion lineal de distintas colecciones de singletes de diferente alcance que resuenan
entre si. Esta teoria de los estados RVB tuvo un resurgimiento en 1987 cuando Anderson
propuso estos estados como posibles precursores de la superconductividad en los cupratos
dopados [2§8]. En la figura mostramos esquematicamente un estado RVB en una red

cuadrada.

En las siguientes décadas se desarrollaron y aplicaron distintos métodos tedricos y numéri-
cos para investigar los estados fundamentales y excitaciones elementales de baja energia
de los diversos modelos de AF frustrados. El principal objetivo durante esta época con-
sistio en dilucidar la naturaleza del estado fundamental de diferentes modelos. Un repaso

muy completo sobre los distintos métodos analiticos y numéricos aplicados sobre el mo-
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|RVB>— S + | + .

Fig. 1.2: Estado RVB representado esquematicamente como una
combinacion lineal de distintas colecciones de enlaces sin-
gletes.

delo de Heisenberg en distintas redes puede encontrarse en los reviews de Manousakis [29]

(red cuadrada), Balents [11], Sachdev [30] y Misguich y Lhuillier [10].

A diferencia de los estados semicldsicos ordenados, donde las excitaciones magnéticas na-
turales son los magnones de espin S = 1, los estados RVB pueden dar lugar a excitaciones
fraccionarias tales como los espinones, los cuales poseen espin—%. La existencia de espi-
nones ha sido demostrada en el modelo de Heisenberg unidimensional [31] y observado
experimentalmente en, por ejemplo, el compuesto KCuF3 [32] y en el sulfato de cobre
CuSOy - 5D50 [33]. En este tltimo la teoria reproduce muy bien el espectro de excita-

ciones medido, como puede verse en la parte derecha de la figura [1.3] En este modelo

S=1 04 w
< 08 ~
> o
E 02 g
% 0.6 - %
s 01 <
3 04f <
s o
S c
S= 1/ S= 1/ Experiment Theory
2 2 0.0 : : ‘ . 0.0

0 /4 /2 3/4 1
Momentum transfer (h, -1/2,1/2)

Fig. 1.3: Izquierda: La creaciéon de una excitacién magnética tri-
plete de S = 1 sobre el singlete de la cadena AF puede ima-
ginarse como un espin flip rodeado de dos paredes de do-
minio, cada una de las cuales corresponde a un espinén con
espin-%. Estas paredes de dominio se deslocalizan y pro-
pagan independientemente. Derecha: La deslocalizacién
de las excitaciones espindnicas da lugar a una senial conti-
nua en el espectro de excitaciones magnéticas. Aqui puede
verse la excelente concordancia entre experimentos y teoria
que se encuentra en estos modelos. Gréfica tomada de [33].
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los espinones estan asociados a la creacion de paredes de dominio, creandose un par de
ellos por cada flip de espin local, los cuales se moveran independientes el uno del otro
y por lo tanto se dice que estan “desconfinados”. Una imagen pictérica de la creacion y
propagacién de espinones puede verse en la parte izquierda de la figura [[.3] Una senal
clara de estas excitaciones fraccionarias desconfinadas se observa en el factor de estructura
dindmico S(k,w), que se mide directamente en los experimentos de dispersién ineldstica
de neutrones (INS), donde aparece un extenso continuo de estados excitados (parte de-
recha de la figura en vez de una sola senal bien definida que concentre todo el peso
espectral, como es de esperar cuando solamente existen excitaciones magnénicas. Si bien
el concepto de espinones en 2D estd ligado a propiedades topoldgicas, en las fases RVB
pueden describirse esquematicamente como los dos espines—% en los extremos de un enlace
singlete roto. Estos espines pueden propagarse lejos de manera independiente a través del

reacomodamiento de los enlaces singletes propio de un estado RVB (ﬁgura. Como esta

Fig. 1.4: De izquierda a derecha: Una posible configuracion reso-
nante de un estado RVB donde se ha creado una excita-
cion mediante la destruccion de un enlace singlete. Los dos

espines resultantes de esta excitacion pueden propagarse
mediante el reacomodamiento de los enlaces singletes.

separaciéon implica mover singletes entre configuraciones resonantes la energia que cuesta
separar los espinones a partir de cierta distancia se vuelve despreciable y los espinones es-
taran desconfinados. Pero también existen sistemas en los que los espinones se encuentran
ligados. Un ejemplo sencillo de esto es el estado sélido de enlaces de valencia (VBS), que
es un estado donde los enlaces singletes se acomodan de acuerdo a una estructura orde-
nada. Por ejemplo, en la figura [[.5la vemos un estado VBS en la red cuadrada donde los
singletes se acomodan en columnas. Este estado no rompe la simetria SU(2) pero posee
un LRO singlete, ya que rompe la simetria traslacional de la red. Aqui al romper un enlace
singlete y separar uno de los espines la energia del sistema se incrementa proporcional-
mente con la longitud de la cadena de enlaces que resultan desalineados. Esto genera un

potencial lineal restaurador entre los dos espines que los mantiene ligados (figuras .b
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a) == e——=  p) —s o—
— — =
C)o—— o o—e o—

Fig. 1.5: a) Estado tipo Sélido de enlaces de valencia (VBS). b)
Creacion de una excitacién S = 1 rompiendo un enlace
singlete en el estado VBS. ¢) Separar los dos espines resul-
tantes de la excitacion triplete genera un camino de enlaces
singlete desalineados con el orden del VBS.

y ¢). En este sistema la excitacién elemental es lo que se conoce como triplon, un estado

triplete de dos espinones ligados [34].

Una conjetura muy importante en cuanto a la cuestion del confinamiento o no de los
espinones en AF frustrados bidimensionales es la que aportaron en 1991 Read y Sachdev
[35, 36]. Utilizando argumentos de teoria de campos de gauge estos autores conjetura-
ron que si existen correlaciones de espin conmensuradas (colineales) de corto alcance las
excitaciones espindnicas estaran confinadas, mientras que correlaciones inconmensuradas
(espirales) dan lugar a espinones desconfinados. Si bien la naturaleza de los espinones 1D
y 2D es diferente, se espera que sus consecuencias observables sean similares y que enton-
ces la existencia de espinones desconfinados 2D se manifieste como un extenso continuo

en el espectro de excitaciones.

Tanto la idea de un estado RVB, que supone un fuerte entrelazamiento cuéntico, como
la existencia de excitaciones espindnicas desconfinadas en 2D resultan ser propuestas
muy interesantes, pero existian pocos indicios de estos comportamientos en los materiales
reales. Sin embargo, en estos ltimos anos, gracias al avance en las técnicas experimentales
de INS, se han logrado mediciones mas precisas y detalladas, encontrando resultados
bastante novedosos en donde todos estos aspectos, convencionales y no convencionales,

coexisten.
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Por un lado, se ha medido un extenso continuo de excitaciones en la fase ordenada de la
red triangular anisotrépica C'soCuCly, [37, 38 siendo un claro indicio de la presencia de
excitaciones espindnicas. Este resultado seria la primer evidencia de espinones 2D descon-
finados y podria entenderse si el C'soC'uCly estuviese muy préximo a una fase tipo liquido
de espin RVB, donde se manifestaria un crossover en la naturaleza de las excitaciones
[38]. Pero recientes estudios tedricos apuntan a que las excitaciones elementales en juego
serian mas bien espinones 1D con la particularidad de que se mueven entre cadenas como
un triplén de espinones ligados, enmarcando al C'soCuC'l, como un material donde ocurre

un novedoso fenémeno de “reduccién dimensional” inducida por la frustracion [39, [11].

También novedosos son los resultados de mediciones sobre el material CFTD (copper deu-
teroformate tetradeurate), un tipico AF de Heisenberg sobre la red cuadrada [40]. En este
compuesto se ha medido en el vector de onda (7;0) y (0;7) una reduccién importante
de la intensidad espectral respecto de la teoria de ondas de espin, la cual ha sido vin-
culada con un fuerte entrelazamiento cudntico (entanglement) que en principio no puede
capturarse con una descripcién semiclasica convencional. Una interpretacion alternativa
del estado fundamental cuantico de Néel puede ser representada mediante una funcion
de onda compuesta por una combinacién lineal de una parte clésica (Néel) més configu-

raciones tipo RVB de corto alcance, como se muestra en la figura 1.6 De esta manera

‘AF>: n 4+ + v, +...

Fig. 1.6: Una imagen pictorica alternativa a la semiclasica del esta-
do fundamental de la red cuadrada, visto como el estado
de Néel (con peso 1) més las correcciones cudnticas (con
pesos v;,) debidas al entrelazamiento cuédntico.

las fluctuaciones cuanticas sobre el estado de Néel clasico, ademas de la renormalizacién
usualmente conocida (magnetizacién reducida, energia, etc.), estarfan dando lugar a un

entrelazamiento de corto alcance entre espines, atin en un sistema no frustrado como este.

Un comportamiento similar de disminucién del peso espectral en (m;0) y (0;7) se ha
observado recientemente en el cuprato LasCuO, [41]. Aqui se propone que las ondas de
espin con vector de onda (7;0) y (0; ) estarian mdas fuertemente acopladas a excitaciones

espindnicas que existen a altas energias. Esto facilitaria el proceso de decaimiento del
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magnoén en estos puntos de la ZB, reduciendo su intensidad espectral y produciendo un

continuo de excitaciones en mayores energias.

Estos nuevos resultados motivan el desarrollo de técnicas analiticas que puedan enmar-
carse en estos escenarios y que permitan capturar los comportamientos no convencionales
obtenidos experimentalmente. En este sentido, la teoria de bosones de Schwinger es una
técnica ideal para estos estudios: naturalmente incorpora particulas de espin fraccionario,
ofrece una descripcion en términos de operadores de enlace y puede describir tanto fases
ordenadas como desordenadas. Si bien esta técnica admite distintos tipos de implemen-
taciones, recientemente Flint y Coleman [42] mostraron la necesidad de utilizar dos tipos
de operadores de link singletes de manera de capturar en el limite large-N la invariancia
rotacional y la inversion temporal de los espines. Por esa razon esta tltima implementa-
ci6n es utilizada a lo largo de esta tesis (ver descripcién en capitulo , con excepcion del

capitulo [6] donde se estudia el modelo X X Z.

1.1.2. Estudios realizados y resultados mas relevantes de esta tesis

1- Ruptura de simetria discreta y continua en el modelo de Heisenberg J; — J3

sobre la red cuadrada

Como ya hemos mencionado en la introduccién general, el estudio de los efectos de las
fluctuaciones cuanticas de punto cero en el estado fundamental de sistemas bidimensiona-
les magnéticamente frustrados ha sido de gran interés en las tltimas dos décadas. Debido
a su bidimensionalidad se sabe que estos sistemas no pueden romper la simetria SU(2) a
temperatura finita por el teorema de Mermin-Wagner. Sin embargo, Chandra, Coleman
y Larkin [43] propusieron la posible existencia de fases no convencionales a temperatura
finita como consecuencia de la ruptura de alguna simetria discreta no trivial proveniente
de la frustracion magnética del sistema. Si bien esta fenomenologia resulté ser correcta
en el modelo de la red cuadrada con interacciones a primeros y segundos vecinos, mode-
lo J; — J5, solo algin indicio de este fenomeno fue encontrado por Capriotti y Sachdev
en el modelo con interacciones a primeros y terceros vecinos, modelo J; — J3, mediante
calculos de Monte Carlo clasico [44]. Motivados por todo esto, en el capitulo [3| de esta
tesis estudiamos el diagrama de fases cuantico (7' = 0) y a temperatura finita del modelo
J1 — J3. Ademas de ser ideal para el estudio de fases invariantes rotacionales a tempe-

raturas finitas, la teoria de bosones de Schwinger nos da la posibilidad de incorporar el
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efecto combinado de las fluctuaciones térmicas y cuanticas en el modelo. El resultado
mas relevante que encontramos es que dicho fenomeno de ruptura de simetria discreta
efectivamente ocurre a temperaturas cualitativamente similares a las predichas por Mon-
te Carlo clasico. Ademads, inesperadamente, para J3/J; > 1 encontramos una regién del

diagrama correspondiente a una fase de cuatro subredes de Néel desacopladas una de otra

(ver figura en el capitulo [3)).

2- Excitaciones elementales y propiedades termodinamicas del antiferromag-

neto triangular

En la comunidad hay un consenso bastante firme sobre la presencia de un orden
de Néel de 120° como estado fundamental del AF triangular, lo cual da un apoyo a
teorias semiclasicas tales como la teoria de ondas de espin o el modelo sigma no-lineal.
Sin embargo surgen dos problemas importantes: i) el espectro de energias predicho a7 = 0
por expansiones en series muestra una fuerte renormalizacion respecto de la dispersion de
ondas de espin, junto con la apariciéon de minimos de tipo roténico [45] y ii) la entropia
predicha por expansiones de alta temperatura [40] alrededor de T" = 0.25J es un orden
de magnitud mayor que la encontrada con el modelo sigma no-lineal [47]. Los intentos
de explicar las excitaciones rotonicas van desde una descripcion de espinones de espin-
% fermiénicos hasta una de magnones interactuantes, mientras que los altos valores de
entropia fueron atribuidos a un probable cambio de régimen a temperatura finita desde uno
clasico renormalizado a uno critico cuantico. En los capitulos 4]y [5| de esta tesis mostramos
que la teoria de bosones de Schwinger, apropiadamente adaptada, resuelve coherentemente
estos dos problemas mencionados arriba. Nuestro resultado mas relevante consiste en
el hecho de que hemos podido reproducir el espectro de excitaciones que predicen las
expansiones en series con una teoria que describe las excitaciones de espin-1 en términos
de pares de espinones. En particular las excitaciones roténicas se pueden identificar con
fluctuaciones colineales de corto alcance por sobre el orden de Néel de 120°. Ademéas hemos
podido identificar las excitaciones no fisicas provenientes de la relajacion de la condicion
local de un bosén por sitio, caracteristica de la aproximacion de campo medio de bosones
de Schwinger. Esto nos permitié reconstruir una energia libre que recupera resultados
muy confiables para la entropia, susceptibilidad uniforme y calor especifico. Todos estos
resultados sugieren que la teoria de espinones bosénicos deberia ser considerada seriamente

como una alternativa valida para interpretar la fisica de un antiferromagneto triangular.

3- Estudio del modelo XXZ en la red triangular y su relacién con experi-
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mentos recientes

Recientemente se hallé que el compuesto inorgédnico BazC'oSbyOg parece ser una muy
buena realizacién experimental del modelo de Heisenberg de espin—% sobre la red triangular
[48]. Ademads de presentar el caracteristico plateau a 1/3 de la magnetizacién de saturaciéon
con campo magnético, este compuesto se ordena a una 7' = 3.8 K con una estructura de
Néel de 120°. Los experimentos de dispersion inelastica de neutrones muestran un espectro
con excitaciones de tipo roténica similar a los mencionados anteriormente. Sin embargo,
a diferencia de lo que usualmente se espera, el peso espectral se concentra mayormente
sobre el continuo de altas energias —en vez de a bajas energias— lo cual ha sido relacionado
con la posible presencia de excitaciones fraccionarias de tipo espinénica [49]. Dado que el
modelo mas adecuado es el Heisenberg XXZ triangular, como primer paso, extendimos la
teoria de bosones de Schwinger para este caso lo cual requirié la incorporacion de cuatro
tipos de operadores de link que respetan la simetria O(2) x Z del Hamiltoniano. Cabe
destacar que si bien este tipo de operadores ya habia sido sugerido en otro contexto, el
calculo completo para el modelo XXZ triangular ha sido realizado por primera vez en
esta tesis, obteniéndose resultados muy confiables respecto a las predicciones de teorias
convencionales. El resultado més relevante, sin embargo, radica en el hecho de que para
lograr la importante transferencia de peso espectral hacia altas energias —observada en
los espectros— es crucial la incorporacion de una frustracion extra a segundos vecinos. En
este sentido, consideramos que nuestros resultados pueden ser de utilidad en el andlisis
del espectro de dispersién inelastica de neutrones, sobre todo, a la hora de discernir entre
una descripcién convencional en términos de magnones y una alternativa en términos de

espinones.

1.2. Ruptura espontanea de simetria

En esta seccion utilizaremos el hamiltoniano de Heisenberg con acople AF, J > 0, a

primeros vecinos en la red cuadrada
(i.3)

para ilustrar el concepto de ruptura espontdnea de simetria. (i, j) recorre sobre todos

los links entre primeros vecinos. También haremos algunas referencias al orden en la red
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triangular.

1.2.1. Singletes

Comenzamos con el caso mas sencillo de sélo dos espines S =

)

N[

N ~ A A 1 /7, A PN
H=JS1 8= J 5%+ (sfs; + s;s;) . (1.3)

La dimensién del espacio de Hilbert es 22 = 4 y una base del mismo es el conjunto de los
estados {| o102 ) = | 11), | T4 ), | 1), | 44 )}, que son simultdneamente autoestados de Sf
y 5% Desde el punto de vista clasico las configuraciones con espines antiparalelos | 1) y
| 17) son las que minimizan la energia, por lo que uno esperaria que también suceda en

el caso cuantico. Pero observando la acciéon de H sobre estas 2 configuraciones

5 5 |10 Z_L{It] 1|l L

| 11) Ll 21t

vemos que surge un término de intercambio entre los dos espines debido a la accién de los
operadores St y S=dela expresion . Por lo tanto ambos estados no son autoestados
de H y no pueden representar su estado fundamental. Este intercambio de espines es lo
que se denomina fluctuacion cudantica de punto cero y su efecto sobre la configuracion
de espines antiparalelos es el de voltear constantemente los espines en el tiempo. Este
efecto puede verse explicitamente si se prepara al sistema, por ejemplo, en el estado | 1))
en el instante t = 0 y se lo deja evolucionar en el tiempo | 1| (t)) = U(t)| 1), siendo

U (t) = e'™t el operador evolucién. Calculando, por ejemplo, la magnetizacién del sitio 1

(M0 (0] 871 14 (1)) = 5 cos(1), (15)

se ve claramente que la misma cambia con el tiempo debido al efecto de H sobre la
configuracion antiparalela inicial. Las fluctuaciones cuanticas se encuentran en los siste-
mas cuanticos ain a 7' = 0, marcando un claro contraste con el caso clasico déonde sélo
tenemos las fluctuaciones térmicas a temperatura finita. Como hemos comentado en la
seccion anterior, las fluctuaciones cuanticas juegan entonces un papel importante en la de-
terminacién del estado fundamental, ya que dependiendo del valor de las mismas pueden

establecerse diferentes estados fundamentales.

El hamiltoniano H es invariante rotacional, y al diagonalizarlo se encuentra que el estado
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fundamental es un singlete

1
|15) = ﬁ(‘ =14, (1.6)

que es un estado con las mismas simetrias que H, es decir, también es invariante rotacional.

L Qué sucederd al tener mds espines? Aparece aqui el teorema de Lieb y Mattis, [19]
quienes extendieron y generalizaron el resultado originalmente obtenido por Marshall,
[18] el cual es uno de los pocos resultados rigurosos sobre las propiedades del estado
fundamental del modelo de Heisenberg AF. El mismo establece que en el modelo de
Heisenberg para toda red bipartita y finita el estado fundamental es un singlete, Sy, = 0,

no degenerado.

Veamos ahora el caso de 4 espines. Se puede ver que existen para este sistema 2 estados
singletes (Sior = 0) posibleg]y el estado fundamental |GS) serd una combinacién lineal de
los mismos. De manera general los estados singletes de méas de dos espines se obtienen
dejando a todos los espines participar en un “enlace” singlete con un espin vecino. Para
este caso de 4 espines se puede elegir, por ejemplo, la base de los dos estados representados
en la figura donde cada linea entre dos sitios representa un enlace singlete como el de

la ecuaciéon (|1.6). Andlogamente a lo encontrado para dos sitios, donde el hamiltoniano

1D 1=

Fig. 1.7: Dos configuraciones singletes posibles en el sistema de 4
espines.

intercambia en el tiempo los espines y convierte el estado | 1)) en | 1) y viceversa, en el
caso de 4 espines existen términos del hamiltoniano que hacen “resonar” al sistema entre
las dos configuraciones de enlaces singletes de la figura [1.7] El estado fundamental |GS)
resulta una combinacion lineal de estas dos configuraciones singletes, como se muestra en
la figura , y se le llama estado de “enlaces de valencia resonantes” (RVB)H. A medida que
vamos tomando redes mas grandes el niimero total de configuraciones singletes que existen
crece rapidamente. De manera general, todos los estados singletes pueden construirse por

una combinacion lineal de enlaces de valencia, de todos los alcances posibles, y asi el

4 Ademés pueden configurarse 3 tripletes (Sior = 1) y 1 quintuplete (Sior = 2).
5 La palabra valencia aparece en analogia a un estado de la molécula de benceno, el cual resuena entre
dos configuraciones diferentes de sus enlaces valentes.
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os)= 51 1)+ =)

Fig. 1.8: Estado fundamental singlete del sistema de 4 espines.

|GS) RVB resulta ahora una superposicién de una gran cantidad de estados de enlaces de
valencia, tal cual se mostré previamente en la figura [1.2] Pero el interés real consiste en
dilucidar si en el limite termodinamico N — oo el estado fundamental sigue siendo RVB,

o si ocurre una ruptura de simetria.

1.2.2. Orden de largo alcance

Se puede verificar que la configuracién clasica de menor energia del hamiltoniano de
Heisenberg es aquella en que cada espin se encuentra ordenado antiparalelamente
a sus vecinos proximos. Este es el estado de “Néel”, compuesto por dos subredes ferro-
magnéticas interpenetradas y alineadas antiparalelamente entre ellas, y se muestra en la

figura[l.9]a. Andlogamente, en la red triangular el estado de Néel cldsico es aquel compues-

Fig. 1.9: a) Configuracién de Néel clédsica en una red cuadrada. b)
Configuracion de Néel cldsica en una red triangular.

to de tres subredes ferromagnéticas interpenetradas pero que ahora estan rotadas 120° una
respecto de otra (figura[L.9b). Estos estados de Néel poseen LRO magnético caracterizado
por el vector de onda magnético Qar = (m;7) para la red cuadrada y Qap = (%71’; \%W)

para la red triangular. En estos estados la funcién correlacién espin-espin AF

Caur(Ri) = ¢! - ). (L.7)
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mantiene un valor finito en el limite de R; — oo

lo cual significa por ejemplo en la red cuadrada que dos espines de distintas subredes que se
encuentran muy alejados permanecen correlacionados antiferromagnéticamente. La can-
tidad (Qar - R;) mide el dngulo relativo entre el espin del sitio i y el del sitio 0. Para el
orden de Néel en la red triangular este angulo es siempre multiplo de 120°, mientras que
en la red cuadrada es miiltiplo de 180° (y en este caso la exponencial ¢ Q4rRi toma el
valor +1 o —1 dependiendo a cual subred pertenece el sitio 7). Por otro lado, en el caso en
que la funcién de correlacién Cq,, (R;) decaiga a cero de acuerdo a una ley de potencias,
Cq.r»(Ri) ~ |R;| 7™, se dice que hay cuasi-orden de largo alcance (como ocurre en la cade-
na AF de espl'n—%); mientras que si decae de manera exponencial, Cq . (R;) ~ e ®il/€ con
¢ finito, se dice que el sistema posee un orden de corto alcance (SRO) y esté desordenado
magnéticamente. La cantidad & es la longitud de correlacion caracteristica e indica hasta
qué distancia dos espines permanecen correlacionados con momento Q4r. Un estado con
LRO implica una longitud de correlacién £ infinita.

Similarmente al estado clésico | TJ) en el modelo de dos espines, el estado de Néel cldsico
no es autoestado del hamiltoniano cuantico. Esto puede verse notando que el operador

pardmetro de orden de un estado Néel, el operador magnetizacion AF, o staggered
fap = = 3 eQurRigs (1.9)
N £ v

no conmuta con el hamiltoniano H. Esta no conmutatividad implica que mar es una
cantidad que no se conserva y por lo tanto al actuar el operador evolucién se indu-
cen fluctuaciones cudnticas. De esta manera un estado de Néel cudntico difiere de uno
clasico en que las fluctuaciones cudnticas provocan una reduccién de la magnetizacion
mar = (map) respecto del valor cldsico S. Si son lo suficientemente intensas, incluso
pueden anular la magnetizacién, mar = 0, e inducir una transicién de fase a un estado

desordenado magnéticamente.

Ahora, si bien por Liebb-Mattis para toda red bipartita finita el estado fundamental es
un singlete, hay mucha evidencia analitica y numérica de que el estado fundamental en
la red cuadrada en el limite termodindmico es un LRO de Néel [29]. En cuanto a la red

triangular, al ser una red frustrada durante mucho tiempo se pensé que poseia un estado
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fundamental desordenado. Pero actualmente desde el lado numérico se ha establecido

firmemente que su estado fundamental es un orden de Néel de 120° robusto [50} 51, 52].

Los experimentos de dispersion de neutrones son ideales para observar el orden magnético
y en varios materiales con redes magnéticas cuadradas han verificado el orden magnético
de Néel. El LRO y la presencia de subredes magnéticas se relaciona en estos experimentos
con la aparicion de picos de Bragg extra en el factor de estructura estatico. Esta relacion

es bastante directa si observamos la definicion del factor de estructura estatico,
Sk) =) e RSy -S;), (1.10)

donde se ve que la presencia de un orden de Néel cuantico conduce a una senal intensa de
S(k) en k = Qar, ya que se estaria satisfaciendo . La amplitud de este pico da una
medida de cuan robusto es el orden magnético, ya que esta relacionada con el pardametro
de orden mapr. Esta relacion puede verse en el siguiente ejemplo: supéngase un orden
de Néel semiclasico con magnetizacion reducida mar yaciendo sobre el plano z — y. La

estructura de los espines resulta

S; = mur cos(Quar - Ry)
S = 0.

Al evaluar el factor de estructura estatico ([1.10)), es facil ver que los picos de Bragg valen

N

S(Qur) = EmiF. (1.12)

Sin embargo por teorema de Lieb-Mattis sabemos que el estado fundamental es un sin-
glete por lo que el valor medio de la magnetizacién local es (m4r) = 0. Una manera de
compatibilizar esto con la ecuacion es asumir que en vez de (Mmarp) es la cantidad
(m? ) la que estéd relacionada con S(Qar). Es decir que, si bien el promedio temporal
de la magnetizacion local es cero las dos subredes estan orientadas antiferromagnética-
mente — una respecto de otra —, aunque la direccién preferencial sigue siendo arbitraria.
Esto puede interpretarse como que el orden AF se encuentra “rotando” de forma tal que
se restaura la invariancia rotacional del singlete. A medida que el tamano de la red N

aumenta el momento de inercia se incrementa, mientras que la velocidad de rotacién del
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orden de Néel se hace cada vez mas lenta. Luego se puede demostrar que el estado con

simetria rota se encuentra cuasi-degenerado con el estado fundamental singlete.

Una de las consecuencias de la ruptura de simetria es la apariciéon de modos de energia

cero lo cual constituye el resultado fundamental del teorema de Goldstone que afirma:

cuando el estado fundamental de un hamiltoniano con interacciones de corto alcance rom-
pe alguna simetria continua se inducen excitaciones de bajas energias denominadas modos

de Goldstone.

Asi, cuando se establece un orden de Néel de dos subredes la invariancia del hamiltoniano
ante rotaciones de los espines alrededor de los ejes z,y v z se rompe, quedando sélo la
invariancia ante rotaciones alrededor, por ejemplo, del eje z. De esta manera, el niimero
de modos de Goldstone es 3—1 = 2. En el caso de fases con orden espiral (ver capitulo [3))

no queda ninguna simetria original del hamiltoniano, razén por la cual aparecen 3 modos

de Goldstone.

1.2.3. Torre de estados de Anderson

Una profundizacion sobre el proceso de ruptura de simetria fue dada por P. W. Ander-
son, [24] proponiendo que la estructura del espectro de energias de un AF de tamario finito
contiene informacién suficiente para dilucidar la ocurrencia de la ruptura de simetria en el
limite termodinémicdﬂ. Por ejemplo, de existir un orden de Néel de dos subredes a T = 0,
el estado macroscépico queda definido por los angulos de Euler del parametro de orden.
Por otro lado las variables conjugadas de estos angulos de Euler son las componentes del
espin total, cuya precesion estd descripta por el hamiltoniano

; Stet

Hneel = :
Néel N

(1.14)

Esta ecuacion representa el movimiento de un rotor rigido con momento de inercia [
expresado en funcion de la susceptibilidad magnética homogénea y y el tamano N de la

forma I = xN. Luego, si el sistema tiene un orden de largo alcance con una cierta rigidez

6 El procedimiento usual para detectar la ocurrencia de una ruptura espontanea de simetria consiste en
incorporar al sistema un campo magnético infinitesimal alternante, H— H+ (h > et Qar ‘R") gf Luego
la existencia de ruptura espontanea de simetria en el limite termodindmico queda comprobada cuando,
respetando el siguiente orden de limites, el valor medio de la magnetizacién adquiere un valor finito:

lim lim (thq) #0. (1.13)

h—0+ N—o0
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el movimiento de los grados de libertad internos estaran gobernados por un hamiltoniano

AF de magnones ﬁmagnones, resultando el hamiltoniano total:

S%ot
2xN

ﬁtot = + ﬁmagnones (115)

Cuando Hi, es invariante SU(2), S2, es una constante de movimiento y sus autovalores

S(S + 1) son buenos nimeros cudnticos. Entonces, cuando el espectro de tamano finito

E

- ) - 1>
B -
?{(mm ~ L7t ~ N-1/d
/ _|o>

™

- | ~N-1

0 4 8 1z

S(S+1)

Fig. 1.10: Espectro tipico de un AF con orden de Néel. Los auto-
estados unidos por la linea roja y notado |0) conforman
la torre de estados de Anderson necesaria para formar el
estado fundamental de Néel ordenado con ruptura de si-
metria. Dicho estado es no estacionario en una red finita.
El segundo conjunto |1), unido por la linea azul discon-
tinua, estd asociado al magnén de mas baja energia. Stot
se nota aqui como S.

de un AF ordenado se expresa en funcién de S(S + 1) su estructura es similar a la mos-
trada en la linea roja sélida de la figura [1.10] Esta linea es una torre (de Pisa) de estados
asociados al vacio de magnones |0) que colapsa al estado fundamental como 1/N, y puede
reconocerse también otra torre de estados |1) asociada al magnén més blando que colapsa
al estado fundamental como N~D, con D la dimensién del sistema (linea de trazos azul).
El orden de Néel semiclasico del estado fundamental, con pardmetro de orden apuntando
en la direccién (6, ¢) de los dngulos de Euler, corresponde a un paquete de ondas construi-
do a partir de los distintos estados de espin total S de la torre |0). Cuando el nimero de

valores diferentes de S es del orden de v/N el pardmetro de orden puede quedar localizado.
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Si ademads los niveles de la familia de estados |0) colapsan hacia el estado fundamental
més rapido que el magnén més blando |1), entonces la descripcién semiclésica sobrevive
a los efectos de las fluctuaciones cuanticas y el sistema exhibe orden magnético de largo
alcancd’] En particular, calculos de diagonalizacién exacta para un AF en 2D confirman
esta estructura de las torres de estados lo cual demuestra la presencia de un estado con
simetria SU(2) rota en el limite termodindmico. Este tltimo procedimiento ha sido utili-
zado para demostrar la existencia, o no, de ruptura de simetria en el limite termodinamica

de una gran variedad de sistemas magnéticos frustrados a partir de sistemas finitos.

1.2.4. Teorema de Mermin-Wagner: efecto de la temperatura

Al igual que con las fluctuaciones cuanticas, es de esperar que la aparicién de fluctua-
ciones térmicas también reduzca las correlaciones de espin. Esto pasa tanto para sistemas
cuanticos como cléasicos. Cuando la temperatura kg7 es mucho mayor que el rango de
energias de acople caracteristico del sistema (.J), se espera que el pardmetro de orden se
anule y la correlacién entre espines decaiga exponencialmente. Existira entonces una tem-
peratura T, en la cual se produce una transicién entre la fase ordenada y la desordenada.
De la misma manera, la aparicién de un gap en el espectro de excitaciones magnéticas pue-
de demostrarse que implica la existencia de longitudes de correlacién espin-espin finitas y

por lo tanto un estado fundamental desordenado magnéticamente.

La dimensionalidad del sistema tiene un drastico efecto sobre la temperatura critica men-
cionada. Mermin y Wagner [26] mostraron que para modelos de espin uni- y bidimensiona-
les con interacciones de corto alcance no puede haber ruptura espontéanea de una simetria
continua a temperatura finita, por lo tanto la temperatura critica es estrictamente igual
a cero. Es decir, el orden de largo alcance es inestable, para todo S, ante la presencia
de fluctuaciones térmicas. Este resultado impone una restriccion muy importante en las
técnicas a utilizar para el tratamiento de los AF 2D a T finita, ya que las mismas deben
permitir estados que no rompan la simetria SU(2). Por ejemplo, como veremos en la sec-
cion del préximo capitulo, la teoria de ondas de espin (SWT) presupone un estado
ordenado, por lo que se vuelve invélida al utilizarla a temperaturas finitas (aunque existe
una teoria modificada que permite aplicar SWT a T' > 0). Por otro lado, la teoria de

bosones de Schwinger incorpora naturalmente la simetria SU(2), permitiendo trabajar

7 Es interesante notar que en D = 1 es imposible distinguir entre las torres de estados |0) y |1), lo cual
invalida la descripcion semiclésica. Esto es consistente con las predicciones de la teoria de ondas de espin
para D = 1.
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con estados desordenados. A la vez permite también la posibilidad de estados ordenados

a T = 0, donde estos ltimos estan relacionados con la condensacion de los bosones.

Es importante remarcar que el teorema de Mermin-Wagner se aplica sélo a simetrias
continuas. Existen sistemas que a 7' = 0 ademéds de romper la simetria continua SU(2)
pueden también romper alguna simetria discreta. Esto ocurre por ejemplo en fases con
orden espiral tipo (Q; @), donde el estado fundamental rompe también la simetria discreta
Z al seleccionar alguna de las dos estructuras equivalentes (Q; Q) o (Q; —Q) (ver capitulo
. Cuando la temperatura toma valores finitos las simetrias continuas se restauran inme-
diatamente, pero no necesariamente ocurre lo mismo con la simetria discreta, pudiendo

esta ultima restaurarse a una temperatura 7, > 0.
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2.1. Introducciéon

2.1.1. DModelo de Heisenberg AF frustrado: teorias semiclasicas

El antiferromagnetismo frustrado ocupa un lugar importante dentro del area de elec-
trones fuertemente interactuantes dado que en muchas situaciones los paradigmas con-
vencionales del magnetismo, tales como la teoria de ondas de espin o la teoria de Landau-
Ginzburg-Wilson, no son vélidos para describir la fisica relevante del problema. En ese
sentido el modelo de Heisenberg AF frustrado en 2D se constituyé en un prototipo de un
sistema cuantico de muchos cuerpos fuertemente interactuantes, ya que posee una gran

variedad de peculiaridades que resultan muy atractivas para su estudio:

= A temperatura finita no puede haber ruptura de simetria continua —orden magnético
de largo alcance— debido al teorema de Mermin-Wagner, [26] aunque ciertas simetrias
discretas si pueden ser rotas a temperatura finita, dando lugar a la aparicién de

nuevos grados de libertad no triviales. (ver capitulo [3)

= A temperatura cero las fluctuaciones cuanticas inherentes del AF pueden ser lo
suficientemente fuertes como para desestabilizar cualquier tipo de orden semiclédsico
(ver capitulo . Esto requiere la necesidad de desarrollar nuevos conceptos y teorias
capaces de describir fases magnéticas que no rompan ninguna simetria original del
hamiltoniano, dando lugar a nuevos estados sin andlogo clasico, tipo liquidos de

espines.

= En presencia de frustraciéon practicamente no existen resultados exactos analiticos,
salvo alguna excepciones, y la falta de un parametro chico en el hamiltoniano difi-

culta la implementacion de una teoria perturbativa controlada.

= Las técnicas numéricas tienen algunas limitaciones en su implementacién, tales como
el problema de tamano finito en calculos de diagonalizacion exacta o el problema de
signo en simulaciones de Monte Carlo (MC) cuédntico. En este sentido, para el estudio
de las propiedades del estado fundamental, los métodos Grupo de Renormalizacién
de la Matriz Densidad (DMRG), [53, 54] coupled cluster method [55] y expansiones
en series (SE) [56], 57] parecen tener menos dificultades de implementacién que los
métodos antes mencionados; mientras que expansiones de altas temperaturas (HTE)
[46] arrojan resultados confiables a bajas y no tan bajas temperaturas (En esta tesis

se comparan los resultados obtenidos con MC, SE y HTE).
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= Finalmente, en experimentos recientes se han encontrado una gran variedad de com-
puestos magnéticamente frustrados con comportamientos inusuales (ver capitulo .
Esto provee un ambito ideal para la investigacion del modelo de Heisenberg frus-
trado mediante descripciones microscopicas alternativas que permitan interpretar

coherentemente las observaciones.

Todos estos puntos motivan, y también condicionan, el desarrollo e implementacion de
técnicas analiticas que permitan derivar soluciones capaces de capturar el comportamiento

verdadero del modelo para diferentes regimenes.

Desde el punto de vista analitico, las teorias convencionales como la teoria de ondas de
espin (SWT) describen bastante bien las propiedades estéticas y dindmicas cuando los
sistemas estdan magnéticamente ordenados. En estos casos, una vez que los operadores de
espin son transformados a operadores bosénicos —transformacién de Holstein Primakoff— es
posible estructurar una teoria perturbativa alrededor de las estructuras clasicas mediante
el pardmetro 1/S. Estas teorias, sin embargo, se vuelven inaplicables a temperatura finita
dado que el nimero de magnones diverge (Mermin-Wagner), invalidando completamente

el estado ordenado asumido de partida.

Para incorporar la invariancia rotacional a temperatura finita dentro de la perspecti-
va semiclasica se utiliza la accion efectiva de bajas energias del modelo sigma no-lineal
(NLoM) en D + 1 en la funcién de particién [5§]. Esta accién efectiva resulta luego de
separar apropiadamente las fluctuaciones de altas y bajas energias del parametro de or-
den AF e integrar las de altas energias. Desde el punto de vista experimental, el NLoM a
mostrado ser muy eficiente para describir AF bidimensionales en el denominado régimen
clasico renormalizadoﬂ Sin embargo, en el caso de sistemas frustrados pueden aparecer
excitaciones de energia no tan baja y que no estén contenidas en la accion efectiva, pe-
ro que afecten significativamente las propiedades termodinamicas a bajas temperaturas.

Esto ultimo se estudia en detalle en el capitulo [f

Por otro lado, la teoria de ondas de espin junto con el NLoM no son apropiados para
estudiar en detalle el espectro de excitaciones de fases desordenadas 2D. Para AF en 1D,
sin embargo, la inclusién de términos topoldgicos asociados al parametro AF en el NLoM
tiene en cuenta las diferencias entre los espectros de excitaciones magnéticas desordenados

correspondientes a S = 1/2 (gapless) y S =1 (gapped).

1 Por ejemplo, en el cuprato superconductor no dopado SroCuQO>Cly el comportamiento de la longitud
de correlacién a medida que la temperatura se acerca a la temperatura de Néel Ty estd muy bien descripto
por el NLoM [59].
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2.1.2. Teoria de bosones de Schwinger: un poco de historia

Una idea que ha dominado las ultimas dos décadas en el area del magnetismo cuanti-
co es la incorporacién de campos de gauge acoplados a particulas fraccionarias como
fenémeno emergente de bajas energias. Esta nocién, en la que los grados de libertad re-
levantes del problema no se encuentran contenidos en el modelo microscopico original, es
andloga a la emergencia de bosones de Goldstone (magnones) como consecuencia de la
ruptura de simetria rotacional, aunque en el primer caso la simetria de gauge no aparece

explicitamente en el hamiltoniano.

La manera natural de introducir dichos campos de gauge junto con particulas de espin
fraccionario es utilizando la representacion de bosones de Schwinger en donde los ope-
radores de espin se expresan en funcién de operadores bosénicos de espin-1/2 sujetos
a una condicion local en el nimero de bosones por sitioﬂ Una de las ventajas de esta
representacion consiste en el hecho de que la interaccion espin-espin (Ql . SJ) puede ser
escrita en funcién de estructuras bicuadraticas de operadores de link XLXH tal que los
operadores )A(ij respeten las simetrias originales del hamiltoniano. En el transcurso de esta
tesis trabajamos con dos tipos de operadores de link, flij y B’ij, para el caso isotropico
mientras que para el caso magnéticamente anisotropico trabajamos con cuatro operado-
res, /lij, Bij, C’ij y ﬁij (el significado de estos operadores se detalla en las secciones m
y . Esta estructura alternativa de la interaccion espin-espin permite realizar ciertos
desacoples de campo medio generalizados, diferentes del desacople usual <§1> . Sj, capaces
de capturar la fisica de corto alcance, o altas energias, relevantes tanto para el estudio de

fases magnéticas ordenadas como desordenadas.

Histéricamente, los primeros en utilizar la teorfa de bosones de Schwingeif’| para el estudio
de AFs en D < 2, resaltando la relacion directa entre los operadores de link y los singletes
constituyentes de los estados RVB de Anderson, fueron Arovas y Auerbach en 1988 [60].
Ademas de hacer hincapié en el hecho de que estas teorias de campo medio respetaban la
invariancia rotacional impuesta por el teorema de Mermin-Wagner, mostraron en forma
unificada que era posible recuperar el comportamiento esperado a 7' — 0 de las propie-

dades estaticas y dinamicas de los AFs en 2D desde una fase magnética desordenada a

2 Notar que no hay problemas en tener bosones de espin-1/2, ya que la teorfa de campos resultante
no es invariante de Lorentz; mientras que para cumplir con el teorema de estadistica de espin entero la
teoria cuantica de campos debe ser relativista.

3 H. L. Davis utilizé en 1960 la representacién de bosones de Schwinger para estudiar el estado funda-
mental de AF en general.
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T finita. Poco tiempo después, la aparicion de orden magnético de largo alcance a T' = 0
se identifico con una condensacion de los bosones de SchwingerE] quedando descriptas las
fluctuaciones cuanticas de punto cero por el fluido normal de bosones [61], 62] (ver seccién
. De esta manera, el antiferromagnetismo podia ya no ser mas tratado como una
estructura magnética rigida, sino mas bien como un fluido cudntico (esto se representa

esquematicamente en la figura [2.1)).

(b) Normal .,
{a) flid
Z ‘

Condensate

2S bosons

Fig. 2.1: La aproximaciéon semicldsica versus la aproximacion
cudntica del magnetismo. a) Ilustracién de como un espin
de valor S es construido con 2S5 bosones de Schwinger.
b) Diagrama esquemadtico de la imagen de dos fluidos: el
fluido normal describe las fluctuaciones de espin, mientras
que el magnetismo clasico es descripto por el condensado.
Figura tomada de [62].

Una ventaja metodoldogica importante de esta teoria, senalada por Arovas y Auerbach,
es que puede ser formulada en el contexto de una teoria large-N en la cual el modelo
de Heisenberg de espines interactuantes SU(2) se generaliza a una familia de modelos
de espines interactuantes SU(N), donde N indexa un grado de libertad interno que
en el lenguaje de los bosones de Schwinger se corresponde con el nimero N de flavors
de bosones. Luego, en el limite N — oo es posible obtener soluciones exactas de dicho
modelo, mientras que las propiedades para N finito se pueden obtener como una expansién
en serie de potencias del pardmetro 1/N alrededor de estas soluciones. En pocas palabras,
el procedimiento consiste en efectuar una transformacién de Hubbard-Stratonovich en la
funcion de particién formulada con la integral de camino via estados coherentes de bosones
de Schwinger y desarrollar la accion efectiva alrededor de la aproximacién del punto de
ensilladura. Resulta, entonces, que el primer orden de dicha aproximaciéon coincide con
la aproximacién de campo medio de los operadores XLX,] mencionados anteriormente.

Por completitud, en el apéndice [B| desarrollamos brevemente los pasos principales de la

4 Anteriormente, M. Cieplak y L. A. Turrski ya habfan identificado en 1976 la condensacién de los
bosones de Schwinger con la magnetizacién de un ferromagneto.
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aproximacién de punto de ensilladura que establece la relacién entre la teorfa large-N y

la teoria de campo medio de los bosones de Schwinger.

Estos estudios fueron extendidos por Read y Sachdev para sistemas AF frustrados [30]
encontrando, en la aproximacion de punto de ensilladura, o campo medio, una gran va-
riedad de soluciones, ordenadas y desordenadas, dependiendo del valor de S/N. Luego
de estos hallazgos se intentaron distintos tipos de desacoples de campo medio basados en
las diferentes formas en que podia ser expresada la interaccién espin-espin del modelo de
Heisenberg. Estos campos medios alternativos consistian en la inclusion de nuevos ope-
radores de link con cardcter singlete [63] [64] o triplete [62]. Comparaciones entre estos
campos medios y calculos de diagonalizacién exacta aplicados a una gran variedad de
modelos frustrados mostraron que el esquema de cédlculo basado en dos operadores de
link singletes era el mas apropiado [65]. Mds aun, correcciones gaussianas a dicha aproxi-
macién de campo medio realizadas por el grupo mostraron que los resultados de campo
medio eran notablemente mejorados respecto de los exactos [60]. Es interesante notar que
si bien se sabia que el esquema de dos singletes era crucial para describir correctamente
los resultados exactos todavia no se contaba con un argumento fisico claro que justificara

la utilizaciéon de dicho esquema de célculo por sobre otro.

En el 2009 Flint y Coleman [42] reinvestigaron esta problemética en el contexto de las
teorfas large-N e imponiendo criterios simples de simetria, como la invariancia ante rota-
ciones e inversion temporal del espin, demostraron que para capturar el comportamiento
colectivo correcto de los AF frustrados es fundamental expresar la interaccion espin-espin
en funcién de dos tipos de operadores de link invariantes SU(N'). Luego, en la aproxi-
macién de punto de ensilladura, las soluciones coinciden con la teoria de campo medio
desarrollada por el grupo cuando N = 2. Es decir que, gracias al trabajo de Flint y
Coleman, el esquema de dos singletes desarrollado anteriormente por el grupo esta ele-

gantemente justificado sobre la base de argumentos de simetria para el espin en la teoria
large-N'.

Dado que la vinculacién entre la teorfa de bosones de Schwinger y la teorfa large-N ya
ha sido desarrollada en la literatura, [60] a continuacién nos concentraremos en hacer una
descripcion completa de la teoria de campo medio de bosones de Schwinger, la cual se
utilizard a lo largo de los proximos capitulos. Aun en campo medio existen un montén
de sutilezas de la teoria que han debido ser desarrolladas para el estudio de rupturas de

simetrias no-triviales a 7' finita, transiciones de fases cuanticas, espectro de excitaciones
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magnéticas y propiedades termodinamicas del modelo de Heisenberg frustrado isotrépico,

asi como también del modelo de Heisenberg magnéticamente anisotropico X X 7.

2.2. Representacion de bosones de Schwinger

En la representacién de Schwinger [67, 60] la estructura matricial de un operador

momento angular se reproduce exactamente con dos operadores bosénicos de espin—%:

1

01 0 — 1 0 .
con o = [0%, ¥, 7] = , , las matrices de Pau-
10 1 0 0 -1
li y b; el espinor A , donde se verifican las relaciones de conmutacion bosoénicas
il

[l;iaal;jo’} =0 y [l;iaal;;r'g/] = 500’ 5ij \V/'L,] .

Los operadores de espin se escriben entonces,

S o= 5 (blby + b)) (2.2a)
spo= 5 (Blbe —BLb) (2.2b)
g = %(z};z}n—éjﬁu), (2.2¢)
S o= blby, (2.2d)
S; o= blby, (2.2¢)

y es facil verificar que esta representacién satisface el algebra de los espines, [gf; S'Zy] =
zS’f . Pero el espacio de Hilbert bosénico es en principio de dimensién infinita lo cual
implicaria, por ejemplo, valores de S desde —o0o a 00, ya que el mismo esta relacionado
con el numero de bosones de Schwinger. Es asi que, para poder mapear correctamente
los estados fisicos de espin en los estados bosonicos, es necesario restringir el espacio
de Hilbert al subespacio con el nimero de bosones correcto. Esto se logra agregando la

restriccién holondémica

AL = Al + 0l = by + b by = 25 (2.3)
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e , 1 s ey ; .
en cada sitio 7. Puede verse que para espin S = 5 la restriccién ([2.3) sélo permite tener o
1 bosoén up o 1 bosén down, que representan los dos valores posibles —i—% y —% de S*, res-

pectivamente. Este caso estd representado en la figura[2.2 por los dos puntos anaranjados.

n;

7

b
4 nj

§

Q
oY

Fig. 2.2: Espacio de Fock de los bosones de Schwinger, cada color
representa el subespacio de espin S. Figura tomada de [68].

En esta figura se representa el espacio de Fock de los operadores bosénicos y los subespa-
cios fisicos correspondientes a cada valor de espin S que resultan de imponer . Una
manera de introducir (2.3]) en el hamiltoniano es a través de un multiplicador de Lagran-
ge, A (ZA)ITIA)zT + [;ng L — 25 >, para cada sitio. Pero en esta implementacion la cantidad de
multiplicadores \; a resolver crece con el nimero de sitios, por lo cual para redes grandes
resulta imposible realizar el calculo. Debido a esto se utiliza la condicién promediada

sobre todos los sitios de la red a través de un tnico multiplicador de Lagrange

A (Z bf by — QSN) : (2.4)

De esta manera se reemplaza la condicién de un bosén por sitio por la condicion menos
restrictiva de 25N bosones en toda la red. En la figura esto significa permitir configu-
raciones ubicadas entre medio de los puntos de cada color, es decir, permitir estados no

fisicos pero que cumplan que (ﬁ@ + (ﬁj} = 2S5. Por ejemplo, para espin—% se podria tener

1

un estado donde (n}) = (n}) = 3.
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Los estados de espin (espin Sy proyeccién Mg) se obtienen a partir de los estados boséni-
cos de la siguiente manera [69]:

D R
V(S + M) (S — M)

[SMs) = 10) (2.5)

siendo |0), el vacié de bosones de Schwinger.

Es importante notar, y facil de verificar, que las ecuaciones y la condicion no
se modifican si se aplica sobre los bosones de Schwinger una transformacion de gauge,
Bw — Bigewi. Es decir que la representacion es invariante ante una transformacion de
gauge. Retomando lo dicho en la introducciéon, aparece naturalmente aqui esta simetria
no trivial, la cual puede ser explotada para construir una teoria de campos de gauge

efectiva de bajas energias interactuando con particulas fraccionarias [30].

Por otro lado, es interesante notar que esta simetria de gauge también puede utilizarse

para eliminar uno de los bosones. En particular, si se fija el gauge tal que l;iT = b:.rT =
\/2S5 — l;jj)z 1> [70] y escribiendo a; = 132 1» la representacién de Schwinger se transforma en

la representacion de Holstein-Primakoff [71]:

S = S—ala (2.6a)
S+ = 2S (1—;5) i (2.6b)

S — Va5 al (1-%) (2.6¢)

donde a; es un operador bosonico. Antes de utilizar esta representacion los operadores de
espin son transformados a un sistema de ejes locales, de manera tal que en cada sitio el
nuevo eje z’ coincide con la estructura magnética clasica de partida. Luego, al aplicar
las fluctuaciones locales de espin quedan descriptas por el nimero de bosones creados en

el sitio n¢ = dj&i. Se puede ver que una combinacién lineal de dicha perturbacién
g-_ 1 kR, &
k=N Z € i (2.7)
i
da lugar a la creacién de un magnén con un momento k sobre el estado clésico |Clas),

Sy |c1as) = |k). (2.8)
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De la ecuacion (2.6al) la magnetizacién local es
Oz ~a 1 ~T A
m:<5i>:S—<ni>:S—N;(aLak>, (2.9)

y se ve que la misma resulta reducida desde su valor clasico S debido al nimero de

magnones creados.

Desde el punto de vista del espin, un nimero de bosones n¢ > 25 implica valores de 5*
menores a —9S, por lo que este sector del espacio de Hilbert representa estados no-fisicos y
debe ser prohibido imponiendo la condicién no holonémica 0 < nf < 2S. Sin embargo, el
procedimiento usual para trabajar con esta representacién consiste en permitir cualquier

, . ) . g
numero de bosones y realizar un desarrollo de Taylor de la raiz en potencias de 35,

ne ng g
-t )=1-—=* - 2.1
( 2 ) 4S 32527777 (2.10)

manteniendo sélo términos hasta cierto orden. De esta manera queda formulada la teoria
de ondas de espin (SWT) en sus distintos érdenes. Reteniendo sélo el primer término (or-
den cero) del desarrollo se obtiene un hamiltoniano de magnones no interactuantes,
dando lugar a la teoria de ondas de espin lineal (LSWT). Incluyendo més términos de la

serie se tiene en cuenta la interacciéon entre magnones.

Como el parametro de control de la expansion es n¢ /25, el truncamiento de esta

serie resulta justificado si (n¢) << 25, lo cual se cumple en el régimen semicldsico, S gran-

de, pero también puede extenderse a valores de espines méas pequenos si las fluctuaciones

(ng) son lo suficientemente pequefias. Sin embargo, sorprendentemente, para el caso fisico
1

S = 5y con fluctuaciones (nj) no tan pequenas, SWT ha dado buenos resultados atin a

orden lineal, donde dificilmente puede justificarse el truncamiento de la serie .

Un buen ejemplo de esto es el AF en la red cuadrada. Anderson [24] fue el primero en
extender la LSWT al estudio de antiferromagnetos y obtuvo para la red cuadrada de
espin-3 un valor de la magnetizacion staggered map = 0.303 (un 40 % menos que el valor
clasico). Este valor apenas se modifica al agregar més términos de la serie (2.10) [72, [73] y
concuerda bastante bien con métodos numéricos méas sofisticadog’}, ast como también con
lo medido experimentalmente en el compuesto LayCuO, [29]. El espectro de energia de

los magnones calculado con LSWT en este modelo también acuerda razonablemente con

® Manousakis [29] hace un andlisis cuidadoso y detallado de varios resultados numéricos y propone
como una buena estimacién el valor m = 0.31 & 0.02.
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los resultados obtenidos con Monte Carlo cudntico [74] y expansiones en serie (SE), [75]

los cuales reproducen muy bien resultados experimentales.

Para el caso del AF en la red triangular, con LSWT se encuentra una reduccion del 50 %
en el valor de la magnetizacion, m ~ 0.24, [76] el cual estd en buen acuerdo con el valor
m = 0.205(1) calculado con Monte Carlo cuantico [51]. Si bien la parte de bajas energias
del espectro de excitaciones de espin calculado con LSWT acuerda bastante bien con los
resultados de Monte Carlo cuédntico y diagonalizacién exacta, [76] recientemente se ha
utilizado el método de SE para calcular el espectro en la red triangular [45] y se han
encontrado marcadas diferencias con LSW'T en el sector de altas energias. Principalmente
ocurre una fuerte renormalizacion hacia abajo del espectro a altas energias y se encuentra
también unos marcados minimos locales tipo roton en los puntos medios de los bordes de
la 1ZB [45, [77]. En el capitulo 4| abordaremos el AF triangular desde la teoria de campo
medio de bosones de Schwinger, encontrando un muy buen acuerdo con estos ultimos

resultados.

Para finalizar, debe notarse que una de las principales limitaciones de la teoria de ondas
de espin reside en la necesidad de presuponer un estado ordenado magnético, por lo que
resulta inaplicable a estados desordenados. De esta manera no puede utilizarse a T' £ 0,
ya que segun el teorema de Mermin-Wagner el sistema estara desordenado. De hecho,
consistentemente con Mermin-Wagner, el nimero de magnones diverge a 7" # 0 lo cual

implica destruir el orden magnético asumido de partidaﬁ.

2.2.1. Interaccion espin-espin

A partir de la representacion de Schwinger, la interaccién espin-espin puede expresarse

en término de operadores de link de la siguiente manera,

A

donde :: indica orden normal en los bosones de Schwinger, lo cual significa que deben
acomodarse todos los operadores dagados IA)T, a la izquierda y los no dagados b, a la derecha.

Este orden normal es un requisito necesario para poder escribir la funcién particion en la

6 Takahashi [78] [79] formulé una teorfa de ondas de espin modificada que permite investigar fases
desordenadas a T finita para el modelo de Heisenberg no frustrado, la cual consiste en complementar la
SWT con la condicién de magnetizacion cero. Esta condicién se incorpora a través de un multiplicador
de Lagrange, A )", (7y — S), el cual actia como un potencial quimico que fija el nimero de magnones tal
que sea m = 0.
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formulacién de integral de camino. Los operadores de link se definen como
A 1
f— it — tat_qtat
Aij ) Z Ubwbﬂf - <b2TbJ¢ blibﬂ> (2.12a)

) 1
Bl = —Zb ]025(89 bJT+b¢bN>, (2.12b)

pudiéndose constatar que dichas estructuras son invariantes rotacionales, es decir, son

~

b.
invariantes ante cualquier transformacién SU(2) de los espinores | ‘1 |. Por esta razén
b;
il
de aqui en adelante los llamaremos singletes. A partir de (2.12) se puede ver facilmente
que AT. crea un singlete entre los espines de los sitios ¢ y j, mientras que BTA realiza un
movimiento del extremo de un singlete que termina en el sitio 7 hacia el sitio j. Asi AT da

lugar a una correlacién antiferromagnética efectiva entre ¢ y j, mientras que B! al resonar

Z] ’
el extremo de un singlete entre ambos sitios, causa también una correlacién efectiva entre

ellos pero ferromagnética. En la figura se muestra esquematicamente la accién de los

ie g i-l/j

it | At
A B!

1 w— 1,\ *J
[

Fig. 2.3: Representacién esquematica de la accion de los operadores
AT T

operadores AL y Bj] Desde el punto de vista de los operadores de espin también se les
puede dar esta interpretacion. Los términos bicuadraticos pueden expresarse,

PO 1 /4 ~\2 S

T _
4, - §6-8)'-3
. 1 /4 ~\2 S
4 2

donde vemos que AZJ Aij se maximiza con espines antiparalelos y : BL Bij : se maximiza con
espines paralelos. Entonces, a nivel de campo medio (AL) ~(S;—S,)y (BL> ~ (S;+8;),
los valores medios de flij y de Z%Z-j pueden asociarse a correlaciones antiferromagnéticas y

ferromagnéticas, respectivamente, entre los sitios 7 y j. Ademas, estos operadores poseen
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las propiedades Aji = —flij y éﬂ = ng; y satisfacen la identidad
L BBy - +AL A = 97, (2.14)

a partir de la cual es posible escribir la interaccién espin-espin (2.11)) en términos de un
solo operador singlete, ya sea A;; o B;j, y estudiar independientemente fases antiferro-

magnéticas o ferromagnéticas puras, respectivamente [60].

En los sistemas AF frustrados, donde se esperan fases desordenadas, se utilizan normal-
mente dos esquemas de calculo: uno saca ventaja de la identidad y utiliza tinicamen-
te el operador Aij, el otro mantiene ambos operadores, Aij y EU El primero fue utilizado
originalmente por Auerbach y Arovas [80] para AF no frustrados y por Read, Sachdev
y Yoshioka para AF frustrados [35] [70], mientras que el segundo esquema fue utilizado
por primera vez en el contexto del modelo J; — Jo — J3 [63, [64]. Ambos esquemas son
equivalentes, pero a nivel de campo medio el esquema de dos operadores de link singlete
ha demostrado ser el mas apropiado para tratar los efectos de la frustracion, ya que tiene
en cuenta simultaneamente correlaciones ferro y antiferro como es de esperar en sistemas
frustrados. Este esquema de dos operadores singletes es el que utilizaremos en el curso
de esta tesis. Como comentamos en la introduccién, la eleccién de este esquema ha sido
elegantemente justificada por Flint y Coleman, quienes demostraron que para mantener la
simetria de inversién temporal de los espines en el limite large- N se requiere la utilizacién

de ambos operadores singletes [42].

2.2.2. Aproximacion de campo medio

~

A diferencia del campo medio usual, (Sl) -S;, la estructura bicuadratica de la ec. (2.11)
permite realizar un desacople de campo medio sobre estos operadores, los cuales tienen
mejor en cuenta las correlaciones magnéticas entre sitios vecinos. En dos dimensiones
se espera que estas correlaciones sean importantes, tanto en presencia de fluctuaciones
cuanticas como térmicas. En el contexto de la teorfa large-N', una aproximacién de campo
medio sobre el esquema es equivalente a retener sélo el orden cero del desarrollo

en series de potencias de la accién alrededor de la aproximacién de punto de ensilladura

(ver apéndice [B).
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Utilizando la ecuacién ([2.11)), el hamiltoniano de Heisenberg se expresa

A 1 Ay oA PN
H - §ZJZ] < . BJJBZ] . —AIJAZJ> s (215)
1,J
donde ¢ =1,2..., N recorre sobre todos los sitios de la red y j sobre todos los vecinos del

sitio ¢ para los que existe una interaccién de intercambio J;;. Para realizar el desacople
de campo medio en ambos operadores se escribe cada operador como su valor medio mas

las variaciones alrededor de éste

A ~

donde A;; = (Aij) v Bij = (Bij), y luego se desecha, en la interaccién espin-espin, los
términos de segundo orden en las variaciones. Incorporando ademas la restricciéon prome-

diada ([2.4)), se obtiene

Hue = 3 > Ty [Bz‘jBij + BBl — A5 Ay — A AL — (IBy)” - |Aij|2)}
0
+ A <Z bi iy — 2SN> : (2.17)

Como A,-j y Bij son operadores de link sus valores medios A;; y B;; son funcién de la
distancia relativa Rs; = R; — R; (al igual que J;;). Durante esta tesis trabajaremos con
el siguiente ansatz: A;; es imaginario puro e impar en Rs (A;; = 145 y A_s = —As);
y Bij es real y par en Rs (B;; = Bs y B_s = Bjs). Esta eleccién quedara justificada en
la seccion al tomar un orden semicldsico en un dado plano. La expresion (2.17)) se

escribe entonces

N 1 ~ ~ o o PN
Haww = 5D Js [B(; (BU + Bjj) A (Ajj - Aij) — (B2 - A§)] +AS B by — 25AN.
1,0 1,0

(2.18)
Utilizando las definiciones ([2.12)) y transformando los bosones de Schwinger al espacio k
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de la forma

~ 1 ~ )
b, = —=> b, e N (2.19)
k

se obtiene finalmente la siguiente expresién del hamiltoniano de campo medio en funcién

de los bosones de Schwinger:

~

Fw = 30|02+ (o + i)
k

- (zSLTIST_k L Dby ¢>] —29AN — By . (2.20)
donde
1 .
" = 5; Js Assin (k - Ry) (2.21a)
1
e = 5; Js Bs cos (k - Ry) (2.21b)
N 2 2
By = 52@; (B} — A2), (2.21c)
é

con Fy la energia del sistema en la solucién de campo medio, que puede obtenerse calcu-
lando el valor medio de . Podemos ver que para Js > 0 la energia se minimiza cuando
las correlaciones AF Ay aumentan y se maximiza cuando lo hacen las ferromagnéticas B,
dando cuenta asi de una competencia entre correlaciones ferromagnéticas y antiferro-

magnéticas como es de esperar en AF frustrados.

2.2.3. Diagonalizacion

Para diagonalizar (2.20)) se debe realizar una transformaciéon de Bogoliubov, que no es

mas que una transformacion paraunitaria de los operadores bosénicos con la forma

>

Kt = Uk Qg+ Uk CAVT,M
, (2.22)
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donde &y, son los nuevos operadores bosonicos de espin—% que diagonalizan el hamilto-
niano (los detalles de esta diagonalizacién se pueden encontrar en el apéndice . Los
coeficientes de la transformacion resultan

(

uxy = % (—%Ji:)\ + 1)
, (2.23)
ve = signo(vg) 4/3 <% - 1)
donde
B 2 AN2
wie =/ (9F + N2 = (77) (2.24)

es la relacion de dispersion de las nuevos bosones dy,. De esta manera se obtiene el

hamiltoniano de campo medio diagonalizado,

HMF == Z Wk (OAéLTCAKkT + @T—kid*ki) +
k

+ > we— (25 + DA — By (2.25)
k

En adelante nos referiremos a los bosones &, como “espinones” (poseen espin—% y son las
excitaciones elementales del hamiltoniano diagonalizado), mientras que nos referiremos a
los bosones de Schwinger b, solamente como “bosones”. Nétese que wy es igual para ambas
clases de espinones (up y down) e invariante ante el cambio k — —k. La positividad de wy
para todo k garantiza la diagonalizacién de , e implica que el estado fundamental
|GS) de menor energia serd aquel que tenga un nimero de ocupacién espinénico cero, es

decir Gy, |GS) = 0 para todo k, o, y su energia serd
Eos = (G8[He|GS) = > wie — (25 + 1)A — Eyyre. (2.26)
K

Este valor medio estd calculado sobre el hamiltoniano diagonalizado (2.25) pero tam-
bién puede realizarse a partir del hamiltoniano equivalente (2.17), de donde se deduce
facilmente que Y, wx — (2S + 1)A =2E\; y

N
Eos = By = - > Js (B — A3) (2.27)
d
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Por otro lado, utilizando el teorema de Wick se puede evaluar la energia del estado funda-
mental |GS) con el hamiltoniano original H, que es cudrtico en los bosones de Schwinger,
resultando

~ 3 - 3

3

5 es el mismo que encuentran Arovas y Auerbach en el esquema de un solo

Este factor
operador singlete para la regla de la suma [60), 80]. Veremos en la seccién que la
diferencia entre utilizar el teorema de Wick y el desacople de dos singletes en el calculo

A~

de (SZSJ> determina la verificacién, o no, de la regla de la suma.

Vale aclarar que ambos valores medios, (GS|H|GS) v (GS|Hae|GS), son valores calcula-
dos “en campo medio” en el sentido de que se calculan sobre el estado fundamental |GS)
solucion del campo medio utilizado. La diferencia reside en si el valor medio se realiza

sobre el operador original (#) o sobre el operador aproximado con campo medio (Hyx).

2.2.4. Ecuaciones autoconsistentes a I’ finita

De la seccién anterior vemos que los coeficientes del hamiltoniano diagonalizado ([2.25))
(wk, Eur, Egs) dependen de las cantidades As, Bsy A, que se han convertido en los pardme-
tros del campo medio que deben calcularse de manera autoconsistente. Para realizar esto,
deben encontrarse los valores de los mismos que minimizan la energia libre del sistema.
Como el hamiltoniano es diagonal en los bosones &, la funcién de particién a

calcular es la de un gas de bosones libres:

Z=Tr (e*MMF) = S (ng, e P fne, Y (2.29)

{ng,}
obteniendo el resultado v
1
Z — o BEas _ 2.
! ey 20

donde 8 = 7 y [{ng, }) simboliza todos los autoestados posibles del hamiltoniano diagonal,
que consisten en todas las formas posibles de acomodar cualquier niimero de espinones
OQxe en los 2N niveles de energia dados por los N vectores k y las 2 direcciones de espin.
Luego, (O) = LTr <e‘f8ﬁMF(’j>.

Es importante notar que si bien el hamiltoniano tiene autoestados con cualquier niimero de

espinones, la restriccion sobre el niimero de bosones se sigue cumpliendo en promedio, ya

que estd incorporada en Hor a través del multiplicador de Lagrange \. Este multiplicador
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pasa a jugar en este calculo el papel de un potencial quimico que controla el niimero total

de bosones de Schwinger.

La solucion buscada es aquella que minimiza la energia libre del sistema,

N
1
F = —2n(2) = o = 2T ) m(ni+1) . (2.31)
k=1
donde ny = (g,) = () =

eﬁw+_1 es el numero de ocupacion espinonico. Derivando

(2.31)) respecto de As, Bs y A, e igualando a cero, se obtienen las ecuaciones de autocon-

sistencia,
As = LE ﬁ(HQna)sm(k-R) (2.32a)
é IN . Wi k 6 ) s .
_ 1 Z(%‘%A) .
B5 = ﬂ - w—k(l—FQTLk)COS(k'Rg), (232b)
1 1 (e + )
- = — E ——(1+2n}) . 2.32
S+2 2Nk o (+ nk) <3C)

Estas ecuaciones ([2.32)) también pueden obtenerse calculando explicitamente los valores

medios (Ajiis), (Biiys) ¥ (03 +75,), ya que, como es de esperar, las ecuaciones autocon-

sistentes son variacionales.

2.2.5. Orden de largo alcance y Factor de Estructura Estatico

Como ya hemos visto, de acuerdo al teorema de Mermin-Wagner, en AF bidimen-
sionales no puede haber ruptura de simetria continua a temperatura finita, es decir, el
sistema estd desordenado magnéticamente a 1" # 0. En el caso de la red cuadrada se

puede demostrar [79] que la funcién de correlacién AF
CQAF (Rl) = <€Z QAF‘RZ‘SO : Sz>, (233)

R;
decae exponencialmente como e” ¢, donde Qar = (m;7) es el vector de onda del orden
de Néel y ¢ la longitud de correlacion, la cual aqui toma un valor finito. En la teorfa de
campo medio de bosones de Schwinger la longitud de correlacién predicha es de la forma

[60]
kg1 2mes

€~ e | (2.34)
Ps
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donde p; es la rigidez de espinﬂ El exponente de esta expresio’nﬂ coincide con la predic-
cién del NLoM en el régimen cldsico renormalizado [58] y vemos que a medida que la
temperatura decrece la longitud de correlacion £ va en aumento. Luego a temperatura
cero & diverge, estableciéndose un orden de largo alcance magnético. Este aumento de
la longitud de correlacion AF se traduce en la aparicién y crecimiento de un pico en el
momento k = Q4r en el factor de estructura estatico S(k), el denominado pico de Bragg

que caracteriza la estructura del orden magnético. En la figura (2.4]) se muestra S(k) para

400 ‘ .
B T=0.05 1
N — T=0.15 1
C — T=0.25 ]
300 [ =
- n ]
= - ;
wn OF Ao |7 E
- T ]
100 -
0 C J\L ]
(0;0) (€599

Fig. 2.4: Factor de estructura estético S(k) calculado con el campo
medio de bosones de Schwinger en la red cuadrada para los
valores de temperatura T' = 0.25, 0.15 y 0.05. El camino
recorrido es a lo largo de la diagonal de la 1ZB.

varias temperaturas calculado con la teorfa de bosones de Schwinger (ver ecuacion ([2.38))
més adelante) en una red cuadrada muy grande (N = 10000 sitios). Puede verse que a
medida que T decrece se desarrolla el pico intenso en Q 4r. Como vimos, este pico esta re-

lacionado con la magnetizacién staggered al cuadrado (ver ecuacién ((1.12)) en capitulo

0 2
Nm4p

S(Quar) = 5

(2.35)

" La rigidez de espin es un pardmetro que se utiliza en el tratamiento semicldsico. Es el andlogo
magnético a la constante de un resorte y esta relacionado con la energia necesaria para rotar los espines
un angulo pequeno respecto de su posiciéon de equilibrio.

8 Aparece la potencia extra T en el prefactor de ¢ que se ha demostrado es un artificio de large-N en la
aproximacién de campo medio, ' = co. Al realizar correcciones en 1/N se obtiene el prefactor T 1-2/N
el cual se reduce a una constante para el caso fisico NV = 2, recuperando el comportamiento correcto [81].
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Cadlculo de S(k) en campo medio

El célculo del factor de estructura estatico resulta, a primera vista, simple. Se deben
reemplazar en la interaccién espin-espin aproximada en campo medio las ecuaciones de

autoconsistencia (2.32)) de la siguiente manera
1k-Ri; .RT B AT A
S(k) = 26 J < < BZT]BZ] . —A;rinj>MF >

= ek (B - A2). (2.36)
Rij

Sin embargo, para el computo de debe tenerse especial cuidado en tres cuestiones:
Primero, se puede demostrar que :ELBU L= BJJE’U — %b y (n?) = 2S. Segundo, para
tener en cuenta el caso ¢+ = j la interaccién espin-espin debe corregirse con el
término (51»]%5 . Tercero, hay que tener presente que las ecuaciones autoconsistentes
no estan definidas para Rs = 0 y, como operatorialmente es B, = n? /2, resulta el valor
medio (B”) =5 ﬂ Tomando en cuenta estas cuestiones, el valor medio de la interaccién

espin-espin en campo medio resulta

3 S

( (SiS)),.) = (BL)(Biy) — (ALY (Ay) + 0ij55 = 5 (2.37)

De esta manera, utilizando ahora si las ecuaciones de campo medio ([2.32)), se obtiene la

expresion del factor de estructura estatico:

1 (78 + X) (Merq +A) — 78 Vit (

k) = — 142n2)(1+2n8
S( ) AN . Wq Wictq + nQ) ( + nk+Q) +
S 1 S
D L Néo>. 2.
2 4 k079 (2.38)

Por tltimo, analicemos dénde sucedera el maximo de S(k). Como hemos dicho, la rela-
cién de dispersion espindnica wy es positiva, y ademas toma su valor minimo en +Kki,.
Entonces, para cualquier valor de k, podemos ver que la mayor contribucién a S(k) pro-
vendra del término de la sumatoria en q que haga minimo el denominador en ,
Wq Wk+q- Este minimo del denominador se dard cuando alguna de las dos dispersiones

tome su valor minimo, es decir, cuando q = ki, v/0 k + q = £Kkyin. De esta manera

9 En cambio, hacer Rs = 0 en la ecuacién de autoconsistencia (2.32b)) resultarfa en Bs—o = S + %
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podemos notar que el pico més intenso en S(k) se dara en el vector de onda Qar = 2 kpin

2.2.6. Estado fundamental en redes finitas

El hamiltoniano es diagonal en los espinones y, como ya adelantamos, su estado
fundamental |GS) es el vacio de espinones. Ademads, de acuerdo al teorema de Lieb-Mattis
este |GS) debe ser un singlete, es decir, desordenado. En los espinones esto queda garan-
tizado ya que wy posee un gap finito para todo tamano de red que se comporta como

ke ~ - Més precisamente, puede demostrarse que este estado fundamental vacio de

espinones es un singlete cuya funcién de onda tiene la siguiente forma de Jastrow [62]:

ot gt
2t bl b,

GS) = [0)a =€ 10)s, (2.39)

donde fy = —Z—i es la funcion de apareamiento impar, con |0), y |0), el vacio de &, y

b,, respectivamente. Es facil de verificar que (GS]S;Y |GS) = 0, para v = z,y, z. Obsérvese

ademas que pasando al espacio real puede escribirse como

> fi Al
Gs) =e5 "

0)s (2.40)

donde claramente se ve el comportamiento singlete del estado fundamental, al poseer
este una estructura de los operadores singletes flij actuando sobre el vacio de bosones

b. Como ¢© = >on % puede verse de (2.40) que |GS) estd constituido en cada link ij

por una superposicion de términos donde se crean 1, 2... infinitos singletes. Esto se ve

‘GS>: BEDE + + ..

Fig. 2.5: El estado fundamental es una superposicién de colecciones
de singletes, donde la restriccién se cumple en pro-
medio y existen términos (como el 2do y 3ro) donde un
mismo sitio comparte mas de un singlete. Por simplicidad
graficamos sélo términos con singletes de corto alcance, pe-
ro |GS) contiene singletes entre sitios a cualquier distancia,
pesados por la funcién de apareamiento.

ejemplificado en la figura (2.5]), donde se grafica esquematicamente algunos términos de
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corto alcance de |GS). Aqui se puede ver que la 2da y 3er configuracién contienen sitios
que comparten mas de un singlete. Desde el punto de vista de los bosones esto implica
que |GS) viola la restriccién fisica IA)ZTTZSZ-T + IAJLZA),L , =25, ya que hay términos donde se crean

mas de 25 bosones en un mismo sitio, y la restricciéon sélo se cumple en valor medio,
(GS|bl.bir|GS) = (GS|b],b;,|GS) = S. (2.41)

De manera que no se puede decir que esta funciéon de onda sea un verdadero estado RVB.
Para conseguir un estado RVB, se deberia proyectar |GS) sobre el espacio de Hilbert fisico,
imponiendo la restriccion local de manera exacta, mediante un proyector P. En la figura

se muestra el efecto de P sobre el |GS) de campo medio de la figura

|5|GS>:|RVB>:| H{ N4 5 )

Fig. 2.6: Estado RVB como proyeccién del estado fundamental de
campo medio |GS) sobre el espacio fisico.

Ademas, asi como las configuraciones no fisicas del estado fundamental estan relacionadas
con la densidad local de bosones n?, de la misma manera existiran también excitaciones
no fisicas del estado fundamental relacionadas con las fluctuaciones de la densidad local
de bosones, que también violan la restriccion local. En el capitulo [4| mostraremos como
pueden identificarse estas excitaciones y en el capitulo [5| utilizaremos esto para calcular

las propiedades termodinamicas de manera mas confiable.

2.2.7. Ruptura de simetria

AT =0, a medida que N — oo, el gap de la relacién de dispersién espindnica w,q — 0,
2
lo cual implica que la funcién de apareamiento f, o — IH Esto significa que el estado
2
fundamental (2.39)) desarrolla una acumulacién muy grande de bosones con espin up y

down para k = j:%. Luego podemos dividir el estado fundamental como

|GS) = [¢c) |¢4) , (2.42)

10 Hemos puesto directamente ki, como Q donde es el momento en que se desarrolla el pico en
p 2 q p

S(k)
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donde |¢.) representa la parte condensada y

A
%:/fkbkﬁb—ki

9s) =e 10)s, (2.43)

representa la parte normal, o no condensada, del estado fundamental [62] y donde > =
Zk;ﬁ +9-

Dado que la funcion de onda de partida es un singlete, se puede ver entonces que la
aparicién de este condensado estd relacionado con la ruptura de la simetria SU(2) en el
estado fundamental [60, 61], 62]. Fisicamente esto puede pensarse considerando el proceso
hipotético de encender un campo magnético espiral h con vector de onda Q, tomar el
limite termodindmico N — oo, y luego hacer el limite h — 0. Por ejemplo, un estado
coherente

W<B§T+ai g, g,

|0c) = € >|0>b (2.44)

asi seleccionado se corresponde con un estado espiral cuantico con magnetizacion m y
vector de onda magnético Q sobre el plano y — z, dado que el valor medio del operador

espin en este estado es
(@c|SY|¢e) = msin (@r:))  (9e S}[@e) = mcos (QR) ; (2.45)

mientras que la magnetizacion local m y el condensado de bosones estan relacionados por

- Nm

(Pelbrlde) = /=~ (61(,_% + 0y +%> (2.46)
- Nm

<¢c|bk¢‘¢c> = T <5k,—% - 5k7+%) )

que en el espacio real implica un valor medio de los espinores de la forma

Q'Ri)

<¢c‘8ﬁ‘¢c> _ \/% COS (

. 2 2.47
(dclbit] @) esin (F2) (240

Reemplazando estos valores en las ecs. (2.12]) se obtienen las expresiones semiclésicas para

los parametros de campo medio

Aij - <¢C|AL|¢C> = ¢ msin [%'(Rj*Ri)]
By = <¢C‘Bj]|¢c> = mcos|[2(R,-R))], (2.48)

2



53

que es consistente con las propiedades de los parametros de campo medio (/L;} y <B§>
elegidas en la seccién (imaginario puro e impar, real y par, respectivamente). Este
procedimiento puede realizarse también para un estado espiral cudntico con la magneti-
zacion yaciendo en el plano x — z, en cuyo caso las mismas formas semiclédsicas son
recuperadas pero con (¢c|flj-j\¢c> real (en el caso del plano & — y se obtienen nuevamente
las expresiones ) Es interesante notar que ambas soluciones de campo medio estan

relacionadas por una transformacién de gauge global Bw — b,y con = —7 /4.

Entonces, podemos interpretar que el condensado de los bosones up/down con momento
i% representa el orden magnético y corresponde a la magnetizaciéon m. Mientras que el
fluido “normal” de bosones |¢;) corresponde a las fluctuaciones cuénticas de punto cero,
[62] como hemos mostrado en la figura [2.1]

Para estudiar estos estados con ruptura de simetria SU(2) las ecuaciones autoconsistentes
a T = 0 deben ser re-calculadas tomando en cuenta explicitamente el condensado
de la ec. . Ademas en el limite termodindmico las sumatorias en k se transforman

en integrales sobre la 1ZB. El nuevo conjunto de ecuaciones autoconsistentes resulta

A
As = m sin(‘g-Ré)+/7—ksin(k~R5) dk (2.49a)
Wk
B
A
Bs = m cos(‘§~R5)+/7kw+ cos(k - Rs) dk (2.49b)
k
1 4 A
S4- = m—i—/%‘—i_ dk . (2.49¢)
2 Wk

Ahora, ademas de los parametros As; y Bs, la magnetizacién m entra como un nuevo
pardmetro autoconsistente, mientras que A deja de ser un parametro y se ajusta a fin
de obtener una relacion de dispersion espinodnica sin gap, dando cuenta de la ruptura de
simetria. De comparar las ecuaciones y (2.49) se sigue que los componentes se-
miclasicos de estas tltimas corresponden al tratamiento separado de los modos singulares
k = £Q/2 en las sumas de las ecs. , como usualmente se presenta en la literatura
[61]. De esta manera, separando los términos k = £Q/2 de la suma en podemos

identificar un valor de magnetizacién en redes finitas

N waQ
2

m (2.50)
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En el limite termodinamico esta expresién converge al valor autoconsistente calculado con
(2.49)). Asi, la ecuacién (2.50)) es una forma alternativa de calcular la magnetizacién desde
redes finitas con un estudio de escala. Consistentemente con esto, se puede notar que del

tratamiento por separado de los modos singulares en el pico de S(k) (2.38) se obtiene

SQ =55 "0 : (2.51)

que se relaciona con m a través de la ecuacién (|1.12)) y nos conduce al mismo resultado

B
25(Q) _ 178 2
N N wq
2

(2.52)

2.2.8. Excitaciones de espin sobre |GS)

Para redes finitas nuestro estado fundamental |GS) es un singlete, por lo que podemos
investigar como se traducen en el lenguaje espinénico las excitaciones tripletes sobre este
estado. Para crear un cambio de espin +1 con momento q sobre el estado fundamental se

debe aplicar el operador
. 1 R A
St = ~ § oG (2.53)

donde S:r = ISIT@ ,- Llamando |Tq+) al estado triplete que resulta de aplicar este operador

sobre |GS), resulta

N 1 A . 1 R R
[Tay) = S4168) = D bl qibil|GS) = ~ D tnquok A gy60,41GS) (2.54)
k k

Por ejemplo, si tomamos el término k = % de 1) podemos ver que crear sobre el

estado fundamental un cambio de espin de la forma

BT%MB .16s) (2.55)

Ns)

donde destruyo en el condensado un bosén con espin down (ba ¢> y creo en el fluido normal
2
un bosoén con espi bl ivalent d i
pin up ( 9 q T)’ es equivalente a crear dos espinones
Pl
&

Al
rqr¥Lg4168) (2.56)

0l "

1 Veremos en la préxima seccién que los términos mas importantes son aquellos en los que alguno de
los dos espinones &, es creado en el condensado, es decir, cuando k = :I:% o cuando k4+q = j:%.
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sobre el estado fundamental, ambos con espin up, uno en el condensado y el otro en el

fluido normal.

Desde luego, se debe notar que la creacion de los dos espinones &, esta acompanada por
los coeficientes de la transformacion de Bogoliubov, por lo que es importante senalar que
una excitacion con momento q es una combinacién no trivial de términos donde se crean

pares de espinones.

Anélogamente, los otros dos estados triplete son

N 1 R R
Ta-) = Sql6s) = > Ui qvi dfq, 60, [GS)
k

~ 1 . . R R
Tq.) = Siles) = I D tierqvi (anTaiki + OzLJrqioztkT) |Gs) .
k

Sobre cada uno de estos estados, debidamente normalizados, puede calcularse el valor de

la componente z del espin total:

T e L

Tar[Tar)

(To |SlTa)
(Tq_[Tq )
(ToelSiulTe) _
<qu ‘ Tq2>

2.3. Factor de Estructura Dinamico

La dispersion inelastica de neutrones es una de las técnicas mas poderosas para estudiar
las propiedades magnéticas de los sistemas de electrones fuertemente correlacionados. Los
neutrones no tienen carga, son altamente penetrantes y no destructivos. Ademas, debido

a su espl’n—%, permiten observar directamente el orden y las excitaciones magnéticas.

La cantidad bésica medida en un experimento de dispersién de neutrones es la seccion
eficaz diferencial parcial, la cual es proporcional a la funcién dinamica de correlacion

espin-espin

dQU total __ Qzx Yy 2z
00 & Sk, w) = S (k,w) + S¥(k,w) + 5% (k,w) (2.57)
donde
1 o0
s(lw) = 5o [ (SEOS(O)ear. (2.58)
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con Sy la transformada de Fourier espacial en la red, de la componente o del operador
espin. La cantidad S(k,w) es el factor estructura dindmico, el cual mide detalladamente el
espectro de excitaciones magnéticas, sélo depende de las propiedades fisicas de la muestra
y se puede calcular tedricamente. De acuerdo al teorema de fluctuacion-disipacion, el
factor de estructura dinamico se relaciona con la parte imaginaria de la funcién de Green
retardada del operador espin de la siguiente forma:

sl w) = —— [~ 1) Im (G0 (k,w))} (2.59)

’ l—e v\« aoat ’ '

siendo G{¥(k,w) la transformada al espacio de Fourier (k,w) de la funciéon de Green

retardada
G (i 1) = =10 S2(): $7.(0)),
donde los operadores estan expresados en la representacion de Heisenberg,

A

« _ aHart da, —Hvrt
S(t) = etMErSreT I

1

Dada la invariancia rotacional de la formulaciéon de campo medio de bosones de Schwinger
se tendra que S™(k,w) = S¥W(k,w) = S¥*(k,w), por lo que calcular sélo el término zz es

suficiente, y por simplicidad escribiremos S(k, w).

2.3.1. Cidlculo de G'"®(k,w) en campo medio

Hay que calcular la funcién de Green retardada

G (i 1) = —1f(ePort 5 e et G2 )
+ 16 ( Sz ePrt Gz om ety (2.60)

Nos centraremos en el primer término de esta expresion , siendo el célculo del
segundo término totalmente andlogo. Llamemos Ey,; a la energfa de la configuracién
{npot:
Egny = {np, HHuel{ng, 1) = Y wpngy, + Fos (2.61)
js N
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Entonces, el valor medio del primer término de (2.60) resulta,

Oz Oz 1 - o —BH oH &z —iH Oz a
(5it) 55(0)) = 2 D ({np, e P et 52 o mrt G2 | {n })
nipnyys
7L2T,...:0

1 - - «@ & - y - & «@
= z § e 5E{n}<{npa}‘size z(’HMF E{n}>t sz|{npa}>
ny4n1|s
’VLZT,...:O

La transformada de Fourier temporal de la funcién escalén es

o° 1 1
/ Q(t)ezmdt = lim 1

=1
- 50t w+10  w—+0t’

y la funcién de Green retardada resulta

o0

1 A 1 A
G, jw) == e” PP 1 {ng 3157 - S5 Hngs 1)
2 n1¢£"1¢v ’ w+ 10t — <HMF — E{n}> ’ i

’I’LZT,“.:O

+ {{np, 3157

1
w—+ 10t + (ﬁMF — E{n}

)S;|{nga}>]. (2.62)

Analicemos el primer término (el segundo término se consigue facilmente intercambiando
i con j y cambiando un signo en el denominador). Para ello hay que calcular el efecto
del operador S‘j sobre [{n3,}), lo cual puede realizarse expresdndolo en términos de los

bosones de Schwinger en el espacio k,

8 =55 Do 0 by b T (2.63)
ki,ko,0
para luego hacer actuar el operador
1
(2.64)

w+ 10t — <7:[MF — E{n}>

y evaluar el producto escalar con ({n“pg}|5’f Juntando todos los términos y realizando la

transformada de Fourier espacial

GO (kw) = Y e RTRIGE( j W), (2.65)
R;-R;
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después de un calculo algo extenso, se puede obtener la funcién de Green retardada en el

espacio (k,w)

2 «a @ 1
2 (UqUiktq — VqUk+q) (nk+q - nq) w410t — (

- Wk+q)

1
(R) _
G (k,w) 4N gq

+ (Uugiciq = Ukiqq)” (Micyq +ng +1)

1 1
* — :
{w + 10t — (Wq + Wktq) W+ 107 + (wq + Wiktq) } ]
Dado que —<Im {w—#} = §(w), finalmente llegamos a

1 1
_;I[m {GP(k,w)} = v > [2 (Uqlisq — Vglkq) (Nfrq — ng) 0 [w — (Wq — Witq)]

q

+  (UqUkiq — uk+qvq)2 (niJrq +ng + 1)

¥ {0 [w— (Wg + Witq)] — 0 [w+ (wq + Witq)]}

2.3.2. Espectro de excitaciones del estado fundamental

A temperatura cero es ny = 0 para todo k y el factor de estructura dindmico (2.59)

resulta

1
S(k,w) = IN Z (uqUi+q — uk+qvq)2 0w — (wg + wWirq)] (2.66)
q

donde hemos descartado la senal para w < 0, ya que a 7" = 0 el sistema no entrega energia

a los neutrones dispersados.

Siguiendo con el ejemplo del AF a primeros vecinos en la red cuadrada, sabemos que
el estado fundamental esta ordenado y que la relacién de dispersion espindnica tiene su
minimo en i%. Como las excitaciones magnéticas de espin se construyen creando de a
dos espinones, es de esperar que haya un continuo de excitaciones en el espectro de S(k, w).
En la figura2.7se grafica S(k, w) para k = (0.67;0.67) donde se puede ver un pico intenso
a baja energia seguido de un continuo de pares de espinones para mayores energias. De la
férmula se puede deducir que para cada k tendremos una senal de S(k,w) en todo
el rango de energia w que abarca la combinacion wq + witq para los distintos vectores q.
Consecuentemente, el rango en que existen excitaciones abarcara desde el par de espinones
con menor energia, min{wg + Wktq}, hasta el par con mayor energia, max{wq + Wik+q}-
Esto puede verse esquemadticamente en la gréfica izquierda de la figura[2.8| para la diagonal

de la 1ZB. La minima energia se alcanza cuando una de las dos relaciones de dispersiéon
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1_ —
° k=(0.6:0.6)TC
)
< 10+ .
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0.5 a
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w

Fig. 2.7: S(k,w) para el vector de onda magnético k = (0.67;0.67).

toma su valor minimo, de esta manera la senal intensa en S(k,w) para cada k ocurre en

el valor de energia w = w LQur H W Qar- Como w, g, ~ 0 para redes suficientemente
2 2 2

+

grandes se deduce que la senal intensa de bajas energias en S(k,w) que describe la relacion

de dispersion fisica coincide con la relacién de dispersion espinénica desplazada w, | @up -
2

La gréafica derecha de la fig. muestra el factor de estructura dindmico S(k,w) (2.66)

2.5 25 100
max o0,
2.0 4 20
10
1.5 4 15
3 min{ B+ ”mq} 1
1.0 4 1.0
| 0.1
0.5 4 05
0.0 0.0 0.01
(0,0 (mm) (00 (0.6m;0.6m)

Fig. 2.8: Izquierda: Valores extremos de la energia de las excitacio-
nes magnéticas de espin 1. Derecha: Factor de estructura
dindmico calculado con nuestro campo medio para un AF
en la red cuadrada (J = 1). Ambas graficas estdn hechas
sobre la diagonal de la 1ZB de la red cuadrada. La paleta
de colores sigue una escala logaritmica

en el mismo tramo diagonal. La senal intensa a bajas energias se visualiza aqui con el
color rojo y amarillo, el continuo de excitaciones con el color azul/violeta y la linea de

trazos de color verde es la relacion de dispersion espinénica desplazada w, LQ AFE. Esta
2

12 W, Qr = Wiy Qr en el orden de Néel en la red cuadrada, ya que Qapr = —Qar
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relacién de dispersion espindnica desplazada recupera los modos de Goldstone correctos
calculados con LSWT, que aparecen en los vectores k = 0,Q4r y no cuestan energia,
w ~ 0. Correctamente con el punto de vista de los espinones, en estos vectores de onda

es donde se pueden crear dos espinones con la energia w = 2waq,r ~ 0.
2

En el capitulo 4] retomaremos este analisis del espectro de excitaciones para el caso del

AF en la red triangular..

2.3.3. Regla de suma

Por definicién el factor de estructura estatico debe satisfacer la regla de la suma,

Yosk) = 3|88+ Y ekRugs, -8, (2.67)

k R;;#0
= N(S2)+ > Oryo (Si-S)) (2.68)
R;;#0
= NS(S+1). (2.69)

La expresién (2.38) de S(k), calculada a partir de la interaccién espin-espin en campo

medio (Si-Sj)MF, verifica esta regla

D S(k)=NS(S+1). (2.70)

Por otro lado, el factor de estructura dinamico se define como la transformada al espacio
de Fourier (k,w) de la funcién de correlacién a tiempos diferentes (ver ecuacién (2.58)),
y debe verificar que

S(k) = / " gt ) (2.71)

donde S*®l(k,w) = S**(k,w) + S¥(k,w) + S*(k,w) = 3S(k,w)} Sin embargo, la
expresiéon de S(k,w) calculada previamente no verifica esto ultimo. Por ejemplo, para

T = 0 se obtiene que

> 31 = (g T N)ig A =7 Yerqg 31
total k _ 2 - a +q q 'ktq 2% 279
/_OOS (ke w)de 24N§ Wq Wierq 24’ (2.72)

13 Est4 relacién también puede deducirse inmediatamente notando que S(k) es por definicién la trans-
formada al espacio de Fourier k de la funcién de correlacion a tiempos iguales.
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que no es exactamente igual a la expresion (2.38) de S(k), para T" = 0. Desde luego

podemos verificar que no satisface la regla de la suma, resultando
OO total 3
Z/ 51 w)dw = SNS(S +1). (2.73)
k —0o0

Nuevamente aparece el factor % de Arovas y Auerbach que nombramos al final de la sec-
cién 2.2.3] Allf vimos que el mismo aparece cuando se calcula el valor medio de términos
de cuatro bosones de Schwinger de manera completa, sin aproximacién de campo me-
dio, utilizando el teorema de Wick. En el caso de S(k,w) tenemos términos de cuatro
operadores del tipo

(5 :

i w+ 10T — <7:[MF — E{n}> §;> 7 (274)

por lo que resulta natural que al calcular estos valores medios aparezca el factor %, ya que
no realizamos desacople de campo medio en esta cantidad. También puede comprobarse

esta diferencia para el cuadrado del operador espin,

((57)ye) = S+ (2.75)
(87) = ;S(SH), (2.76)

donde hay que recordar que ambos valores medios estan calculados sobre el estado |GS)

(2.39) y el operador (5' -Q)MF estd expresado en aproximacién de campo medio, es decir,

i
utilizando con i = j.

Arovas y Auerbach atribuyen este factor % al sobreconteo del niimero de grados de libertad
bosénicos independientes. Esto puede entenderse notando que la condicién local
restringe a un unico bosén independiente en cada sitio (up o down) y al relajar ésta,
imponiéndola en promedio, se permiten dos bosones independientes en cada sitio (up y
down) lo que incorpora estados no fisicos [61]. Al agrandarse el espacio de Fock estos
estados no fisicos son tenidos en cuenta cuando se calculan valores medios (caso ecuacién
(2.76))). En cambio, realizando en los operadores el desacople en campo medio (SZ . Sj)MF

se establece que por cada link existen sélo dos grados de libertad independientes, (A;;)

y <Eij>, y el conteo de estados es el correcto satisfaciendo asi la regla de la suma (caso

ecuacién (2.75))).
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2.3.4. Ligadura de espinones

Dado que a nivel de campo medio los espinones son libres, es relevante preguntarse
si resultaran ligados o no una vez que vayamos mas alld del campo medio. La cuestion
del confinamiento de espinones ha sido abordada por Read y Sachdev para AF frustrados
en el contexto de teorias de campo, en las que la accion efectiva describe espinones in-
teractuando con campos de gauge [35], 36]. Estos autores mostraron cémo el efecto de las
fluctuaciones de los campos de gauge llevan a diferencias cualitativas entre fases de corto
alcance conmensuradas e inconmensuradas. Para fases conmensuradas la accién efectiva
de bajas energias incorpora naturalmente un campo de gauge emergente U(1), cuyas fluc-
tuaciones confinan los espinones. Para fases inconmensuradas el campo efectivo posee una
invariancia de gauge Zs. En contraste con las teorfas de gauge U(1), una teoria de gauge
Z5 puede tener fases con espinones desconfinados. Basados en estos resultados, la conjetu-
ra de estos autores es que, de manera general, en las fases conmensuradas de corto alcance
los espinones estaran confinados, mientras que para fases inconmensuradas de corto al-
cance estaran desconfinados. Ademas, en fases ordenadas hemos visto que la ruptura de
la simetria SU(2) genera la aparicion de los modos de Goldstone, excitaciones de energia
cero que restauran la simetria SU(2). En particular, es de esperar que estas excitaciones
magnonicas de espin-1 estén bien definidas (tiempo de vida media muy grande). Por lo
tanto, en la teoria de bosones de Schwinger, los espinones que las componen deberian
estar fuertemente ligados, mientras que para altas energias las excitaciones magnénicas

podrian estar constituidas por pares de espinones mas débilmente ligados.

Para ir méas alld del campo medio e investigar sobre la ligadura, o no, de espinones
deberiamos realizar un célculo de fluctuaciones sobre los parametros As, Bs y A. Sin
embargo, conviene realizar antes un calculo mas sencillo usando la teoria perturbativa
a primer orden y obtener algin indicio de la posible ligadura. Para llevar adelante esto

vamos a dividir el hamiltoniano original como
7:l == ﬁMF -+ l>, (277)

donde H es el hamiltoniano de Heisenberg original (cudrtico en los bosones de Schwinger)
y V el término de interaccién, dado por V=H—Hyp. Luego, el efecto de V en un estado
de dos espinones libres |2s) =|qo; po) = af,f,,|GS) puede estimarse, a primer orden en
teoria de perturbacion, comparando la energia que cuesta crear dos espinones sobre el
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estado fundamental

Ea = (2s]H|2s) — (GS|#H[GS), (2.78)

con la energia que cuesta crearlos en el sistema de espinones independientes, es decir, en

campo medio

ESF—=(25Houe|25) — (GS|Hare |6S)= Wao + Wpo - (2.79)

De esta manera la interaccion entre dos espinones se obtiene como
nl MF
Vint = EQS - EQS ) (280)

donde Es se reescalea como Foy = %Ezs con el fin de compensar el factor % de la aplicacion

del teorema de Wick. Realizando el calculo la interaccion entre espinones resulta

1
Ui = g [fyq,p (uiui + v2v3 + 2uqvqupvp> + (2.81)

+ 29q+p (uivf, + uivé - 2uqvqupvp) + 9J} ,

donde
1
=5 Eé Jscos (k- Ry) .

Como hemos descrito en la seccién [2.3.2]1a excitacion fisica de baja energfa més importante
para cada k se compone de la creacién de dos espinones, uno en el condensado con
momento % y otro en el fluido normal con momento k + % La relacion de dispersion
de estas excitaciones es igual a la espindnica desplazada, que se ha graficado para la red
cuadrada en el panel superior de la figura [2.9] Para evaluar v;,, en estas excitaciones
debemos utilizar |28>:|%0; k + %a) Es facil comprobar numéricamente el cardcter
atractivo de (22.81]) para estas excitaciones. Cuando k # 0, Q4r resulta ser |viy| ~ O(m)
mientras que en los modos de Goldstone k = 0, Q4r, cuando los dos espinones se crean
en el condensado, la interaccién se vuelve |viy| ~ O(Nm?), significando una atraccién
infinita para los espinones que construyen los magnones en estos modos. En el panel
inferior de la figura se ha graficado vy, de acuerdo a para las excitaciones
fisicas nombradas, con k recorriendo a lo largo de la diagonal. Aqui puede observarse la
divergencia en los modos de Goldstone y que, para las zonas de mayor energia de la relacion

de dispersion, esta aproximacién predice que los espinones estaran débilmente ligados entre

si. A primera vista, una correccién infinita en una teoria perturbativa de primer orden
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K (m;m)

Fig. 2.9: Superior: Energia de las excitaciones fisicas de mayor senal
en el factor de estructura dinamico. Inferior: energia de
interaccion vy a primer orden perturbativo entre los dos
espinones que conforman esas excitaciones fisicas. Ambas
cantidades calculadas sobre la diagonal de la 1ZB de la red
cuadrada.

es inconsistente. Sin embargo, este resultado esta en linea con la interpretacion fisica de
espinones fuertemente ligados en la vecindad de los modos de Goldstone, mientras que a
altas energias se mantienen débilmente ligados. Por supuesto, esta afirmacion deberd ser

respaldada por un cdlculo més riguroso [82} [83].

Esta perspectiva espinénica es la que estd presente en los capitulos[d]y[5], donde se investiga,

el espectro de excitaciones y las propiedades termodinamicas del AF en la red triangular.

2.4. Caso Anisotropico

Otro modelo de interés que estudiamos en esta tesis es el modelo X X 7, el cual es una
variacién del hamiltoniano de Heisenberg en el que existe una anisotropia magnética para
la componente zz de la interaccién espin. En el capitulo [f] analizamos los resultados de
aplicar la teoria del campo medio de bosones de Schwinger sobre este modelo. Aqui des-
cribiremos el esquema utilizado de manera resumida, ya que los pasos técnicos son muy

similares a lo visto hasta ahora para el hamiltoniano de Heisenberg.
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El hamiltoniano correspondiente al modelo XXZ es

W = %ZJU(S%SJ'—AS;'S;>
(2%

~ ~

= %ZJU(AZEA;-F 5’§¥+(1—A)§;5‘;>, (2.82)
1,7

donde A parametriza la anisotropfa magnética, es decir, para un link ij dado J; =
(1 A)J.

Como hemos visto el hamiltoniano de Heisenberg posee una simetria de invariancia
rotacional O(3) = SU(2), segin la cual rotar sobre cualquier eje los espines deja invariante
el hamiltoniano. En el caso del modelo X X Z este posee una simetria O(2) x Zs, lo cual

significa que este modelo es invariante ante rotaciones alrededor del eje z y también

invariante ante inversiones de las componentes z.

El limite A = 0 corresponde al hamiltoniano de Heisenberg, mientras que el limite A = 1

corresponde al modelo XY
. 1 . o
XY = 5 Z Jz’j (SZES]I + Sf’Sj’) ’ (283)
2%

De manera similar a lo descrito previamente, donde se expresé la interaccion espin-espin
Y e At At ) ., , ,
como S;-S; = .BijBij. —AUAU, para la componente zz de la interacciéon espin-espin se

encuentra la siguiente expresion:

Gz Oz 1 St 1 AT A At A 2 -

donde aparecen dos nuevos operadores,

A ) 7 1 7 I A b

0y il - )
1
2

o>
S
|
N
Q
&
q
=
<
Qi
I
VR
>
T
=
S
Py
+
>
S
<~
S
*>
N———

Luego,

qpxxz _ %Z Jij {(BJB” —ATAU) — é (BTB —AT.A,‘]‘ + :CT.CZ']-: —ﬁTEzj):|
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Asi como los operadores A;; y B;; son invariantes ante cualquier rotacién de los espino-

b, .

A , se puede verificar ahora que los operadores Cj; y D;; son invariantes ante
A

rotaciones alrededor del eje z y ante inversiones de la componente z de los espines. Estas

res

propiedades garantizan que al aplicar la aproximaciéon de campo medio sobre el hamilto-

niano (2.85)) se mantendran las simetrias del hamiltoniano original ([2.82)).

Anélogamente a los operadores A y B , estos nuevos operadores verifican la identidad

~

y desde el punto de vista de los operadores de espin se pueden expresar como

. 1. 4 1 /. oA 52
LA . z &z x &
A 1. . 1 /. A S2
T S zZ z x X
DDy = =588 +5 (Si8;+88) + = . (2.88)

De manera similar a lo descrito para las ecs. , considerando los signos de cada
término podemos asociar que el valor medio del término bicuadratico : C’LCA'U : se maxi-
miza con correlaciones ferromagnéticas en la direccion z y antiferromagnéticas en el plano
xy, y viceversa para el término ﬁjjﬁl] Asi, este esquema de operadores tiene en cuenta

los efectos combinados de la anisotropia y la frustracién de una manera no trivial.

Tanto la diagonalizacion como el tratamiento para los estados con ruptura de simetria y
los calculos de los factores de estructura estatico y dindmico, se realizan de manera similar

al caso isotrépico y estdn resumidos en el comienzo del capitulo [6]
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3.1. Introducciéon

En este capitulo estudiamos la posible existencia de fases magnéticas con simetrias
continuas o discretas rotas en antiferromagnetos espirales. Como ya hemos visto, la rup-
tura de simetria continua SU(2) estd directamente relacionada con la presencia de un
orden magnético de largo alcance, el cual, en 2D, sélo puede ocurrir a 7' = 0. Por otro
lado, en presencia de frustracion pueden ocurrir degeneraciones que involucren grados de
libertad discretos no triviales, los cuales pueden dar lugar a transiciones a 7" finita, debido
a la naturaleza discreta de la simetria involucrada. Este ultimo tipo de transiciones ha
sido investigado extensivamente en el contexto del modelo de Heisenberg frustrado J; — Jo
en la red cuadrada [10], 84, [85]. En este caso, mientras la simetria rotacional se mantiene
intacta (de acuerdo con el teorema de Mermin-Wagner [20]), la fase magnética rompe la
simetria de rotacion discreta de la red cuadrada desde Z, hacia Z,, con una variable de
Ising asociada que da una medida de las correlaciones magnéticas colineales con vector
de onda (0,7) y (m,0) [62]. Varios estudios analiticos [62, [42] y numéricos [86] [87] en el
modelo J; — J5 han confirmado la ocurrencia de una transicién a temperatura finita hacia

una fase con la simetria Z, rota que pertenece a la clase de universalidad de Ising.

Menos explorada, en cambio, ha sido la ocurrencia de este tipo de transicion a temperatura

finita en el modelo J; — J;
7:l=<]1zsi'sj+=]3zsi'sja (3.1)
(3,5)

en el cual la frustracién se debe a la competencia entre las interacciones de intercambio
a primeros (J;) y terceros (J3) vecinos. Para comprender mejor a que tipo de grados de
libertad discretos nos estamos refiriendo conviene hacer, primero, un analisis clasico del

modelo. Por ejemplo, para un orden magnético clasico en el plano x — y la energia es
Eq=NS%Jq,

donde
Ji = Ji(cos(k,) + cos(ky)) + Js( cos(2k,) + cos(2ky)) .

Minimizando esta energia se encuentra que para 0 < J3/J; < 0.25 el estado fundamental

posee una configuraciéon de Néel con vector de onda Q = (7, ), mientras que para Js/J; >
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0.25 hay dos estados fundamentales espirales inconmensurados degenerados, Q = (Q, Q)
y (Q, —Q), con @ decreciendo continuamente con .J3/.J; desde el valor Q = 7 hasta Q = 7

en el limite de J; muy grande (ver ﬁgura. Estos dos estados fundamentales espirales

(7, ) (@ Q) (@,-Q)

i l >
0 0.25 Js/ )1

Fig. 3.1: Diagrama de fases cldsico del modelo J; —J3. Para J3/J; <
0.25 el estado fundamental posee un orden de Néel (7, ).
Para J3/J; > 0.25 el estado fundamental posee dos confi-
guraciones degeneradas (Q,Q) y (Q, —Q). Aqui se mues-

tran ambas configuraciones para un valor Q = 160° ~
2.79 .
\ / \ \
/ — ¥ —_— N
Ul 1 / yj ‘
] z T \ z T )
roto 40° reflejo
(Q7 Q) alrededor alrededor (Q, —Q)
eje z eje y

Fig. 3.2: Transformacién que conecta la configuracién (@, Q) con la

(Q,—Q) de la ﬁgura

estan conectados entre si por una rotacion global mas una reflexion sobre el eje y, como
se muestra en la figura Luego, la simetria global del estado fundamental clédsico es
O(3) x Zs.

Calculos de Monte Carlo clésico sobre este modelo [44] predicen que una fase con ruptura
de simetria Zs, descrita por un parametro de orden Ising nemdtico (ver ecuacién (3.14)),
sobrevive dentro de un rango de temperaturas finito, siendo la transicion también de la

clase de universalidad Ising. Los resultados para la temperatura critica 7, se muestran en

la figura (3.3| [44].
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1.2+

0.0 L——s
0.0

Fig. 3.3: Temperatura critica T, para la fase con ruptura de simetria
Zy calculada con Monte Carlo clasico por Ref. [44].

Por otro lado, a temperatura cero para espin—% estudios numeéricos predicen que el efecto
combinado de las fluctuaciones cuanticas y la frustracion modifica la transicién conti-
nua clésica (figura [3.1), apareciendo una fase desordenada intermedia en el rango 0.4 <

Js3/J1 < 0.8 (ver figura con, probablemente, regimenes con orden de corto alcance

~Y

liquido de espin
homogeneo

Y

| — | -
0 04 0.5 0.8 J3/ 1
[\ ~ AN S\
NV WV
LRO SRO LRO
Neel plaqueta o espiral
(7, ) espiral (@,Q) o (@ —-Q)

Fig. 3.4: Diagrama de fases del modelo J; —J3 predicho por estudios
numéricos.

(SRO) tipo plaquetas y espiral [88], 89 00], mientras que para el caso especial J3/.J; ~ 0.5
hay evidencia de que existe un estado tipo liquido de espin homogéneo con un gap en el

espectro de excitaciones de espin [91].

Con el fin de complementar los resultados de Monte Carlo clasico y hacer contacto con el
régimen cuantico a temperatura cero, en este capitulo investigamos la interrelacion entre
fluctuaciones cuanticas y térmicas a bajas temperaturas con la teoria de campo medio de
bosones de Schwinger en el esquema de dos operadores singletes. Ademas, recientemente,
Flint y Coleman mostraron que este esquema de campo medio provee una descripcion

cualitativamente buena de la transicion de Ising a temperatura finita en el modelo J; — J,
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2.

3.2. Descripcion de 6rdenes semiclasicos en campo

medio

Como hemos visto en la seccion del capitulo [2, un orden semiclasico espiral implica

una estructura de parametros de campo medio de la forma

As = msin {Q'QRS}

Bs = mcos [

Q- Ry
2 )

(3.2)

Utilizando estas expresiones puede verse que las estructuras magnéticas semiclasicas estan

relacionadas con los pardmetros de campo medio de la siguiente manera (ver figura |3.5)):

» Para un orden de Néel Q = (7, )

A=Ay = A1 #0
By, = By, = B, =0
Ay = Agy = Ay = 0
B3, = B3, = B3 # 0

» Para un orden espiral Q = (Q, Q)

A=Ay = A #0
B, = By, = By %0
Asy = Azy = A3 #0
B3, = B3, = B3 # 0

Es importante destacar que para la fase de Néel la frustracion J3/J; es tomada en cuenta

a través del parametro Bs, mientras que en el esquema de sélo un operador singlete no

hay pardametro de campo medio sensible a la frustracion, ya que el Uinico parametro que



72

Fig. 3.5: Estructura de los pardmetros de campo medio correspon-
diente a correlaciones Néel (7, 7) y espiral (@, Q) para el
modelo J; — J3. Se indican sélo los pardametros no nulos.

mide correlaciones a terceros vecinos resulta Az = 0 [35] 36]E|. Veremos mas adelante cémo

esto se manifiesta en el diagrama de fases.

3.3. Calculo numérico a temperatura cero

Para resolver las ecuaciones de autoconsistencia (2.49) numéricamente utilizamos como
valores iniciales m? = S y un vector de onda magnético Q. Estos permiten establecer
como punto de partida un orden semiclasico, donde se calcula el multiplicador de Lagrange

inicial como A\ = S.Jqo y utilizando las ecuaciones (3.2,
0. R
AY = msin {%}

0. R
By = m°cos [%],

I En la seccién del préximo capitulo desarrollamos brevemente el campo medio con el esquema
de sélo un operador singlete.
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se calculan también los pardmetros A y BY iniciales de la estructura semiclésica.

Con estos valores iniciales A}, By, Q°, A% y m® comienza el proceso iterativo:

a) Se busca el minimo k,,;, de la relacién de dispersiéon wy y se obtiene el vector de

onda de la nueva estructura espiral como Q' = 2Kk,
b) Se evalda el nuevo parametro A\' que hace gapless la dispersién espinénica en %, es

decir que satisface la igualdad

0 2 0 2
(g e) = ()
2 2

c¢) El nuevo valor de magnetizacién m! se obtiene de la ecuacién autoconsistente del

constraint (2.49¢)) como

1 BY | AL
m1:5+——/&dk.

2 Wk

d) Se calculan los nuevos pardmetros A} y Bi de las ecuaciones autoconsistentes ([2.49al)

y (2-490)),

A} = m' sin(2R;) —i—/ksin(ki{;) dk
Wk
BY 4 \1
B = m' cos(2 Ry) +/&cos(k~R5) dk.
Wk

e) Con las nuevas cantidades A}, B, Q' \! y m! se retoma el proceso iterativo hasta

su convergencia.

El criterio de convergencia se toma para los tres parametros de campo medio As, Bs y m.

Dependiendo de la intensidad de las fluctuaciones cuanticas, las cuales pueden medirse
por el valor de S, hay soluciones con correlaciones tipo Néel o tipo espiral, pero con un
valor de magnetizacién m = 0. A estas soluciones las hemos llamado SRO (7, 7) y SRO

(Q, Q), respectivamente.
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3.4. Resultados

3.4.1. Diagrama de fases cuantico a temperatura cero

Evaluando numéricamente las ecuaciones autoconsistentes (2.49)) con el proceso iterativo
arriba descripto, hemos obtenido el diagrama de fases cudntico predicho por la teoria de
campo medio de bosones de Schwinger (SBMFT) para diferentes valores de espin S y

frustracién Js/Jp, el cual se muestra en la figura

12 | I ' I ' I ' I
SRO

10 (n,m)

1/S

Fig. 3.6: Diagrama de fases magnéticas para el modelo J; —J3 calcu-
lado con SBMFT en el esquema de dos singletes descripto
en el capitulo[2] Las lineas sélidas representan transiciones
continuas o de segundo orden. Las lineas delgadas denotan
cruces entre diferentes regimenes SRO. El area sombrea-
da es una regién de Néel metaestable y la linea punteada
indica el caso S = 1/2. La linea horizontal de trazos co-
rresponde a la prediccién de SBMFE'T en el esquema de sélo
un singlete para la fase de Néel (ver texto).

3.4.1.1. Regimenes con orden de largo alcance

Para S = oo se recupera la transicién continua clasica a J3/J; = 0.25 entre las fases LRO
Néel y LRO espiral [02]. Al disminuir S hay un aumento en la estabilidad de la fase Néel
acompanada de una similar reduccién de la estabilidad de la fase espiral. Este compor-

tamiento ya habia sido predicho hace algin tiempo por Ferrer utilizando argumentos de
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simetria [93]. En la linea de transicién de este régimen (linea sélida) el vector de onda
magnético cambia continuamente desde (7, ) a 6rdenes espirales inconmensurados a me-
dida que aumenta la frustracién. Para valores de espin S 2 1/2 hay una regién de Néel
metaestable, caracterizada por un reingreso mostrado en el area sombreada de la figura
3.6, Este comportamiento es caracteristico de la interrelacién no trivial entre frustracién
y fluctuaciones cuanticas tomada en cuenta por el esquema de dos operadores singletes.
Cabe destacar que este tipo de comportamiento ya ha sido encontrado con la misma
aproximacién en modelos relacionados como los modelos J; — Js o J; — Jo — J3 en la red
cuadrada [42, 63, 64] y panal de abeja [94] 05]. Si se aplica el esquema de un operador
singlete la linea solida que delimita la transicion entre las fases LRO Néel y SRO Néel debe
reemplazarse por la linea horizontal de trazos de la figura (3.6] perdiéndose completamente
el efecto de la frustracién para la fase Néel [35], B36], 06]. Finalmente, para valores de espin
S < 0.5 las transiciones delineadas en la figura con una linea sélida gruesa resultan ser

transiciones de segundo orden entre estados LRO y SRO.

3.4.1.2. Regimenes con orden de corto alcance

El estudio del diagrama de fases para los casos no fisicos S < % es interesante ya
que éste puede proveer alguna idea sobre los posibles efectos cudnticos que se obtendrian
cuando las fluctuaciones de los pardametros As y Bs sean tenidas en cuenta para el caso
fisico (S = 3). En estos regimenes tienen lugar sucesivas transiciones SRO a través de
las lineas delgadas, (m,7) <> (Q,Q) < (7/2,7/2), al variar la frustracién [97]. Aqui las
soluciones de campo medio pueden relacionarse con las soluciones en el limite large-N,

= %, donde los espinones son exactamente libres para x = 0. La inclusién de fluctua-
ciones de N finito puede cambiar drdsticamente la naturaleza del estado fundamental y
de las excitaciones. En este sentido, teorias efectivas de campos de gauge predicen que un
estado fundamental SRO conmensurado (colineal) es inestable hacia un orden de sélido
de enlaces de valencia (VBS) con espinones confinados, mientras que en el caso de SRO

inconmensurado (espiral) se estabiliza un estado tipo liquido de espin Z, E| con espinones

desconfinados [35], [36]. Desde luego esta descripcion estd més alla del alcance de la aproxi-

2 En el contexto de las teorfas de campo efectivas de bajas energfas, el pasaje al continuo para un
orden espiral inconmensurado se realiza mediante una parametrizacion particular de la cual resultan
unos campos espinoriales (andlogos a los espinores de los bosones Schwinger, ver seccién capitulo [2))
que poseen una simetria de gauge Zo (andloga a la simetria de gauge de los bosones de Schwinger, que es
del tipo U(1)). En este marco, un liquido de espin Zs es un estado magnéticamente desordenado, que no
rompe la simetria SU(2), y que ademds no rompe ninguna otra simetria, ni siquiera la simetria emergente
Zs 304 [9].
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macién de campo medio, cuya principal debilidad reside en la relajacion de la restriccion

local del ntimero de bosones.

Para el régimen S — 0 hemos encontrado que las dos lineas delgadas, que separan los

T T

estados (m,m) y (5, %) SRO, convergen en una sola linea (no mostrada en la figura

alrededor del valor J3/J; ~ 1. Para J3/J; < 1 s6lo sobreviven
A = Ay = A £0,
mientras que para Js/J; > 1 s6lo lo hacen
Azy = Agy = A3 # 0.

Estos estados, que sélo forman enlaces singletes As a lo largo de los links con mayor
Js, coinciden con una familia de soluciones acunadas greedy bosons, encontrada en el
contexto de la teorfa large-N grande para x — 0 [08]. Por otro lado, uno puede notar
el amplio margen de estabilidad para la fase SRO (7, 7). De hecho, la presencia de una
larga linea de transicién entre fases LRO espirales y SRO Néel (7, ), alrededor de 0.4 <
J3/J1 < 0.65, implica una tendencia de las fluctuaciones cuédnticas a formar correlaciones
magnéticas conmensuradas que a su vez se espera favorezcan estados con caracter VBS
[35, [36]. Basados en trabajos previos del grupo, [66] podemos estimar que las fluctuaciones
gaussianas incrementaran la estabilidad de los SRO (w,7) y SRO (Q,Q), empujando
las fases LRO (m,7) v (@, @) hacia valores mayores de S, y abriendo asi una ventana

desordenada intermedia con probablemente un caracter de VBS o de liquido de espin Zs.

3.4.1.3. Caso espin S =1/2

Los resultados para S = % son particularmente interesantes debido a la comparacién
adicional con los estudios numéricos disponibles. En la figura|3.7}a se grafica la magneti-
zacion local versus frustracion para S = 1/2. Se observa una transicién continua desde la
fase Néel hacia una fase espiral. Esta transicién se vuelve cuasi-critica a (J3/J;). ~ 0.38,
con una magnetizacion local muy pequena m ~ 0.015. En la misma figura la linea de
trazos muestra la prediccion del esquema que utiliza sélo un operador singlete flij [35].
Aunque la transiciéon ocurre en el mismo punto, esta aproximacion falla en describir los

efectos de la frustracion sobre la fase de Néel, como discutimos antes para el diagrama de
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fases en % (figura . La figura [3.7b muestra el vector de onda magnético Q variando

a) 05— b)
0.4— ’,—“____— 10
//
(0 i
S g
0.2
0.1 Espiral
00 L 1 L 1 L 1 L 1 L 05 1 1 1
00 02 04 06 08 1.0 00 03 06 09
Jo/, J/,

Fig. 3.7: Magnetizacion local m como funcién de la frustracion para
el caso S = 1/2. La linea sélida es para el esquema de dos
operadores singletes y la linea de trazos es para el esquema
de un operador singlete [35]. En ambos esquemas el punto
de transicién ocurre en el valor (J3/J1). ~ 0.38.

continuamente con la frustracion calculado con SBMFET (linea sélida) donde se observa,
una fuerte renormalizacién cudntica respecto del valor clésico (linea de puntos) [92]. Para
fases espirales, ambos esquemas de desacople, uno y dos operadores singletes, predicen el

mismo valor de Q (linea sélida).

Como hemos visto en la introduccion, recientes estudios numéricos para S = 1/2 predicen

< 0.8 con,

~

la existencia de un régimen desordenado intermedio en el rango 0.4 < J3/J;
probablemente, regimenes SRO plaqueta y SRO espiral entre las fases LRO Néel y LRO
espiral [88] 89 [O0], mientras que para el valor J3/J; ~ 0.5 hay evidencia de que existe
un estado tipo liquido de espin homogéneo [91] (ver figura . También, como ya hemos
dicho, basandonos en calculos de fluctuaciones gaussianas previos [66] estimamos que las
correcciones al campo medio abriran una ventana desordenada con correlaciones SRO
(m, ) alrededor del valor critico (J3/J;). ~ 0.38, de manera similar a la figura[3.4 Una
manera mas sencilla de inferir los efectos de dichas fluctuaciones sobre el campo medio
consiste en recordar, de la seccién [2.3.3|en el capitulo [2| que el valor medio del espin en el
sitio es sobrestimado por las fluctuaciones de campo medio, resultando (S2) = 3S(S+1).
Uno puede elegir un valor de espin S* para ajustar las fluctuaciones de espin local correctas
[99] es decir, que se satisfaga 25*(S* + 1) = S(S + 1). El valor de S* asi encontrado es

S* = %(\/3 — 1) ~ 0.366 que, inspeccionando la figura a 1/S* ~ 2.73, implica una
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regiéon SRO (m, ) dentro del rango 0.35 < J3/J; < 0.5. Dado que estos estados tienen

~

una tendencia a formar estados VBS, [35], [36] concluimos que podria haber un acuerdo

razonable con los resultados numéricos [90].

Sin embargo, para recuperar el estado tipo liquido de espin homogéneo encontrado en
J3/J1 = 0.5 uno debe mejorar el cdlculo, por ejemplo implementando la restriccién lo-
cal exactamente. Recientes estudios de Monte Carlo variacional basados en el ansatz de
SBMFT [100] predicen un estado tipo liquido de espin Z, en el régimen desordenado del
modelo J; — Jy, atin en ausencia de SRO espiral [35, [36]. Entonces, en concordancia con
Ref. [91], también esperamos la probable existencia de un liquido de espin Z5 en la regién
desordenada del modelo J; — J3. Recientemente, se han encontrado caracteristicas simila-
res usando la misma aproximacién para el diagrama de fase del modelo J; — J5 en la red

“panal de abeja” [101].

3.4.2. El limite semiclasico de la relacion de dispersion

Para concluir este andlisis de la ruptura de simetria SU(2) nos concentraremos en el
limite semiclasico de la relacion de dispersién obtenida con SBMFT, la cual compararemos

con la correspondiente a la teoria de ondas de espin lineal (LSWT).

Si reemplazamos las expresiones semiclasicas para los pardametros de campo medio, ecua-

ciones ((3.2)),

As = msin [QéRé]

Bs = mcos {QéRé},

en la expresion de w,_, @, entonces la relacion de dispersion fisica de SBMET en el limite
2

de S grande resulta

weea = 54/l — Jallherq — Jal, (3.11)

donde A = SJq. Las dos relaciones de dispersion desplazadas posibles, w, o y w,_q, no
2 2

coinciden con la expresion semiclésica de LSWT

Wb = 53/l — Joll(ir + Seq) /2 — ol (3.12)

En particular, para recuperar el resultado convencional de onda de espin deben introdu-

cirse pardmetros de campo medio singletes y tripletes [62]. No obstante ambas ecuaciones,
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(3.11)) y (3.12)), tienen los mismos modos de energia cero k = (0,0), (£Q, £Q), (£Q, FQ).

Para un dado orden espiral se espera solamente tres modos de Goldstone: (0,0), (Q,Q) v
(—Q, —Q), relacionados con la ruptura completa de la simetria SO(3). Como hemos visto,
los modos espurios (Q, —Q) v (—Q, Q) en el espectro reflejan la simetria de reflexién de
la red, estando relacionados con los modos (£Q), @) por una rotacién global combinada
con una reflexién alrededor de un eje (ver figura . En el caso cudntico S = 1/2, sin
embargo, después del proceso iterativo, la dispersion SBMFT recupera la correcta estruc-
tura de modos de Goldstone en k = (0,0), (@, £Q) para antiferromagnetos espirales;
mientras que en la teoria de ondas de espin la remocion de los modos cero espurios requiere
ir més alld de la aproximacién arménica [102]. La imposibilidad del esquema de operado-
res singletes de recuperar el limite semiclasico correcto para fases espirales fue tomado,
originalmente, como una gran debilidad de la aproximacion. Sin embargo, en el préximo
capitulo vamos a mostrar que esta discrepancia es crucial para describir correctamente

las excitaciones fisicas del AF triangular en el limite cuantico S = %

3.4.3. Diagrama de fases a temperatura finita

El diagrama de fase a temperatura finita se obtiene resolviendo las ecuaciones auto-

consistentes (|2.32))

ol - o
As = IN 2, (14 2ng)sin (k- Ry), (3.13a)
1 (B +N)
Bs = — = 2 (14+2n k-R 1
s 5N gk o (1+2ng)cos ( 5) (3.13b)
1 1 B+
- = — -~ (1+2ny) . Nl
S+2 5N Ek o (1+2ng) (3.13c)

en redes muy grandes (N ~ 10000), con los pardmetros de campo medio As, Bs, y A.
Aqui, en concordancia con el teorema de Mermin-Wagner, la magnetizacion m da siempre
cero, aun cuando los parametros de campo medio tienen estructura semiclasica. Estas
soluciones invariantes rotacionales corresponden al régimen clasico renormalizadolﬂ con

un decaimiento exponencial de la funcién de correlacién espin-espin [70]. En particular,

3 En un estado ordenado, apenas T > 0 las fluctuaciones térmicas destruyen el LRO y la longitud de
correlacién se vuelve finita. Ademés estas fluctuaciones térmicas resultan significativamente méas impor-
tantes que las fluctuaciones cuanticas, por lo que el sistema posee un comportamiento predominantemente
clasico. En este régimen los parametros de acoplamiento estan renormalizados debido a las fluctuaciones
cuénticas de punto cero, por lo cual se lo denomina régimen “cldsico renormalizado” [58].
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estamos interesados en las fases SRO espirales, ya que a temperatura finita rompen la
simetria discreta Zs que relaciona las fases (Q, Q) y (Q, —Q). Resultados de Monte Carlo
clasico [44] predicen una fase con ruptura de simetria Z, que pertenece a la clase de

universalidad de Ising caracterizada por el pardmetro de orden nemdtico

g = <Sl.83 — SQ.S4>, (314)

donde los nimeros denotan los sitios de una plaqueta cuadrada ordenados en la forma

4 3 4 A3

(@ Q) (Q,-Q)

Fig. 3.8: Las dos diferentes configuraciones espirales posibles con
vectores de onda magnéticos (@, Q) v (Q,—Q) donde se
han numerado los espines de acuerdo a la definicién
del parametro de orden o.

ciclica (1,2,3,4) [44] (ver figura [3.8). Ademds de dar una medida de las correlaciones
espirales —se desvanece para correlaciones Néel- es facil ver que el parametro de orden
o asume signos opuestos para las correlaciones (Q,Q) y (Q, —Q). Para calcular o en la
teoria SBMFT es suficiente recurrir a la ecuacién (2.11)) que expresa la interaccién espin-
espin en términos de los operadores singletes, por lo cual o se escribe en términos de

correlaciones a segundos vecinos como
o = |Bis|* — |Ass|* — | Bas|* + | Aas|*. (3.15)

Aunque los parametros de campo medio son los A’s y B’s a primeros y terceros vecinos, es
posible calcular Bi3, By, A13, v Agy resolviendo primero las ecuaciones de autoconsistencia

(3-13)) y luego calculando las expresiones ([3.13a]) y (3.13b]) con el vector Rs conectando los

segundos vecinos (1,1) y (1, —1). Por otra parte, insertando las expresiones semiclésicas

(3.2) de estos en la ecuacién (3.15)), el parametro de orden resulta

o= —25%sinQ, sin Q,, (3.16)
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donde se evidencia claramente la diferencia de signo (Ising) entre los estados (Q, Q) y

(@, —Q).

tro de orden

parame

Fig. 3.9: Estructura de parametros de campo medio correspondien-
te a correlaciones Néel (7, 7) y espiral (@, Q) para el mo-
delo J; — J3. Sélo los pardametros no nulos relevantes son
indicados en cada caso.

Dependiendo del valor de la frustracion hemos encontrado diferentes regimenes cuando
aumentamos la temperatura desde los estados fundamentales a temperatura cero. En la
fig. 3.9la se muestra la dependencia con la temperatura de los pardmetros no nulos A; y
Bs correspondientes a una fase con orden de Néel a J3/.J; = 0.3. Los pardmetros decrecen
mondtonamente dando lugar a una fase SRO Néel hasta T* ~ 0.457 Superando esta
temperatura el SBMFT da un paramagneto perfecto con todos los parametros de campo
medio iguales a cero.

Comenzando desde un estado fundamental espiral se observan dos temperaturas diferen-
tes. Por un lado, para 0.38 < J3/J; < 1, la fase SRO espiral sufre una transicién a una
fase SRO Néel cuando la temperatura aumenta, ya que las fluctuaciones sobre un SRO
colineal pueden minimizar méas eficientemente la energia libre. Este comportamiento, ya

observado en modelos relacionados, [103] se muestra en la fig. [3.9/b para J5/J; = 0.6.

4 Todas las temperaturas de este capitulo estan expresadas en unidades de .J;.
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Aqui las correlaciones espirales indicadas por o # 0 persisten hasta T ~ 0.3, mientras que
para temperaturas mayores se estabilizan correlaciones SRO de Néel —A;, By # 0— hasta
que se alcanza el valor T" ~ 0.45.

Por otro lado, para J;/J; > 1 (figura .d), antes de alcanzar la fase paramagnética hay
nuevamente una fase colineal intermedia que hemos llamado (7, 7)4 porque esta compuesta
por cuatro subredes de terceros vecinos desacopladas con correlaciones de Néel de corto

alcance en cada una (ver figura|3.10)) En este sentido la energia libre puede minimizarse

N N -
|
%

\\
\\

NSNS

Fig. 3.10: Esquema de la estructura magnética correspondiente a
la fase (m, )4, compuesta do cuatro subredes de terceros
vecinos desacopladas con correlaciones de Néel de corto
alcance en cada una.

mas eficientemente ya que las fluctuaciones térmicas sobre ese orden de corto alcance
AF colineal desacoplado entre terceros vecinos optimiza tanto la energia interna como la
entropia. Esto se muestra en la fig. [3.9) (d) para J3/J; = 1.8 donde, dentro del rango 0.7 <
T < 0.8, sélo sobrevive el parametro AF de campo medio A3 junto con una correlacion
ferromagnética mas pequena entre quintos vecinos Bs (que no se muestra en la figura), y

asi sucesivamente.

La figura c muestra el caso especial J3/J; = 1 donde hay una transicién directa desde
una fase SRO espiral a un paramagneto perfecto alrededor de T' = 0.45. Los saltos de A;
y As encontrados a esta temperatura se deben a la dificultad en resolver numéricamente
la ecuacién autoconsistente de la restriccion local a temperaturas alrededor de
T = 0.45. En realidad, acercandose desde altas temperaturas, puede mostrarse analiti-

camente que en ciertos limites A; y Az se van continuamente a cero [42]. Resumiendo,
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el diagrama de fases consiste en la figura [3.11] Es interesante notar que las transicio-

10 ' | ' | ' | ' | ' | ' | ' | ' | ' | '
B 12_ LG DL DAL DAL | ';'_
[ ] Paramagneto
0.8  osL ] Perfecto
= ]
I 04F . .
0'6_ :.|I“.|...|...|...|...'
- 0075506 10 14 18
2 - ]
=
0.4 - SRO SRO m
I (m,7) (QQ) 1
0.0 | | I R R R R

00 02 04 06 08 10 12 14 16 1.8 2.0
W)

Fig. 3.11: Diagrama de fases magnéticas a temperatura finita para

el modelo J; — J3 con espfn—%, donde pueden observarse

los distintos regimenes descritos en las figuras Recua-

dro: comparacién de la temperatura critica T, predicha

por SBMFT (linea sélida) y Monte Carlo Clasico (pun-
tos).

nes a la fase paramagnética pueden encontrarse, en los limites de J;/.J;, de una manera

analitica. En este régimen todos los pardmetros de campo medio son cero y la ecuacion

de autoconsistencia (3.13¢)) implica

we=A=Tl (1+%) . (3.17)

Luego, asumiendo que en el limite J; > J3 el primer parametro de campo medio que se
prende es A; con su forma semiclésica, la ecuacion (2.32al) conduce a
1 1 (sim2 kg + sin k, sin k:x)

- =— 1+2 1
Jl oN . o ( + nk) (3 8)

Reemplazando (3.17)) y realizando la sumatoria de (3.18]) sobre la primer ZB, se obtiene
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la temperatura critica
J S+3

Para S = % esta temperatura, 77 ~ 0.45, coincide con el limite horizontal entre la fase
paramagnética y la fase SRO Néel (J3/J; < 1) del diagrama de fases a temperatura finita
de la figura |3.11] Un procedimiento similar puede llevarse a cabo para As en el limite

J3 > Jp, dando la temperatura critica

(3.20)

Nuevamente, para S = %, esto da un comportamiento lineal T3 ~ 0.45J3 que coincide
con el limite entre el régimen paramagnético y el régimen (7, 7), del diagrama de fases
de la figura [3.11] Por otro lado, el limite del régimen con ruptura de simetria Zs ha sido
identificado numéricamente con la temperatura T, donde el parametro de orden nemético
o se va a cero. En el recuadro de la figura [3.11] se muestra el buen acuerdo cualitativo de
la temperatura critica T, predicha por Monte Carlo clasico [44] y la SBMFT. Dado que
SBMFT recupera el resultado clasico en el limite de S grande, el ligero desplazamiento
hacia la derecha de T respecto de los resultados de MC cléasico puede interpretarse como
el efecto cuantico para el caso S = % En realidad, esperamos un corrimiento ain mas

marcado una vez que se hayan calculado correcciones sobre SBMFT.

3.5. Conclusiones

Hemos investigado la ruptura de simetrias discreta y continua en la fase espiral del
modelo de Heisenberg frustrado J; — J; usando la teoria de campo medio de bosones
de Schwinger. Hemos estudiado en detalles ambas: la ruptura de simetria SU(2) que se
relaciona explicitamente con la parte condensada de la funcién de onda del estado funda-

mental, y la ruptura de simetria Z, que esta relacionada con la ruptura de la degeneracion

discreta de las fases espirales (Q,Q) y (Q, —Q).

Para T" = 0, comparando con los resultados que existen actualmente, hemos mostrado
que el esquema de dos operadores de enlace singletes de SBMFT da resultados confiables
para el diagrama de fases cudntico. En particular, este esquema describe correctamente
los efectos de la frustracién esperados en la fase colineal [93] que no son capturados por

el esquema de un singlete usado en la literatura [35] [36].
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Para el caso S = %, consideraciones de fluctuaciones de espin local nos permiten inferir un
régimen desordenado en 0.35 < J3/J; < 0.5 que concuerda cualitativamente con recientes

resultados numéricos [90].

Con respecto al régimen de temperatura finita, hemos encontrado una fase con la inva-
riancia rotacional restaurada y con ruptura de simetria Z, caracterizada por el pardmetro
de orden nematico o . El comportamiento de la temperatura critica T, versus la frustra-
cién concuerda cualitativamente con resultados de Monte Carlo clasico [44]. Basiandose
en estos resultados de MC clasico, se ha sugerido la posible realizacién de un liquido de
espin Zy con orden nematico en el limite 7" — 0 entre las fases Néel y espiral [44]. Sin
embargo, debe notarse que en principio no hay conexién directa entre la simetria global
Zy del pardmetro de orden nematico tipo Ising o y la teoria de gauge Z5 de la fase liquido

de espin (ver en este capitulo la nota al pie [2| de la pdgina .

En la presente teoria de SBMFT las soluciones cuanticas y a temperatura finita estudiadas
son de la misma naturaleza, con un valor finito del parametro de orden nematico tipo Ising;
consecuentemente, es importante remarcar que, si existen, las propiedades no triviales del
estado tipo liquido de espin Zy apareceran, por ejemplo, al resolver la restriccion local
exactamente. No obstante, actualmente, su implementaciéon en Monte Carlo variacional
muestra varias limitaciones, permitiendo solo el estudio de sistemas con tamano hasta

6 x 6 [100, 104, 105).

Otro resultado interesante es la tendencia general de las fluctuaciones térmicas a estabili-
zar correlaciones colineales. En particular, hemos encontrado transiciones de SRO espiral
hacia SRO Néel colineal antes de alcanzar la fase paramagnética: para J;/J; < 1 se favo-
recen correlaciones de corto alcance Néel (7, ), mientras que para J;/.J; > 1 hay una fase
intermedia (7, )4 caracterizada por cuatro subredes de terceros vecinos desacopladas con
correlaciones de corto alcance de Néel en cada una. Un estudio con Monte Carlo clésico

permitiria investigar mejor la presencia, o no, de esta nueva fase (m, 7).
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4.1. Introduccion

Si bien Anderson en 1973 [27] propuso el estado RVB como estado fundamental del
AF de Heisenberg triangular (THM), el método convencional més sencillo, la teoria de
ondas de espin lineal (LSWT), daba como resultado un estado ordenado. Con el descubri-
miento de los cupratos superconductores revivié el interés sobre la naturaleza ordenada,
o no, de distintos AF 2D y se desarrollaron métodos mas precisos y sofisticados. En este
sentido los métodos numéricos son de fundamental importancia para extraer informa-
cién rigurosa sobre las propiedades estéticas, dinamicas y termodindmicas de los sistemas
magnéticos frustrados, siendo el THM un buen ejemplo donde practicamente no hay re-
sultados analiticos exactos. En particular, gracias al enorme esfuerzo de la comunidad en

desarrollar técnicas confiables [50, [51) [106], 107, 55l 52] [77], se ha establecido firmemente

que el estado fundamental del THM de espin—% es un robusto orden de Néel de 120°,
como el ilustrado en la figura 4.1la, con un valor de magnetizacién m reducido en un 59 %

respecto del valor clasico, m = 0.205(1) [51].
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Fig. 4.1: a) Red triangular con los espines conformando una estruc-
tura con orden de Néel 120°. Las lineas verdes senalan las
interacciones de intercambio a primeros vecinos presentes
en el THM. b) Primer zona de Brillouin (ZB) de la red
triangular.

Dada la naturaleza ordenada del estado fundamental del THM la LSWT parece capturar
las caracteristicas semiclasicas esperadas para este orden, ya que reproduce bastante bien
las propiedades estéticas encontradas con estos métodos, [108|, [76] encontrando un valor de
magnetizacién m ~ 0.24. Sin embargo, en recientes estudios de expansiones en serie (SE)

[45,[77] se han encontrado resultados que desafian la validez de LSWT, mostrando que para
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S = % la forma funcional de la relacion de dispersion magnoénica difiere considerablemente

(puntos azules en la figura de la obtenida con LSWT (linea sélida verde de la figura

4.2)). En particular, se observé una fuerte renormalizacién hacia abajo de la parte de

a) b) 16 | i
L L B D L 1.4 E

2nif3- C
B 1.2 -

/ L -
/3 EA/ 10 |

k:y or — 8

O PA/Q 0.8 _

/A i
s 0.6 \ .

on/m- u
nﬁ | I I S IS T N T I 04 I =

-4n/3 -2n/3 0  2m/3 4m/3
]i? 0.2 + b

T
0.0

A B O C P Q B E

Fig. 4.2: a) Trayectoria de la Zona de Brillouin triangular a lo largo
del cual se grafica la relacién de dispersién. b) Relacién
de dispersién de las excitaciones magnénicas a lo largo
de la trayectoria ABOCPQBE calculada con SE (puntos
azules) y con LSWT (linea verde).

alta energia del espectro junto con la aparicién de minimos tipo rotones en los puntos
medios de los bordes de la zona de Brillouin hexagonal (punto B de la figura . Se
propuso, entonces, que estas diferencias podrian atribuirse, probablemente, a la presencia
de excitaciones espinénicas de tipo fermiénicas. No obstante, mediante extension de LSWT
a correcciones en 1/.S se encontraron correcciones no triviales a la dispersion de LSWT que
describen bastante bien los resultados de SE [109]. Pero sin embargo, como consecuencia
de las interacciones, los magnones no estan bien definidos — no tienen vida media infinita

—en una amplia regién de la zona de Brillouin [110].

Dadas las precisas predicciones de la teoria de bosones de Schwinger para las propiedades
estaticas del estado fundamental del THM calculadas por el grupo, [IT1] es importante
investigar si los comportamientos anémalos encontrados en el espectro con SE pueden
reproducirse, o no, con una teoria que naturalmente incorpora excitaciones fraccionales
de espin—% como la teoria de bosones de Schwinger. Cabe destacar que originalmente exis-
ti6 un debate sobre la validez de la SBMF sobre fases espirales en general [112], [65] ya que,
debido a su estructura singlete, la misma no es capaz de reproducir el limite semiclési-

co. Retomando lo visto en la seccién del capitulo |3 las relaciones de dispersién
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desplazadas de SBMFT en el limite semiclasico

WingF = 5\/[Jk — JollJk+q — Jal,

no coinciden con la expresion semiclasica de LSWT

WY = 8\l = JQll(erq + Je-q)/2 — Jal.

aunque si reproducen bien la posicién de los modos de Goldstone. Esta discrepancia en
el limite semiclasico puede tener algin correlato en el limite cudntico S = %, donde el

resultado de SE difiere notoriamente respecto de LSWT.

En este capitulo investigamos la validez de la teoria de campo medio de bosones de
Schwinger, basada en el esquema de dos operadores singletes desarrollado por el grupo,
[64] para interpretar el espectro del THM de espin—%. El principal resultado obtenido es
que esta teoria reproduce cualitativamente y cuantitativamente bastante bien el espectro
obtenido con SE. Esto se logra gracias a que hemos podido identificar las excitaciones no
fisicas provenientes de la relajacion de la condicion local de un bosén por sitio, lo cual
permite construir una relaciéon de dispersién notablemente similar a la calculada con SE.
En este marco, ademas, las excitaciones roténicas pueden relacionarse con fluctuaciones

de corto alcance colineales.

4.2. Resultados

4.2.1. Magnetizacion y energia

Antes de pasar a las propiedades dindmicas haremos un repaso de las propiedades

estaticas del antiferromagneto triangular.

Se resolvieron numéricamente las ecuaciones autoconsistentes (12.32)) (seccién del

capitulo |2) a temperatura cero

As = ! 71és’ (k- Ry) (4.1a)
T T AN L i 6) '
1 (B +N)
By = — S Yk TN og(k- 4.1
) 2N Wi COS( R5)7 ( b)
1 1 B+
2 AN Uk ™A 4.1
S+3 QNZ o (4.1c)
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Tab. 4.1: Magnetizacién y energia del estado fundamental de Néel
de 120° del THM de espin—% obtenidas con: campo medio
en bosones de Schwinger con esquema de un [70] (4) y
dos [113] (AB) singletes; Fluctuaciones Gaussianas [111]
sobre el campo medio AB (AB + Fluct), Monte Car-
lo cudntico [51] (QMC), Teoria de Ondas de Espin Li-
neal [76] (LSWT) y Teoria de Ondas de Espin no Lineal
(LSWT+1/S) [114].
*Este valor de m se obtiene con SBMFT para el valor de
espin S* =~ 0.366, el cual ajusta las fluctuaciones locales

de espin al valor correcto 35*(S* +1) = S(S +1).

E/JN m
AB -0.5697 0.275
A -0.7119 0.328
AB+Fluct -0.5533 0.151*
QMC 20.5458(1)  0.205(1)
LSWT -0.5388 0.2387
LSWT+1/S -0.5434 0.2497

para redes muy grandes (N = 30000). Con los valores de los parametros de campo medio

obtenidos calculamos el valor de la magnetizacién local, segiin la ecuacién (2.50)),

= — 2
2
y el valor de la energia del estado fundamental, segtin (2.27)),
Eoy = By = > Js (B — A3) (4.3)
2 - 1) 6) >

donde Q = 2k, = (%W; %ﬂ') es el vector de onda magnético correspondiente al orden de
Néel 120°, y donde +ky,;, son los ceros (~ 1/N) de la relacién de dispersién espindnica
W

Los valores obtenidos para el estado fundamental se muestran en la tabla (AB) junto
a otros valores obtenidos con: el esquema de sélo un operador singlete (A), [70] fluctua-
ciones Gaussianas (AB + Fluct), [I11] teoria de ondas de espin lineal (LSWT), [76] teoria
de ondas de espin no lineal (LSWT+1/5), [114] junto con resultados de Monte Carlo

cuantico (QMC) [51][1-]. De la tabla 4.1 se observa que el esquema de dos singletes describe

! Un resumen completo de resultados para la THM obtenidos con diferentes métodos analiticos y
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cuantitativamente mejor las propiedades estaticas de la THM que el esquema que utiliza
s6lo un operador. A pesar de que todavia no ha sido calculado, esperamos que las fluc-
tuaciones Gaussianas sobre el campo medio reduzcan la magnetizacion, como ya se ha
encontrado para la rigidez de espin en la THM [111]. En ese sentido es que ponemos el
valor m = 0.151 en la fila de AB + Fluct, que es el valor de magnetizacion obtenido en
el caso S* = %(\/5 — 1) ~ 0.366, donde S* es el valor de espin en SBMFT que ajusta las
fluctuaciones de espin local al valor correcto %S*(S* +1) =S5(S + 1), como hemos visto

en la seccion del capitulo

4.2.2. Factor de Estructura Dinamico

Hemos estudiado el espectro de excitaciones magnéticas evaluando el factor de estruc-

tura dindamico a T' = 0 calculado en la ecuacion ([2.66)),

S(k,w) = ﬁ Z (UqUi+q — “k+qvq)2 Olw — (wq + wWicrq)] (4.4)

q

donde numéricamente hemos implementado la funcién delta §(w) como una funcién lo-

rentziana

1 7
w) = ———"F—
() Tw?+n?’

siendo 77 un parametro de control que maneja el ancho y alto de la funcién lorentziana

(21 es el ancho medio de la funcién y (71)~! el maximo en w = 0).

Al estar las excitaciones de espin-1 conformadas por dos espinones libres de espl’n—% se
espera, ademas de una senal de baja energia bien definida correspondiente a los magnones,
un amplio continuo de pares de espinones a energias altas. Retomando lo discutido en la
seccion2.3.2del capitulo[2] y utilizando el hecho de que en una fase con ruptura de simetria
es uyq, lv +Q | ~ \/@ ywig ~ 0, podemos distinguir tres contribuciones distintas al

espectro, a saber:

i) ambos espinones se crean en el condensado
Esto es posible sélo para los vectores de onda k = +£Q, en donde el espectro esta com-
puesto por procesos de energia cero que conforman los modos de Goldstone del orden

magnéticoﬂ Esta contribucién da lugar a los picos de Bragg magnéticos los cuales,

numéricos puede encontrarse en la tabla ITT de Ref. [77].
2 Puede verse que para el modo uniforme k = 0 el factor de estructura dindmico se anula S(0,w) = 0
en todo valor de w.
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a primer orden, se comportan como S(+Q,w) ~ Nm?2j(w).

ii) un espindn se crea en el condensado y otro en el fluido normal
Para k # +Q el espectro de bajas energias estd compuesto por este tipo de pro-
cesos. En la seccion del capitulo [2| identificamos estas contribuciones con las
relaciones de dispersién espinénicas desplazadas, w, 49 Y W g Al contrario que
para la red cuadrada, el orden de Néel en la red triangular es un orden espiral y Q
no es equivalente a —Q. Por lo tanto estas contribuciones daran lugar a dos senales

Q respectivamente.

diferentes a energfas w, +Q Y Wy

iii) ambos espinones creados en el fluido normal
Finalmente, a altas energias, el espectro esta compuesto por este tercer tipo de
procesos. Esto da lugar a un amplio continuo que se extiende por el rango de energias

que toma el valor w = wq + Wkiq-

Entonces, puede resultar instructivo dividir (4.4) como
Sk, w) = S0t + S (4.5)
donde Sﬁizg es la parte compuesta por los procesos singulares i) y ii),

St (thep g = e 9)" 0w —wy g) +

m
4
+ @(u +v
43 Tk

y representa las excitaciones de bajas energias magnonicas, mientras que Si° ot egtd com-

puesta por los procesos iii),

con 1 !
Sk, = Z (Ukt+qUq — uqvk—i-q)Q Olw — (w—q + Wi+q)] »

4N
q
y representa las excitaciones del continuo a altas energias, donde la prima indica que la
suma se realiza sobre la ZB triangular excepto para q = :I:% y :I:% — k. En la fig. .b
hemos graficado la ec. (4.4) para el punto de la ZB ubicado a medio camino entre los
puntos A y B de la fig. [£.2la. Puede notarse la estructura de doble pico a bajas energias
que proviene de Sl‘ilzg , mientras que el continuo extendido a energfas arriba de los picos
corresponde a Spon*. En la figura .a hemos graficado las curvas de intensidad de S(k, w)

a lo largo de la trayectoria mostrada en la figura a (la linea de trazos amarilla senala
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Fig. 4.3: a) Curvas de intensidad para el factor de estructura
dindmico, S(k,w), calculado con la SBMFT en el esque-
ma de dos operadores singletes. La linea verde y los puntos
azules son las dispersiones obtenidas con LSWT y SE, [45]
respectivamente. La trayectoria ABOCPQBE se mues-
tra en la figura [1.2la. b) Factor de estructura dindmico,
S(k,w), para el vector de onda k = (m, ﬁw) ubicado en

el punto medio del tramo A — B de la figura a.

el corte de la figura .b ). Las curvas rojas y amarillas son las dispersiones espinénicas
desplazadas w,_, Q de Sl‘jzg , mientras que las zonas azul y violeta corresponden a Sp7".
En la figura también se grafican las relaciones de dispersién obtenidas con LSWT (linea
sélida) y SE [45] [77] (puntos)ﬂ. A bajas energias la dispersién coincide bastante bien con
LSWT y SE, estando el peso espectral mayoritariamente localizado alrededor de k ~ +Q
(puntos C'y @, respectivamente). En este régimen las excitaciones fisicas corresponden
a distorsiones transversales de largo alcance de la magnetizacion local, las cuales estan
correctamente descriptas por ambos, LSWT y SBMFT. A altas energias LSW'T no es mas
valida, ya que las excitaciones de espin verdaderas muestran una fuerte renormalizacion
hacia abajo junto con la aparicién de minimos tipo rotén (puntos). Notablemente, SBMFT

predice una redistribucién no trivial del peso espectral entre las dos ramas espindnicas

moduladas por el factor de forma de la ecuacién (4.4])).

Observando con atencion la intensidad de los dos picos provenientes de Sl‘jgg en la figura
[4.3|b se puede discernir que el mds intenso coincide con SE, mientras que el otro tiene
una intensidad bastante menor. Por lo tanto, guiados por los resultados de SE podemos
definir una relacién de dispersién wy reconstruida a partir de las partes de las dispersio-

nes espindnicas con peso espectral dominante, la cual, sorprendentemente, recupera las

3 Es importante tener presente que la escala de colores utilizada para la intensidad de S(k,w) es
logaritmica, cada color es un orden de magnitud diferente. Esta misma escala de colores es utilizada en
todas las gréaficas de intensidad de este capitulo y el capitulo @



94

principales caracteristicas de los resultados de SE [45]. En la figura [4.4la graficamos esta

relacién de dispersion reconstruida junto a la calculada con LSWT y SE.

16 i 1.2 :
a) - b) 1

14 | 1.0} E
12 + I |

1.0 ——
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02 | R L ]
0‘0 0.0 '41‘(’3"21‘03‘ [" - 21‘03 - 47‘03 ’
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Fig. 4.4: a) Dispersién fisica reconstruida wy calculada con el cam-
po medio de los bosones (linea negra), junto con las disper-
siones calculadas con LSWT (verde) y SE (azul), a lo largo
de la trayectoria indicada en la figura a. b) Relacién de
dispersion fisica wy a lo largo de la trayectoria B — 0 — B.
La linea de puntos indica la posicién del aparente minimo
local entre C'y P de la figura a.

En particular, el cruce de las dispersiones espinénicas en el punto B = (, \%) puede
identificarse con los minimos tipo rotén observados en SE, lo mismo ocurre con los otros
dos puntos medios de la ZB no equivalentes, (0, %W) y (—m, \%W) Debe notarse que en

las figuras de la relacién de dispersién que hemos mostrado existe otro aparente minimo

L7
V3

de la ZB, cuyo extremo en el borde de la ZB es B. Para demostrar que los tinicos minimos

local, ubicado entre los puntos C'y P. Este vector de onda esta ubicado en la linea k, =

locales de la relacion de dispersion reconstruida son los puntos medios de los bordes de la
7B, hemos graficado en la figura .b la relacién de dispersion en la linea &, = \k/—%, a lo
largo de la trayectoria B — 0 — B, donde el punto en cuestion esta senalado con la linea
de puntos y puede verse que no es un minimo local. Analizando la relacion de dispersion
reconstruida wy en toda la ZB se concluye que los puntos medios de los bordes de la ZB

son los unicos minimos locales.

En cuanto a la interpretacién de estos minimos roténicos, originalmente se propuso que
estaban relacionados con posibles excitaciones de espinones fermidénicos interactuantes,
las cuales a su vez darian lugar a las propiedades anémalas encontradas a bajas tempera-
turas, [45] principalmente longitud de correlacién un orden de magnitud menor y entropia
un orden de magnitud mayor a la temperatura 7" ~ 0.25 J (ver capitulo . Por otro la-

do, la interpretacion de magnones interactuantes dada por la SWT con correcciones de
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primer orden en 1/S [109] reproduce bastante bien la dispersién obtenida con SE, pero
los magnones resultan no estar bien definidos en una amplia regién de la ZB [110], 114].
Desde nuestra perspectiva, la estructura de enlaces singletes de la teoria de bosones de
Schwinger tiene en cuenta de manera natural las fluctuaciones colineales de espin, aun en
la presencia del orden de Néel de 120° de la THM. Por ejemplo, el minimo roténico locali-
zado en B puede interpretarse como el desarrollo de correlaciones magnéticas moduladas
por el vector de onda magnético (, \%ﬂ) el cual corresponde a cierto patron de correla-
ciones colineales, como se muestra en la figura [1.5]a, mientras que los otros dos puntos

medios no equivalentes corresponden a patrones de fluctuaciones colineales diferentes. En

1.2
— T
a) = (™ ) b)
1.0F
AT
a SN SN TN 0.8~ o\ |
\ A/ A4 \ A/ \ ‘ | | Sl \
A A ) 13 : 7 1 A RA
/I AR 71 / 0.6 : . | : 7
72 RN A A A IR / ; | ¢ ol : ;
N N 5 5 5 5 5 :
/ \ A/ Ny \ A/ : | : o : : :
NN oat — \ { \Ir A
&\\ ,/%\\ ,/%\\ /*\\ FJ,=0000 ]\ “‘
\ ’ \ ’ \ ’ \ —J,=0.05J | \: ; : | : i
\\f/ \4// \\i// \\4 0.2 M- ;=004 |
———————————————— L g,=0154,| | : :
0.0— : : re—
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Fig. 4.5: a) Configuracién colineal que determina el vector de onda

magnético B = (m, %) b) Relacién de dispersién recons-
truida calculada a lo largo de la trayectoria ABOCPQBE
para distintos valores de interaccion de intercambio a se-

gundos vecinos Ja.

efecto, si se favorecen estas fluctuaciones introduciendo anisotropia espacial o interaccio-
nes de intercambio a segundos vecinos el minimo roténico se ablanda, dando lugar a la
nueva estructura de modos de Goldstone del estado fundamental colineal estabilizado,
[113, 115, 116]. En la figura [£.5]b puede verse el ablandamiento de los modos roténicos

en la relacién de dispersion reconstruida al incorporar interaccién a segundos vecinos.

Realizando la integral en frecuencia es posible analizar el peso relativo del continuo de

dos espinones (zona azul/violeta de la figura [4.3la) en el factor de estructura estético

S(k) [117]. En el panel superior de la figura [4.6| graficamos S(k) donde se observan picos

divergentes en los vectores de onda magnéticos esperados +£Q. En el panel inferior puede
cont

verse el peso relativo del continuo de dos espinones, [ Siont/S(k)dw. De manera interesante

la contribucién a S(k) del continuo de dos espinones es despreciable alrededor de £Q
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Fig. 4.6: Factor de estructura estatico (panel superior) y peso rela-
tivo del continuo de dos espinones, [ Sﬁ?ﬁt /S (k)dw, (panel
inferior) a lo largo de la trayectoria ABOCPQBE.

mientras que fuera de su cercania, y en particular en la posicién del roton, la contribuciéon

del continuo es alrededor del 40 %.

4.2.3. Funciones de correlacion densidad-densidad

Con el objetivo de detectar las fluctuaciones no fisicas espurias del modelo, provenien-
tes de la relajacién de la condicién local del nimero de bosones ([2.3) hemos calculado

también el factor de estructura dindmico densidad-densidad
1
N(k,w) = (—%> Im {GS., (k,w) }

a partir de la transformada al espacio (k,w) de la funcién de Green retardada del operador

numero de bosones de Schwinger,
G (i3, 8) = =100 ([25(1);25(0)]) (4.6)

donde
it = blby + bl b, . (4.7)
Como ya hemos visto, para describir el espacio de Hilbert fisico de los operadores de espin

se debe satisfacer exactamente la condicién local de los bosones de Schwinger, n} = 295,

y no deberian observarse fluctuaciones en el nimero de bosones por sitio. Sin embargo,
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como la restriccién es implementada en promedio, en S(k,w) hay fluctuaciones de espin
no fisicas provenientes de esas fluctuaciones de densidad.

Realizando el cdlculo con un procedimiento andlogo al utilizado en la seccién del
capitulo 2 para calcular la funcién de Green retardada G™®(k,w), es que se llega a la
expresion

1
Nk, w) = N Z |tticy qUq + UqUictq| 0 (W — (W_q + Wictq)) (4.8)
q

la cual es similar a la ecuacion (4.4]), excepto el signo + en el factor de forma.

A B o C P Q B E

Fig. 4.7: Curvas de intensidad para el factor de estructura dindmico
densidad-densidad, N (k,w), calculado con el campo me-
dio de bosones de Schwinger basado en el esquema de dos
singletes.

Si nuevamente dividimos las dos contribuciones espindnicas como N (k,w) = ifgg +

lffi’}t, es facil mostrar que las senales principales se localizan de nuevo en las dispersiones
espinénicas desplazadas, w, QY W g Pero ahora, debido a la diferencia en el factor
de forma, hay una importante transferencia de peso espectral entre dichas dispersiones
espindnicas. Esto se muestra en la figura[4.7], donde se ha graficado las curvas de intensidad
de N (k,w). Se puede observar claramente que ahora la senal dominante estd “gapeada”
en los puntos C'y (), mientras que la mayor parte del peso espectral se encuentra en torno
ak~0 E| Dada la notable coincidencia con la senal fuerte de N (k,w), nuestra conjetura
es que la senal débil de baja energia de S(k,w) en las figuras puede atribuirse a efectos
no fisicos de la fluctuacion en la densidad, los cuales esperamos que desaparezcan una vez

que se proyecte sobre el espacio de Hilbert fisico.

En la red cuadrada no frustrada w, , @ = w,_a ya que Q y —Q son equivalentes, entonces
2 2

4 Un modo blando como este puede identificarse con una tendencia espuria del sistema bosénico a una
separacion de fase
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ambos tipos de excitaciones de espin, fisicas y no fisicas, se superponen, dando lugar a

una sola banda de baja energia en S(k,w) (ver figura 2.8 en seccién [2.3.2)) [60], 80, 117].

4.2.4. Ligadura de espinones

Como vimos en la seccién del capitulo [2| a primer orden en teorfa perturbativa
se puede tener un indicio de si estaran ligadas, o no, las excitaciones espindnicas una vez

que se vaya mas alla del campo medio. Para ello la interaccién entre dos espinones da

1
Vit = 5 [’yq,p (uzui + vévg + 2uqvqupvp) +

+ 29g+p (uavf, + uivi — 2uqvqupvp) + 9J} :

En el panel inferior de la figura|4.8|se grafica vy, para los pares de espinones que conforman

las excitaciones fisicas |2s) = |%J; k + %a) y |2s) = |%a; k — %a>, las cuales correspon-

den a las dispersiones desplazadas w,, o y wy_q (panel superior). Con circulos hemos
2 2

marcado v;,; correspondiente a la relacion de dispersion reconstruida wy. Puede verse que

1.5 ! ! ! ! 1 1

— k+Qr2

1.0

S
0.5

0.0 .
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[ — Q/2, k+Q/2
-0.6 H— Q2,k-Q2
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Fig. 4.8: Superior: dispersiones desplazadas w, QYW Q- Infe-
2 2

rior: Valores de vy para las excitaciones singulares que
conforman estas dispersiones desplazadas (lineas), donde
se ha marcado con circulos los tramos correspondientes a
la relacién de dispersién fisica reconstruida.

la interaccion es atractiva (viy, < 0) en la mayor parte de la ZB y, de manera general,

puede observarse que los espinones que conforman las excitaciones singulares de mayores
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energias estaran menos ligados que aquellos que conforman las de bajas energias (como
hemos discutido en la seccién del capitulo . En particular, cuando el momento total
de dos espinones es k = B la energia de ligadura es v, ~ —0.16.J, mientras que el costo de
energia para crear dos espinones encima del estado fundamental es w q, +wp, q, ~ 0.7J.
Por otro lado, cuando ambos espinones se crean en el condensado la interaccién diverge
como |viye| ~ O(Nm?), significando una atraccién infinita de los espinones que construyen
los magnones en los modos de Goldstone k = 0, +Q. Incluso si esta inestabilidad es un
artificio de la correccion de primer orden, creemos que este calculo sencillo le da apoyo a
la imagen fisica de espinones fuertemente ligados en la vecindad de los modos de Golds-
tone, mientras que a altas energias se mantienen débilmente ligados. Por supuesto, esta

afirmacién deberd ser apoyada por un calculo més riguroso [82, [83].

Basados en el célculo y anédlisis de N'(k,w) y vy podemos asumir que i) el efecto de
proyectar sobre el espacio de Hilbert fisico equivale a eliminar las excitaciones no fisicas de
mayor senal en el espectro densidad-densidad , y ii) que existe una interaccion residual
atractiva que liga los espinones. Consecuentemente, todo esto nos permite definir un nuevo
campo medio de Schwinger “reconstruido” (RSBMF) que consiste en excitaciones de espin-

1 de baja energia que tienen una relacion de dispersién “fisica” reconstruida wy, como se

muestra en la figura[l.4la. En la figura[d.9mostramos el factor de estructura dindmico ([4.4)

100
2
1.5
S 1
0.5 -
H i
0 | L .
A B O C P Q B E

Fig. 4.9: Curvas de intensidad para el factor de estructura dindmico
S(k,w) calculado con la RSBMFT, es decir, donde se han
removido las excitaciones espurias asociadas a las senales
intensas en N (k,w).

correspondiente a RSBMF, es decir, donde se han removido las excitaciones no fisicas,

identificadas con el pico de mayor intensidad de lff:fg . En el capitulo 5| veremos que estas

consideraciones son fundamentales para el estudio de la termodinamica del THM.
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4.2.5. Comparacion con el esquema de un singlete

Hemos encontrado que el campo medio de bosones de Schwinger en el esquema de
dos singletes reproduce bastante bien el espectro de expansiones en serie [45]. También
es interesante comparar con las predicciones del esquema de sélo un singlete, ya que es

ampliamente utilizado en la literatura [35] 36].

Recordemos que el procedimiento consiste en usar la relaciéon de identidad ([2.14)),

y escribir la interaccién espin-espin 1) solamente en términos del operador singlete Aij
[60, [80), [70), [118]:

A ~

S;-S; = —24LA;; + % (4.10)

Incluso si las ecuaciones (2.11]) y (4.10) son equivalentes, la ultima lleva a un diferen-
te desacople de campo medio, con parametros As; y A [70, 118]. La energia del estado

fundamental en este esquema resulta

N
Emzzgwk—@S+1M+~§2;%Q§—QA@, (4.11)
y la magnetizacion
LA (4.12)
m=—— :
Nwq'’

donde ahora la relacion de dispersion espindnica es

e = /2 = (), (4.13)

y los parametros de campo medio A5 y A se calculan de las ecuaciones autoconsistentes
27
As = — Y “Xsin(k-Ry), 4.14a
; > e R (1.14a)

S+ = =y = (4.14D)

1
2 2Nkwk

Los valores de magnetizacion y energia obtenidos con este desacople se muestran en la
tabla[4.1](A4). En la figura[4.10] hemos graficado S(k,w) después de resolver las correspon-
dientes ecuaciones de autoconsistencia (4.14al, 4.14b]). A muy bajas energias el espectro
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Fig. 4.10: Curvas de intensidad para el factor de estructura dinami-
co calculado con el esquema de un singlete, a lo largo de
la trayectoria indicada en la figura[d.2]a. Lineas sélidas y
puntos son mismas que en fig. a.

parece ser correcto alrededor de los puntos C, O y (). Sin embargo, a altas energias es
imposible discernir una dispersién reconstruida que se ajuste a los resultados de SE en
todo el camino de la ZB, ademas de la existencia de un factor alrededor de 3 en la escala
de energia. Por lo tanto, concluimos que el esquema de dos singletes resulta el marco mas

adecuado para describir correctamente el espectro del THM.

4.3. Conclusiones

Hemos demostrado que la estructura singlete del estado fundamental de campo me-
dio, junto con el caracter fraccional de las excitaciones de espin de la teoria de bosones
de Schwinger, toman en cuenta, naturalmente, las excitaciones anémalas del modelo de
Heisenberg triangular de espin—% recientemente encontradas con SE [45], [77]. La aparicién
de minimos tipo rotén puede atribuirse a la tendencia del estado fundamental a estar
correlacionado colinealmente, incluso en presencia del orden de Néel 120°. Al calcular el
factor de estructura dinamico densidad-densidad, y gracias a los resultados de SE, hemos
sido capaces de discernir por primera vez, a nivel de campo medio, entre las fluctuaciones
fisicas y espurias procedentes de la relajacion de la restriccién local. Una investigacion
posterior en el contexto de la teoria de bosones de Schwinger revela que la descripciéon
correcta del espectro depende fundamentalmente del desacople en el campo medio. En
particular, el esquema de dos singletes resulta més apropiado que el esquema de un sin-

glete. En base a la descripcién precisa de las propiedades estéaticas del estado fundamental
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[111] (ver tabla4.1)), y a la luz de los resultados actuales para el espectro, pensamos que
la hipotesis de espinones bosénicos debe ser considerada seriamente como un punto de

vista alternativo para interpretar la fisica del modelo de Heisenberg triangular.

A nivel de campo medio las excitaciones triplete constan de dos espinones libres de espin-
% y, ademas de las bandas de bajas energias debido a la aparicién de orden de largo
alcance, hay un amplio continuo de dos espinones, lo que podria estar relacionado con el
decaimiento de magnones encontrado en la literatura [I14]. Hemos calculado con teoria
perturbativa de primer orden una energia de ligadura, la cual da apoyo a la imagen fisica
de espinones fuertemente ligados cerca de los modos de Goldstone, mientras que a altas

energias estarfan débilmente ligados.

Una interpretacién alternativa a nuestra RSBMF ha sido propuesta en Ref. [119], utili-
zando la fisica del modelo de Heisenberg X X7 de plano fdcil como punto de partida.
Alli construyen una teoria efectiva de baja energia en términos de vortices fermioniza-
dos, donde el rotén resulta ser una excitacién vortice-antivortice en la red dual “panal
de abeja”. Resulta interesante que la dependencia de las excitaciones roténicas con la an-
isotropia espacial se asemeja bastante a la dependencia con la temperatura que veremos
en el capitulo siguiente (ver figura en capitulo . Atn si algunas de las caracteristi-
cas predichas por la SE son tomadas en cuenta por los vértices fermionizados, el enfoque
bosoénico que hemos presentado parece ser mas apropiado para describir las caracteristicas
esperadas del modelo de Heisenberg AF isotropico, es decir, el orden de Néel de 120° junto
con la correcta estructura de modos de Goldstone. En cualquier caso, seria interesante
investigar el rango de validez de cada enfoque mediante una detallada comparacion entre

ambas teorias.

En el proximo capitulo investigamos las propiedades termodinamicas que resultan de la

teoria de bosones de Schwinger reconstruida aqui propuesta.
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5.1. Introducciéon

Como ya se mencioné en el capitulo (1] uno de los problemas concretos a resolver en el
antiferromagneto triangular estaba relacionado con el hecho de que los primeros estudios
de expansion de alta temperatura (HTE) [46, 120] realizados hasta bajas temperaturas no
mostraban evidencia de un comportamiento cldsico renormalizado como predice el modelo
sigma no lineal (NLoM) [121} 47]. Por ejemplo, alrededor de T' = 0.25 J, la longitud de
correlacion calculada con HTE es de solo & ~ 1.5 veces la constante de red, en contraste
con el valor de & ~ 12 predicho por NLoM [46] 120, [77]. Consistentemente con estos
valores, la entropia calculada por HTE es un orden de magnitud mas grande que la de
NLoM. Estos primeros resultados fueron interpretados por Chubukov, Sachdev y Senthil
como un probable crossover entre los regimenes clasico renormalizado y critico cuantico
[122].

Zheng y colaboradores sugirieron en Ref. [45] que los altos valores de entropia podrian
explicarse si se considera que los rotones encontrados con SE (ver capitulo [4]) estdn com-
puestos de pares de espinones los cuales son térmicamente excitados. Sin embargo, al poco
tiempo los mismos autores mostraron que mediante un calculo simple, en el que las exci-
taciones magnonicas son asumidas como un gas libre de magnones tal que la relacion de
dispersion sea aquella predicha por SE, era posible describir el comportamiento anémalo
de la entropia encontrado con HTE [77]. Esto significaba que la presencia de excitaciones
tipo rotoénicas en la relacién de dispersion era crucial para capturar el comportamiento

termodinamico correcto a bajas T

En este capitulo investigamos las propiedades de baja temperatura de la THM desde
la perspectiva de espinones bosénicos. Como hemos visto en el capitulo |3 una venta-
ja del formalismo de bosones de Schwinger es que preserva la invariancia rotacional a
temperaturas finitas, de acuerdo con el teorema de Mermin-Wagner [26]; mientras que a
temperatura cero también hemos visto que se recupera el estado ordenado de Néel de 120°
como una condensacién de bosones de Schwinger [123] [62]. También hemos mostrado en
el capitulo previo que esta teoria describe muy bien las propiedades del estado fundamen-
tal del THM, [113] T11] y que las principales caracteristicas del espectro de excitaciones

magnéticas encontrado con SE son reproducidas.

Desde el punto de vista técnico una de las dificultades que debemos enfrentar es el hecho de
que, si bien la relajacion de la restriccion local del nimero de bosones parece no ser crucial

para la correcta descripcion de ciertas propiedades estaticas del estado fundamental, tan
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pronto como la temperatura aumenta el sistema comienza a explorar en cantidades cada
vez mayores un espacio de las fases no fisico, lo que lleva a una estimacion incorrecta de
las cantidades termodinamicas. En lugar de introducir factores ad hoc para compensar
este problema —como por ejemplo, hicieron Arovas y Auerbach [60, [80]- utilizamos la
relaciéon de dispersion fisica “reconstruida” wy que obtenemos de la teoria de campo
medio de bosones de Schwinger reconstruida (RSBMFT), la cual hemos desarrollado en el
capitulo[d gracias a nuestra capacidad de distinguir entre las excitaciones fisicas y espurias.
Los valores de entropia y susceptibilidad uniforme calculados con wy interpolan bastante
bien dentro del rango de temperatura 0 — 0.3 J, en cuyos extremos opuestos se vuelven
confiables LSWT més correcciones 1/S y HTE, respectivamente. Asi, nuestros resultados
apoyan la idea [77] de que los altos valores de entropia encontrados con HTE se deben a
la excitacién de los rotones que, como hemos mostrado en el capitulo [4 anterior, pueden
identificarse con fluctuaciones AF colineales de corto alcance sobre las correlaciones de

Néel 120° subyacentes.

5.2. Resultados

Nos centraremos principalmente en la importancia de las excitaciones tipo rotén para
explicar los altos valores de entropia encontrados a temperaturas intermedias (7"~ 0.3 J)
[46], [77]. Es importante notar primeramente que si bien las soluciones de RSBMF corres-
ponden a un régimen clasico renormalizado, la teoria no recupera plenamente el com-
portamiento esperado cerca de la transicién de temperatura cero. En efecto, (ver seccion
2.2.5) que a nivel de campo medio la longitud de correlacion tiene una potencia extra de
T en el prefactor en comparacion con lo predicho por las teorias de campo efectivas sobre
la base del NLoM o espinones confinados cerca de la temperatura de transicién 7' = 0

182, 183].

Por otro lado, cabe destacar que resolviendo las ecuaciones autoconsistentes ([2.32))

ol e o)

As = oN gk o (1+2ny)sin(k-Ry), (5.1a)
_ 1 Z(%}fv%) o

B5 = ﬁ X w—k(1+2nk)COS(k R§)7 (5].b)

1 1 (B +N)
—:—2—1 2ne) . 1
S+2 2Nk ™ (1+2ng) (5.1¢)
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Fig. 5.1: Valor de los parametros de campo medio A; y By en fun-
cion de la temperatura para el AF triangular.

hemos encontrado soluciones no triviales, As, Bs # 0 hasta T' ~ 0.43 J, como se muestra
en la figura 5.1l Para T > 0.43J la fase de temperatura finita del AF triangular se
convierte en un paramagneto perfecto sin correlaciones entre sitios. Tal fase no tiene
analogo en el problema de espines interactuantes, por lo que es un artificio del campo
medio o de la aproximacion large-N. De hecho, el efecto de las correcciones de N finito
a esta transicién no buscada ha sido investigado en la literatura [124]. En cualquier caso,
ya que los resultados disponibles de HTE son confiables hasta 7' ~ 0.3 J, nos hemos

concentrado en el rango de temperatura 0 < 7' < 0.43 J.

1.2 T T T T T T
1.0
0.8k
[CH R Tt SRR WA SN A2y S
0.6
0.4
L [— T=020J
—- T=030J
0.2F|--- T=0354 i
S— T=040J
0.0 L . . L .

A B 0 C P Q B E

Fig. 5.2: Dependencia en temperatura de la relaciéon de dispersién
reconstruida, a lo largo de la trayectoria indicada en la
figura[d.2la. Las lineas de trazos horizontales corresponden
a los intervalos de energia usados en la figura
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En la figura [5.2| se muestra la dependencia en temperatura de la dispersién reconstruida
wy siendo ésta armada, como se mostré en la seccion [4.2.2) a partir de las dispersiones

espinénicas desplazadas wy , o y wy_q, donde
2 2

we =\ OF + N = (0)°. (5.2)

A medida que la temperatura aumenta, se observa un estrechamiento del ancho de banda

junto con la apertura de un gap y un achatamiento de las excitaciones roténicas.

5.2.1. Entropia

Asumiendo los supuestos del capitulo previo que nos permiten formular la teoria de
campo medio de bosones de Schwinger reconstruida (RSBMF), es que podemos también
calcular las propiedades termodinamicas tomando las excitaciones magnénicas de espin-1
como un gas de bosones libres con la relacion de dispersion wy, al igual que hicieron Zheng
y colaboradores con la relacién de dispersién de SE en Ref. [77]. Asi, la entropia por sitio

de un gas de bosones libres resulta

or 1

S= " —
or N 4

[(Mk+1) In(Ak+ 1) — g Inmy |, (5.3)
donde la dispersién reconstruida wy esta incorporada en el niimero de ocupacion my, =
(e#x —1)~L. Por otro lado, cuando se consideran los dos tipo de espinones libres (SBMF),

sin tener en cuente la I'eCOHStI'U.CCiéD, la entropl'a por sitio resulta
E Nko + N (Nks + Nke MNks |, 5.
N k k k k

donde nuevamente las excitaciones espindnicas wy, estan incorporadas en el nimero
de ocupacién ny,, con la diferencia que ahora la suma tiene en cuenta las dos clases de
espinones. En la ﬁgura se muestra cémo la entropia calculada con RSBMF (linea sélida
negra) interpola bastante bien entre los valores esperados a temperatura cero y aquellos
predichos por HTE a T' ~ 0.3 J (linea de trazos-puntos naranja); mientras que los altos
valores de la entropia calculada con SBMF (linea de trazos roja) se deben a la inclusién de
excitaciones espurias. Para complementar estos resultados, también mostramos en la figura
la entropia correspondiente a las excitaciones de espin-1 de baja energia con la relacion

de dispersién encontrada con SE a temperatura cero (linea de puntos azul) y aquella
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Fig. 5.3: Dependencia en temperatura de la entropia calculada con
la RSBMF (j5.3) (linea sélida negra); SBMF (j5.4) (linea
de trazos roja); HTE [46] (linea de trazo-punto naranja);
SE [77] (linea de puntos azul) y NLoM [77] (linea de do-
ble punto-trazo verde). La linea roja sélida representa el

resultado de SBMF dividido por 2.785 (ver seccién 5.2.2]).

correspondiente al NLoM [77]. El acuerdo con SE es muy bueno a bajas temperaturas,
aunque la entropia RSBMF esta mejor alineada con la HTE a temperaturas mas altas.
Esta diferencia puede atribuirse al hecho de que la entropia SE fue calculada en todo
el rango de temperatura utilizando la relacién de dispersién a 1" = 0, mientras que en
RSBMF la relacién de dispersién reconstruida es dependiente de la temperatura, como

puede verse en la figura .

Para distinguir entre la contribucién a la entropia de las excitaciones magnonicas de baja
energia y las excitaciones tipo roténicas de alta energia, hemos calculado la entropia para
diferentes rangos de energia, [77] lo cual se muestra en la figura . La linea de trazos
azul representa la contribucién de los modos de baja energia 0 < w < 0.65J, mientras
que la linea de trazos-puntos roja representa los modos de baja energia mas los rotones
0 <w <0.9J, las cotas superiores de estos rangos de energia estan indicados en la fig.
con lineas de trazos. En concordancia con Ref. [T7] se puede observar que el aumento
de la contribucién de los modos roténicos comienza desde T' ~ 0.1 J. Como referencia he-
mos incluido el valor de entropia predicho por el NLoM a 7" = 0.3 J (cruz negra) la cual
concuerda razonablemente con la contribucion de bajas energias de RSBMF. La aparen-
temente contra-intuitiva disminucién de las entropias parciales a mayores temperaturas

se debe a la dependencia con la temperatura de wy. En el caso de la dispersion de SE,
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Fig. 5.4: Dependencia con la temperatura de la entropia RSBMF
calculada con la contribucién de diferentes rangos de
energia. La cruz indica el valor predicho por NLoM a
T=03J.

que es independiente de la temperatura, se espera una contribucién cada vez mayor de
cada intervalo de energia debido al aumento del nimero de ocupacién promedio para ca-
da modo al aumentar 7. En cambio, en nuestro caso la temperatura también produce el
efecto de mover hacia arriba una cantidad importante de modos, dejandolos fuera de los
intervalos de energia correspondientes, reduciendo su contribuciéon a la entropia parcial
para T" > 0.3 J. Por ejemplo, el minimo de la dispersion a T' = 0.4 J es mayor que 0.65 J,
entonces la contribucion de este intervalo de energia a la entropia es cero. Similarmente,
dentro del intervalo de energia 0 — 0.9 .J, la disminucién de la entropia a T" = 0.4 J se
debe al hecho de que la parte rotonica de la dispersiéon cruza la cota superior de dicho

intervalo.

Tomando en cuenta lo mencionado arriba concluimos que, al menos dentro del rango
de temperaturas 0.1 — 0.3 J, la contribucion de los modos roténicos se vuelve relevante
para la entropia total. En particular, estos resultados confirman la idea de que los altos
valores de entropia encontrados con HTE alrededor de T' ~ 0.3 J pueden atribuirse, en el
contexto de la RSBMF, a la contribucion de excitaciones roténicas lo cual se refleja en el
achatamiento de la relacién de dispersion alrededor de las mismas. Este efecto se pierde

en NLoM, donde sélo los modos efectivos de baja energia son tomados en cuenta.
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5.2.2. Caso exacto de dos espines

Una manera alternativa de confirmar si el conteo de los grados de libertad que es-
tamos tomando dentro del RSBMF es correcto, al menos de manera aproximada, puede
verse concentrandose en el problema de dos espines S acoplados con una interaccion de

intercambio AF J.

En este caso, el problema puede resolverse exactamente y en el limite de temperatura

infinita, donde el sistema se vuelve paramagnético, el valor de la entropia es
Sex =2In(25 +1). (5.5)

Por otro lado, para trabajar este problema desde el campo medio de bosones de Schwinger

escribimos el hamiltoniano de Heisenberg de la forma,

H=1J (: B'B: —ATA) +A (Z bf by — 45) (5.6)
i=1,2
con los operadores singletes definidos igual que en el capitulo [2, con : =1 y 7 = 2. Sobre
esta expresion ([5.6)) realizamos un desacople de campo medio en los operadores A y B Y
por simplicidad consideramos parametros reales. Pasando de los operadores de sitio bis A

los operadores bonding as, y antibonding a, »

lA) o asa+aaa
lo — T
2
7 dso _&aa
b2a = >

V2

el hamiltoniano puede luego diagonalizarse mediante una transformaciéon de Bogoliubov,
que introduce los nuevos operadores &, y f,. De esta manera el hamiltoniano diagonali-

zado resulta

7:[MF = Z (Wa&jyd/a + Wﬁ@l@a) + Ey s (57)

g
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donde
JB JA\?
pr— — 2— R
Wa 5 + 4/ A (2)
3 JA\?
OJ5 = 2

E, = wa+w5—225 DA —J(B%* - A%,

y las ecuaciones de autoconsistencia resultan

A = JUEnatng) , 5.8a
fyw - (&) o
B = w (5.8b)
25+1 (14 ny +ng) (5.8¢)
donde
Moy = 59)

et —1
son los nimeros de ocupacién bosénicos usuales.
Como hemos discutido antes, un artificio del campo medio es el de encontrar una fase
paramagnética perfecta a una cierta temperatura finita, donde los parametros de campo
medio se anulan. Trabajando analiticamente las soluciones de se encuentra que la

entropia en esta fase paramagnética perfecta resulta

(5.10)

Comparando este resultado con la ecuacién (5.5) para S = 1/2 se encuentra que Syp =
2.785 Sey. Por lo tanto, el factor 2.785 nos permite relacionar aproximadamente las dis-
crepancias de S entre un caso exacto y otro en el que el conteo de estados no es del todo
correcto, como en SBMF. Notablemente, si se divide la entropia SBMF (linea de trazos
roja) de la figura por el factor 2.785 (linea roja) se recupera la entropia RSBMF
(linea sélida negra) de la figura , al menos dentro del rango de interés de temperatura
0 — 0.3 J. Este acuerdo le da atin mas soporte a nuestro procedimiento de reconstruccion

RSBMEF, realizado en el capitulo []
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5.2.3.

Susceptibilidad uniforme

La susceptibilidad uniforme calculada con RSBMF resulta

S(0)

Xu:—:

T

1
v > (M + 1)
k

donde S(k) es el factor de estructura estatico, mientras que en SBMF resulta

1
Xu = N ;nk(nk +1).

(5.11)

(5.12)

En la figura [p.5la se muestra la susceptibilidad uniforme calculada con RSBMF (linea

a)

Xunit

05—

0.4
0.3}
0.2f

0.1

00l

Fig. 5.5: a) Susceptibilidad uniforme calculada con: RSBMF
(5.11)) (Linea sélida negra); SBMF (linea de trazos
roja); HTE [46] (linea de trazos-puntos naranja) y SBMF
calculado con el esquema de un singlete [70] [118] (linea
de puntos azul). La flecha indica el resultado a T = 0 de
LSWT+1/S [125]. b) Derivada respecto de la temperatura
de la susceptibilidad uniforme versus temperatura.
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sé6lida negra) y con SBMF (linea de trazos roja). En consonancia con los resultados previos

de entropia, la susceptibilidad uniforme es sobrestimada con SBMF. Es decir, la presencia

de excitaciones magnéticas espurias mejora la respuesta del sistema a un campo magnético

uniforme. Por otro lado, los resultados con RSBMF' interpolan bastante bien entre los

valores esperados a temperatura cero (flecha) y los resultados HTE de [46] (linea de

trazos-puntos naranja). En particular, el valor extrapolado a temperatura cero es x, ~

0.072 que debe compararse con y, ~ 0.084, correspondiente al resultado de ondas de
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espin mas correcciones % [122]. A temperaturas muy bajas RSBMF se comporta como
Xu ~ 0.072 4+ 0.6 T" mientras que el comportamiento esperado para un régimen clasico
renormalizado es x, ~ 0.084 + 0.077" [122]. La diferencia de un orden de magnitud en la
pendiente esta relacionado con la diferencia antes mencionada en la longitud de correlacion
(potencia de T" extra en el prefactor), de donde al tender 7" — 0 la longitud de correlacién
verdadera aumenta mds réapido que las soluciones de campo medio [122, [83]). Para T' >
0.15 J la susceptibilidad uniforme difiere de los resultados de HTE en contraste con el
excelente acuerdo obtenido para la entropia. Mientras que la entropia depende del correcto
conteo de estados, a través de la dispersion reconstruida wy, la susceptibilidad uniforme
Xu estd relacionada con la distribucion del peso espectral a lo largo de la ZB que a estas
temperaturas, probablemente, no es tomada en cuenta correctamente por la aproximacion
de campo medio. Sin embargo, puede notarse que a pesar que el pico redondeado de
la HTE es mas amplio que el de RSBMF ambos estan situados aproximadamente a la
misma temperatura, 7' ~ 0.35 J [46]. Esto puede verse en la figura[5.5b, donde se grafica
la derivada respecto de la temperatura de x, versus temperatura. Por completitud, en
la figura [5.5la también mostramos la predicciéon con SBMF en el esquema de sélo un
operador singlete (linea de puntos azul), realizado previamente en [70], [118] (ver seccién
4.2.5). En este caso la interpolacion no es buena porque este esquema de calculo no
reproduce correctamente el espectro de bajas energias del THM, como hemos visto en la

seccion del capitulo anterior.

Finalmente, podemos calcular el calor especifico C,, el cual es una cantidad que resulta
interesante estudiar porque existen en la literatura resultados confiables especialmente

extrapolados a muy bajas temperaturas desde los resultados de HTE [126].

El calor especifico se puede obtener de la entropia mediante

105

Co= G397 (5.13)

que en el caso de un gas de bosones libres resulta, para RSBMF,

Cy = (Bwi)” (T + 1) , (5.14)
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Tab. 5.1: Valores del coeficiente a del comportamiento cuadratico
del calor especifico C,, ~ a(T/J)? calculados con RSBMF
y SBMF , junto con los valores obtenidos de
extrapolar el resultado de HTE a muy bajas temperaturas
[126] y de insertar las velocidad de onda de espin en el
esquema de Debye.

a
HTE 5.3(2)
SWT 3.4
SBMF 7.3
RSBMF 5.2
y utilizando SBMF resulta
Cy = Z(ﬂwkU)Z Tio (Me + 1) . (5.15)

ko

A temperaturas bajas esta cantidad se comporta cuadraticamente como C, ~ a(T/J)2.
Hemos encontrado que este comportamiento cuadratico se mantiene hasta la temperatura
T ~ 0.03 J para SBMF y T' ~ 0.06 J para RSBMF, donde la constante de proporcionali-
dad a se muestra para ambos caso en la tabla [5.1] junto con el resultado obtenido por el
método de extrapolacién desde HTE ya nombrado y el obtenido de introducir los valores
de velocidad de onda de espin en la construcciéon de Debye (SWT), donde resulta notable
el buen acuerdo que existe entre nuestra teoria de campo medio reconstruida RSBMF y

el valor confiable extrapolado desde HTE.

5.3. Conclusiones

Hemos investigado las propiedades a bajas temperaturas del modelo de Heisenberg
en la red triangular desde una perspectiva de espinones bosonicos basada en la teoria de
campo medio de bosones de Schwinger “reconstruida” (RSBMFT) que hemos desarrollado
en el capitulo 4 Una comparacién con los resultados confiables a T' = 0 y alta tempera-
tura (7" 2 0.3J) revelan que RSBMFT proporciona una muy buena interpolacién para
muchas de las propiedades termodinamicas como la entropia, la susceptibilidad uniforme
y el calor especifico sobre el rango de temperatura 0 < 7' < 0.3 J, el cual es de muy dificil

acceso mediante otros métodos.
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Uno de nuestros principales resultados fisicos es con-
firmar la idea de que los altos valores de entropia
encontrados con HTE se deben a la contribucién de
las excitaciones rotonicas [77] que, en el contexto de
nuestra teoria, se pueden identificar con fluctuacio-
nes AF colineales de corto alcance por encima del

orden de Néel 120° subyacente (ver capitulo 4)).

La simplicidad del RSBMF junto con la consisten-
te descripcién de varias caracteristicas de la THM,
tales como propiedades estaticas del estado funda-
mental, espectro de energia y propiedades termo-

dinamicas a bajas temperaturas, da un fuerte apoyo

08 T T I I
06 .
o4 RSBMF .
021 Rotones ]
- —-*NLoM
oo -1 N N N 1 N N N 1 N N
0.0 0.2 0.4 0.6 0.8
TJ

a la perspectiva de espinones bosoénicos para interpretar la fisica del modelo de Heisenberg

en la red triangular. Por supuesto, la presente aproximacién debe ser refinada median-

te el uso de técnicas diagramaticas de muchos cuerpos [82] o mediante la realizacién de

correcciones 1/N [66].
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6.1. Introducciéon

Durante muchos anos, incentivada por la propuesta de Anderson del estado RVB [27]
y el posterior descubrimiento de los cupratos superconductores, la pregunta sobre si el
estado fundamental del THM estaba ordenado, o no, convirtieron a este modelo en uno
de los mas ampliamente estudiados en el drea de sistemas fuertemente correlacionados, y
sobre el mismo se volco un gran esfuerzo tedrico y numérico en pos de dilucidar su estado

fundamental y excitaciones elementales.

En los ultimos anos se han podido sintetizar distintos compuestos que han sido investi-
gados intensamente como realizaciones experimentales del THM. La mayoria de los ma-
teriales estudiados, tales como los inorganicos C'soCuCly [37] y CsoCuBry, [127] o la sal
organica k — (BEDT — TTF)sCuy(CN)s3, [128] poseen una red triangular distorsionada
y, por lo tanto, interacciones de intercambio espacialmente anisotrépicad] Originalmen-
te se pensaba que en el compuesto BasCuSbyOg los iones Cu?t conformaban una red
triangular de espin—%, y en donde experimentalmente no se encuentran indicios de orden
magnético hasta temperaturas de 0.2K [129]. Sin embargo, una caracterizacién mas de-
tallada sobre monocristales mostro que el material es mejor descripto por una estructura

donde los iones Cu*" magnéticos se ordenan en una red panal de abeja [130)].

Por otro lado, recientes estudios experimentales sobre el compuesto BazC'oSbyOg han re-
sultado prometedores [48]. En este material los iones de Co®* tienen espin efectivo S = 1
(doblete de Kramer) los cuales se organizan en redes triangulares altamente simétricas.
Experimentos de dispersién de neutrones encuentran que este sistema se ordena en una
estructura magnética de Néel de 120° debajo de los 3.8 K, debido a una pequena interac-
cién entre capas [I31]. Las mediciones de magnetizacién en funcién de la temperatura y
campo magnético son cuantitativamente consistentes con el THM isotrépico [48]. La sus-
ceptibilidad dindmica medida, [48] ademés, resulta consistente con HTE [46] (ver capitulo
anterior). De esta manera, BazC0SbyOg resulta hoy el principal candidato a ser la rea-
lizacion experimental de una red triangular de espines S = % Mediciones de resonancia
de espin electrénico (ESR), junto a los resultados de magnetizacién, indican que el mismo
pareceria corresponder a un THM con una leve anisotropia magnética tipo X X Z de plano
facil [132],[133]. Pero lo mas interesante en este compuesto resultan ser los experimentos

de dispersion inelastica de neutrones, donde debajo de la temperatura de ordenamien-

I Los compuestos inorgénicos ademds poseen una considerable interaccién del tipo Dzyaloshinsky-
Moriya.
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to (1.5 K) se ha encontrado en el espectro un extenso continuo de excitaciones de alta
energia por encima de las excitaciones de ondas de espin [49] y con un peso espectral mu-
cho mayor que estas ultimas. Si bien estos datos no son concluyentes, sugieren la posible
fraccionalizacion de las excitaciones de ondas de espin, implicando que el sistema podria
estar proximo a una fase tipo liquido de espines. Al ser una red 2D ideal, podria ser una

evidencia experimental de la existencia de espinones en sistemas 2D.

Dados los buenos resultados que hemos obtenido en el THM de espl'n—% con la teoria de
campo medio de bosones de Schwinger reconstruida (RSBMF) es que en este capitulo
investigaremos el modelo X X Z con este método, el cual tiene en cuenta naturalmente
tanto el orden magnético como las excitaciones espinénicas fraccionarias. Para tal caso

incorporamos dos nuevos operadores de link C;; y D;j, gracias a los cuales hemos podido

IR
expresar el hamiltoniano en término de operadores que respetan la simetria O(2) X Zy

del mismo. Finalmente hemos contrastado —cuando era posible— nuestros resultados con

la teoria de ondas de espin (SWT) desarrollada previamente por otros autores [114].

6.2. Esquema de cuatro operadores de link

Retomando lo visto en la seccién del capitulo [2 la parte zz de la interaccién

espin-espin S;-S; puede expresarse segun ([2.84) como

A A 1 A1 A PO PN AL oA
§757 = = (-BT By — AL A, +:CLC; —D.,Dij) , (6.1)

:B;Bij: i
donde aparecen dos nuevos operadores de link
Cy= 15, 0h0bl, = (bably — b))

ij 2 Lug Y Y0V jo 2 it (ARG N

Dy= 3% bk =3 (bubyy +biy)

que son invariantes ante rotaciones alrededor del eje z y ante inversiones de la componente

z de los espines. De esta manera el hamiltoniano (2.82)) del modelo de Heisenberg X X 7,

= S (808 -A 8 5). (6.2)
]
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en término de los operadores de link, resulta
- 1 A AL PUT JANIZRPNN A
2

Consecuentemente, el hamiltoniano F{xxz queda expresado en funcion de términos cuadrati-
cos de operadores bilineales, donde cada uno de estos operadores respetan las simetrias
originales de 2 De manera andloga a los pasos dados en la seccién del capitulo
con el hamiltoniano isotrépico, podemos realizar un desacople de campo medio en los
operadores fl, B , C y 15, e incorporar ademas la restriccion local del niimero de bosones

de Schwinger a través de un multiplicador de Lagrange A, resultando en la expresion

A A A G
e - Z{ (123 )7t 50k 0] (b )
k

A A T s o
_ {(1 - 5) - 5712} (bLTbi o+ Db ¢) } —2SAN — EX% | (6.4)

que respeta la simetria O(2) X Z5 del hamiltoniano original, y donde la energia en campo

medio viene dada por

BN =y Y| (1= 5) (B2 - ) - 5 (G2 13) |, (65)
5
y donde
N = % Z Js Cssin (k - Ry) (6.6)
5
’Yf = % Z J5 Dg COS (k . R(g) . (67)
5

Aqui hemos ademas elegido el ansatz C;; = iCs imaginario puro e impar, y B;; = Bs real
y par en Rg, que se condicen con las expresiones semiclasicas resultantes de asumir una

magnetizacion en el plano x — v,

Ci; = 1msin[2®R,-R)]

D;; = mcos[2®;~R)|, (6.8)

2

las cuales se complementan con las ecuaciones (2.48)) para A;; y B;; del capitulo .
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Una transformacion de Bogoliubov similar a la utilizada en el capitulo [2| para el caso

isotrépico (ver apéndice nos permite diagonalizar este hamiltoniano de campo medio,
o =3 we (dLTdkT +aly a ¢) 4 EE (6.9)
Kk
donde la energia del estado fundamental es
EX = E5 = Zwk —(2S+ )N - ESZZ, (6.10)
Kk
y la relacién de dispersion espindnica

= [(-2) -t - [ D)2 e

Es importante notar que como 7 y 7y son pares en k, y 75 v 7% son impares en k,

entonces ambos términos entre corchetes, y consecuentemente wy, no poseen propiedad
de paridad alguna respecto de k. Finalmente, los coeficientes de la transformacién de

Bogoliubov siguen siendo reales y toman la forma

(
_A\B_A.C
w = (e

_A\NB_A.C
ve = signo{(1—3)% -2} \/%((1 2)7‘;1(”“&1)

(6.12)

\

6.2.1. Ecuaciones de autoconsistencia

En este esquema los parametros de campo medio son las cantidades As, Bs, Cs, Ds y

A. A temperatura 7' = 0, minimizando la energia EXX” respecto de estos parametros, se
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obtienen las ecuaciones de autoconsistencia (para redes finitas)

1 1= 9) % - 9%
As = N ( 2)w: 2% §in(k-Ry),
1 1—2) — 298+ A
Bs = N ( 2)%; 2 Tk cos (k- Ry) ,
k
1 1—2)8 — 280 4 )\
C; = TN (1-3) l;k 2 K sin (k- Ry) ,
1 1_é A __ A_.D
Ds = N ( 2):1( 2 Tk cos (k- Rs) ,
k
R R (e R S )
2 2N Wk .

(6.13a)

(6.13b)

(6.13c)

(6.13d)

(6.13e)

6.2.2. Expresiones para los factores de estructura estatico y dinamico

Recordando que la funcién wy ya no es mas par en k, podemos calcular el factor de

estructura estatico de manera andloga a lo realizado en la seccién del capitulo 2l La

expresion final resulta

S(k)

2.

q

A

2

WE-248

] (C) L D L o (L)t S

4 wq Wk g

{ (-

(=8 )08 - 478 ][ 3)o8: 0= 3, (- $ - $o8[(1- =081

+ 4 wq w
q Yk+q
L 1022 (129 )0 g = 9 kg A (129 )08 =598 ] (19 )7 a =97 ek
4 wq W_kiq
+ [(1*%)7‘}137%7€+)‘] [(17%>7£—q7%’71?—q+)‘]+[(17%)’Y‘?7%75] [(17%)71?—117%71?—11] }
4 wq wk—q
; £ 1 Nocad (611

Esta expresiéon es un poco extensa pero totalmente andloga a la ecuacién (2.38)) de la

seccion del capitulo 2, donde se debe realizar el cambio

A A
T+ — (1—5)75—57154—)\
A A
W oo (1-3)t- 5

y notar que ahora hay cuatro términos debido a la no paridad de wy y las expresiones

entre corchetes.
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En cuanto al factor de estructura dindmico de espin es importante notar que, debido a
las simetrias del hamiltoniano, las componentes yy y xx seran iguales, mas no la zz. Es
decir, S**(k,w) = S (k,w) # S**(k,w).

Calculando las funciones de Green retardadas de los operadores de espin, de igual manera

a lo hecho en la seccién del capitulo 2] resulta (7' = 0)

1

57 (k,w) = AN Z (UqUi+q — uk+qvq>2 Olw — (wq + Wicrq)] (6.15a)
q

1 1
S (k,w) = S"(k,w) = AN Z {5 (uqV-k-q + u*k*qvq)2 Olw — (wg + w-k-q)] +
q

1
b g Caneq + cqra Ol — (g twcall} . (0150)

6.3. Resultados

6.3.1. Factor de estructura estatico y magnetizacion

Hemos aqui resuelto las ecuaciones de autoconsistencia para redes grandes (N =
30000), encontrando soluciones de campo medio en todo el rango de 0.0 < A < 1.0, siendo
A = 0.0 el caso del modelo isotrépico y A = 1.0 el caso totalmente anisotrépico XY.
En la figura [6.1la se muestra el factor de estructura estdtico para distintos valores de
anisotropia, donde puede observarse que el orden magnético de Néel de 120°, indicado
por el pico en el vector de onda magnético (%m \/l?—)ﬂ'), se robustece con el aumento de A,

tornandose los picos de Bragg més definidos e intensos.

Al calcular wy mediante la ecuaciéon la principal diferencia que hemos encontrado
con el caso isotrépico es que, para un valor finito de A, se abre un gap en uno de los dos
minimos +k.,;;, antes encontrados. De esta manera la relacién de dispersion espindnica
wi s6lo tiene un tnico minimo en Ky, = % con Q el vector de onda del orden magnético
el cual, andlogamente a lo descripto en la seccion del capitulo [2, se hace cero en el
limite termodindmico (N — 00), w q — 0. Consecuentemente, en el limite termodindmico
se desarrolla un condensado de bosones de Schwinger en k = %, el cual esta relacionado
con la ruptura de la simetria O(2) del hamiltoniano y corresponde a la magnetizacién

del orden magnéticoﬂ Para el caso de redes finitas hemos visto que puede relacionarse

2 Esto ocurre de igual manera que en el caso isotrépico, visto en la seccién del capitulo 2, en
donde los dos tipos de condensados, k = % v k= —%, estan relacionados con la ruptura de la simetria
SU(2).
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Fig. 6.1: a) Factor de estructura estatico S(k) calculado en la tra-
yectoria O — C' — P para distintos valores de anisotropfia.
Puede observarse como el pico de Bragg en el vector de
onda k = C del orden magnético de Néel 120° se robus-
tece a medida que crece la anisotropia. b) Magnetizacién
local en funcién de la anisotropia A calculada con SBMFT
y LSWT.

este condensado con la magnetizaciéon mediante el tratamiento por separado de los mo-

dos singulares en las ecuaciones autoconsistentes (ver ecuacién ([2.50)) en seccién [2.2.7]

del capitulo . Similarmente, separando ahora el modo singular k = % en la ecuacion

autoconsistente (|6.13¢€]), obtenemos la siguiente expresion para la magnetizacion local,

1 (1-9)78 =578 +A 1

Nfs)

La figura b muestra con linea roja los valores obtenidos para esta expresién , en
funcion de la anisotropia A, los cuales resultan muy parecidos a los valores encontrados
con teoria de ondas de espin lineal (LSWT), que se muestra también en la figura con
linea de trazos azul. Como es de esperar, los efectos de las fluctuaciones cuanticas son
mas fuertes en el caso isotrépico, donde encontramos una magnetizacién mas reducida en

comparacion con los casos anisotrépicos.

6.3.2. Factor de estructura dinamico zz

Podemos realizar sobre la expresion (6.15a) de S**(k,w) un andlisis similar al de la
secciéon del capitulo [4, donde las contribuciones singulares de bajas energfas estdn
compuestas por alguno o ambos espinones creados en el condensado y el continuo de altas

energias esta compuesto por la creacién de ambos espinones en el fluido normal. En la
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Fig. 6.2: a) Factor de estructura dindmico S**(k,w) calculado en la
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trayectoria ABOCPQBE con RSBMFT, para anisotropia
A = 0.10. Puede observarse como se abre un gap en +Q,
mientras que se mantiene el modo en k = 0. b) Relaciones

de dispersion espinénicas desplazadas, w QYW
2
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figura a se muestra S**(k,w) para el caso de anisotropia A = 0.10 a lo largo de la

trayectoria ABOC' PQBE utilizada en el capitulo[d] El comportamiento de las excitaciones

espurias es aqui similar al caso isotrépico: analizando el factor de estructura dindmico

densidad-densidad N (k,w) puede identificarse sus senales singulares mas intensas con las

senales singulares menos intensas de S**(k, w). De esta manera asumimos que las iltimas

se deben a efectos no fisicos de la fluctuacion en la densidad bosénica y, de manera

equivalente a lo descripto en la seccién del capitulo [4, definimos el campo medio de

bosones de Schwinger “reconstruido” (RSBMFT), con el cual hemos calculado el S%*(k,w)

de la figura[6.2]a. La relaciéon de dispersion reconstruida wy de las excitaciones de espin-1
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Fig. 6.3: a) Relacién de dispersién fisica reconstruida wy para dis-

tintos valores de anisotropia A. b) Relaciones de dis-
persién para A = 1 calculadas con RSBMFT, LSWT y

LSWT+1/S [L14].

de baja energia en RSBMF'T se construye ahora a partir de las relaciones de dispersion
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espindnicas desplazadas w, @ y w_, ., q, las cuales se muestran en la figura b para el
2 2

valor A = 0.10.

La apertura de un gap en uno de los minimos de la relaciéon de dispersién espindnica wy
se traduce en la apertura de un gap en +Q en la dispersiéon reconstruida wy. Esto puede
verse claramente para el punto C' = Q en la figura [6.3}a, donde se grafica la relacién
de dispersién reconstruida wy para diferentes valores de anisotropia, en la trayectoria
OCBO. Al contrario del caso isotrépico, donde existen 3 modos de Goldstone k = 0, +Q
relacionados con la ruptura de la simetria continua SU(2), en el caso anisotrépico el inico
modo de Goldstone que se conserva es k = 0 el cual esta relacionado con la ruptura de
la simetria continua O(2) e indica la presencia de un orden magnético en el plano = — y.
Este modo de Goldstone uniforme corresponde a rotaciones globales infinitesimales de los
espines en el plano que contiene el orden magnético, mientras que los modos £Q del caso
isotrépico corresponden a rotaciones de los espines en planos perpendiculares al plano que
contiene el orden, es decir, rotaciones del plano de magnetizacion. Consecuentemente, el
hecho de que el gap en £Q aumente con A se interpreta como la energia necesaria para

rotar rigidamente el orden magnético fuera del plano x — y.

En la figura[6.3]b se muestra la relacién de dispersién reconstruida para el caso totalmente
anisotropico XY (A = 1), junto con las calculadas mediante LSWT y con LSWT més
correcciones 1/S (LSWT+1/S) tomada de Ref. [114]. Las correcciones 1/S reducen el
ancho de banda de la relacion de dispersién en un 50 % respecto de LSWT, reduccién que
RSBMFT captura razonablemente, si bien no reproduce de LSWT+1/S el minimo tipo
roton en el punto B y la velocidad de ondas de espin en k = 0. Es importante destacar
que el modelo XY es un limite extremo del modelo X X Z y, basandonos en los buenos
resultados obtenidos con RSBMFET en el caso isotrépico (capitulo , estimamos que para
valores intermedios de anisotropias este campo medio reconstruido reproducira bien los re-
sultados calculados con LSWT+1/S. Lamentablemente no existen actualmente resultados

de LSWT+1/S disponibles para valores intermedios de anisotropia.

6.3.3. Transferencia de peso espectral

Como se ha mencionado en la introduccion del capitulo, recientes experimentos de
ispersién ineldsti neutron r mpu a3C'0Sbsy muestran
dispersio elastica de neutrones (INS) sobre el co esto BazCoSbyOy estran la
presencia de un extenso continuo con alto peso espectral a altas energias, el cual podria

atribuirse a la presencia de excitaciones fraccionarias espinoénicas. La figura ha si-
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do tomada de Ref. [49] y muestra los resultados obtenidos con INS a una temperatura

T = 1.5 K sobre Ba3zCo0SbyOg, donde puede observarse el extenso continuo que existe

1.0
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2
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2 08
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Fig. 6.4: Patrén de intensidades de los resultados de dispersion
inelastica de neutrones sobre el material BazCoSbsOy.
Gréfica tomada de Ref. [49].

a altas energias, el cual sorprendentemente posee un peso espectral mayor que el de las
excitaciones de bajas energias. Si bien estos autores, en base a sus resultados, estimaban
que el modelo que mejor representa al BazCoSbyOg es un Heisenberg X X7 con aniso-
tropia tipo eje fdcil (equivalente a A < 0) luego se confirmé que el modelo que mejor
describe el material es el XXZ plano fdcil, [132] [133] estimandose que las muestras en
Ref. [49] podrian estar mal alineadas [I33][134] (version 1)]. Por lo tanto, estos resultados
deben tomarse como preliminares y la comparacién de RSBMFT con los mismos resulta

de caracter cualitativo.

100 100

0.01 0.01

A B [¢] C P Q B E

Fig. 6.5: Factor de estructura dindmico S#*(k,w) calculado en la
trayectoria ABOCPQBE con RSBMFT, para valores de
anisotropia a) A =0y b) A =0.1.
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En la figura se muestra nuevamente, con el fin de compararlos, S**(k,w) para el caso
isotropico A = 0 y levemente anisotrépico A = 0.1. Aqui puede verse que la incorpora-
cién de anisotropia en este modelo no transfiere peso espectral hacia altas energias. En
cambio, hemos encontrado que la incorporacion de interacciones a segundos vecinos Js, si
bien reduce el ancho de banda de dispersién, también produce una transferencia de peso

espectral hacia energias por encima de las excitaciones magnoénicas, tal como puede verse

en la figura [6.6] para anisotropia A = 0.1 con distintos valores de J, (en unidades de J;).

100
2
a) J = 0.00

10
15
3 1
0.5 01
0 0.01
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100
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Fig. 6.6: Factor de estructura dindmico S**(k,w) calculado en la
trayectoria ABOCPQBE con RSBMFT, para anisotropia
A = 0.10 e interaccién a segundos vecinos a) Jo = 0.00,
b) J» =0.05, c) J, =0.10y d) Jo = 0.15.

6.3.4. Factor de estructura dinamico total

Finalmente, es importante notar que, si bien los modos +Q se encuentran gapeados en
S#(k,w), hemos mostrado en la figura .a que el factor de estructura estatico posee un
pico de Bragg en estos mismos vectores de onda, lo cual indica que se produce dispersion
elastica de neutrones con k = +£Q . Desde luego, estos modos cero son recuperados en el

factor de estructura dindmico total S*%(k, w) a través de las componentes S*(k,w) y



128

SY (k,w) del mismﬂ En la ﬁguraa puede verse, para A = 0.1, el factor de estructura
dindmico S**(k,w), mientras que en la figura .b puede verse el factor de estructura

dindmico total S*%(k, w). Este dltimo es la cantidad que se mide en los experimentos de

100
a)
10
1.5
8 1
0.5 o1
1 v\
0 ! I 001
A B [e] C P Q B E

Fig. 6.7: a) Factor de estructura dindmico S*(k,w) y b) Factor
de estructura dindmico total S*°%!(k,w), calculados en la
trayectoria ABOCPQBE con RSBMFT, para anisotropia
A =0.10.

(S}

0.01

dispersion inelastica de neutrones no polarizados. En la figura se muestra S*°tl(k, w)

para los casos con Jo = 0.05y J, = 0.15 (A = 0.1), donde puede verse de manera mas

Fig. 6.8: Factor de estructura dindmico total S*%!(k, w), para A =
marcada la transferencia de peso espectral hacia altas energias que provoca el incorporar

0.10, con interacciones a segundos vecinos a) Jo = 0.05 y
b) Jo = 0.15.

interacciones a segundos vecinos.

3 Es importante aclarar que estos modos cero que aparecen en S*®(k,w) y S¥Y(k,w) en +=Q no son
modos de Goldstone, ya que representan excitaciones longitudinales en el plano x —y y no estan asociados
a la ruptura de laguna simetria continua.
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6.3.5. Ligadura de espinones

De manera similar a lo mostrado en la seccién del capitulo [4] en la figura [6.9.b
puede verse el valor de la interaccion de primer orden perturbativo vy, entre los dos es-
pinones que conforman la dispersién fisica reconstruida wy, a lo largo de la trayectoria
OCBO y para los valores de anisotropia A = 0y 0.1. La figura[6.9/a muestra el factor de
estructura dindmico S**(k,w) calculado con RSBMFT para A = 0.10. Puede observarse

100 T T
0.0 Ry P R T T ; ................. g ....................... -
10 | : - ]
. E-04r 1
> L : : ]

o1 08
' : { [Fa<000 1
M : 1 |—.A=0.10 1

001 4.2 . .

"o c B o O C B (0]

Fig. 6.9: a) Factor de estructura dindmico S**(k,w) sobre la tra-
yectoria OC' BO. b) Interaccion vy, entre los dos espinones
que conforman la excitacién magnénica wWy.

aqui que en las vecindades de k = 0 el caso X X7 liga mas los espinones que el caso
isotropico, lo cual es fisicamente esperable ya que hemos visto que el incremento de aniso-
tropia A robustece el orden magnético de Néel 120° sobre el plano x — y. Sin embargo lo
mas interesante es que al prender la anisotropia los espinones resultan menos ligados en
los tramos donde el continuo a altas energias resulta mas intenso, como por ejemplo en

el punto medio del tramo O — C'y en las cercanias del punto B. Para ver que el continuo

3 ———— — — — 3.0
a) b)
25F E 25F b
20F e 20F b
2 2
X 15F 1 =15F E
N N
» »
1.0F e 1.0F b
0.5 F e 05F e
0.0 . - L 0.0 ! !
0.0 0.5 1.0 15 2.0 0.0 0.5 1.0 15 2.0
® ®

Fig. 6.10: Factor de estructura dindmico S**(k,w) para los vectores
de onda ubicados a) en el punto medio del tramo O — C
y b) un punto cercano a B en el tramo C' — B.

es intenso en esos puntos hemos graficado en las figuras dos cortes de la figura[6.9]a,
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uno en el punto intermedio del tramo O — C' (a) y otro en un punto cercano a B dentro

del tramo C' — B (b).

Este analisis nos permite conjeturar que existe una correlacién entre la transferencia de
peso espectral hacia altas energias y la eventual ligadura de espinones una vez que se vaya

mas alla de la aproximacién de campo medio.

6.4. Conclusiones

Hemos investigado el modelo de Heisenberg triangular anisotropico X X Z desde una
formulacién de espinones bosénicos, extendiendo la teoria de campo medio de bosones de
Schwinger “reconstruida” (RSBMFT) que hemos desarrollado en el capitulo 4] para el caso
isotropico. Para realizar esta tarea hemos propuesto un esquema de cuatro operadores,
Aij, Bij, CA‘Z-]- y ﬁij, que permiten mantener la simetrias del hamiltoniano original luego
de realizar el desacople de campo medio.

Hemos encontrado que para toda anisotropia se establece un orden de Néel de 120° sobre
el plano x —y, y los valores de magnetizacion obtenidos resultan muy similares a la teoria
convencional de ondas de espin (figura . Hemos encontrado también que la dispersion
reconstruida para el caso XY coincide razonablemente con el resultado de LSWT+1/S
[114]. Serfa interesante poder comparar nuestros resultados para valores intermedios de
anisotropia con resultados de LSWT+1/S, pero estos ltimos no se encuentran actual-
mente disponibles en la literatura.

También hemos calculado el S%*(k,w) para distintos valores de anisotropia A encontrando,
como es de esperar, la apertura de un gap en los modos £Q, el cual se interpreta como
la energia necesaria para rotar rigidamente el orden magnético fuera del plano x — y.
Principalmente hemos encontrado que la incorporacién de interacciones a segundos vecinos
provoca una transferencia de peso espectral desde las excitaciones singulares de bajas
energias hacia el continuo de dos espinones de mayores energias. Ademas, hemos podido
estimar de nuestros resultados que existe una correlacién entre los sectores de la ZB
donde S#*(k,w) posee un continuo con mayor peso espectral y una eventual reduccién en

la ligadura de los espinones que conforman las seniales magnénicas.

Si bien todos estos calculos por separado son preliminares, creemos que RSBMFT
resulta una herramienta 1til a la hora de analizar cualitativamente espectros de excita-

ciones a fin de estimar si ocurre, o no, fraccionalizaciéon de las excitaciones magnénicas.



131

El camino correcto seria el de contrastar estos resultados, junto al espectro calculado con
una teoria de magnones interactuantes, con los resultados experimentales de dispersion

ineldstica de neutrones, como el recientemente medido en el compuesto BazC'0SbyOq [49)].



7. CONCLUSIONES GENERALES Y
PERSPECTIVAS

A lo largo de esta tesis hemos investigado distintos modelos de antiferromagnetos (AF)
bidimensionales frustrados utilizando la teoria de campo medio de bosones de Schwinger.
Esta teoria provee una formulacién invariante SU(2) lo que permite satisfacer tanto el
teorema de Lieb-Mattis como el teorema de Mermin-Wagner, mientras que también pue-
de tratar fases ordenadas a través de una condensacién de bosones. Otra caracteristica
importante es que los elementos constituyentes de esta teoria son espinones bosénicos de
espin—% lo cual permite investigar posibles escenarios de fraccionalizacion de las excitacio-
nes de espin, algo que se cree que puede llegar a ocurrir en AF 2D frustrados. Ademas,
puede ser formulada en el contexto de una teoria large-N', permitiendo entonces realizar

calculos de correcciones 1/N sobre las soluciones de campo medio.

En particular hemos utilizado para el desacople de campo medio un esquema de dos
operadores de link Aij y Bij con estructura singlete. La ventaja de este esquema es que
tiene en cuenta la competencia natural entre correlaciones ferro- y antiferromagnéticas que
existe en los sistemas magnéticos frustrados. Ademas, Flint y Coleman [42] han justificado
la eleccion del mismo al demostrar que este esquema es el inico que mantiene las simetrias

de rotacién e inversién temporal del espin en el limite large-N.

Desde el punto de vista técnico la limitacion mas importante de esta teoria resulta ser
la relajacion de la condicion local del nimero de bosones de Schwinger por sitio, lo cual
amplia el espacio de Hilbert incorporando estados no fisicos. Al respecto, hemos sido ca-
paces de distinguir entre las excitaciones fisicas y aquellas espurias que provienen de la
relajacién mencionada, formulando asi un campo medio de bosones de Schwinger “re-
construido” (RSBMF). De esta manera hemos logrado reproducir en el AF triangular el
espectro de excitaciones de espin-1 predicho por el método exacto de expansiones en serie

[45], [77]. Esto nos permitié ademds calcular valores muy confiables para la entropia, sus-

ceptibilidad uniforme y calor especifico. En particular encontramos que los altos valores
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de entropia a T ~ 0.3 J respecto de las predicciones de NLoM se deben a la contribuciéon
de las excitaciones roténicas, pudiéndose identificar estas ultimas con fluctuaciones AF

colineales.

Extendiendo este esquema al modelo anisotréopico X X Z hemos encontrado una transfe-
rencia de peso espectral hacia altas energias al incorporar interacciones a segundos vecinos.
Este resultado preliminar puede resultar 1til en la interpretacion de los experimentos de
dispersién inelastica de neutrones realizados sobre el compuesto BazC0SbyOg [49]. Cree-
mos que una comparacion con una teoria de magnones interactuantes resultaria muy util
para discernir qué tipo de excitaciones elementales (espindnicas o magnénicas) entran en

juego en el modelo X X Z.

También hemos investigado el diagrama de fases cuantico a 7' = 0 y a temperatura finita
del modelo J; — J3 sobre la red cuadrada. El resultado mas relevante encontrado ha sido
la ruptura de una simetria discreta a temperaturas similares a las predichas con Monte
Carlo clasico, [44] asi como también la aparicién para J3/J; > 1 de una nueva fase de

cuatro subredes de Néel desacopladas.

Si bien con RSBMF removemos “a mano” las excitaciones no fisicas de mayor peso espec-
tral, éstas no abarcan el total de las excitaciones espurias del espectro, por lo que lejos se
estd de haber satisfecho la condicién local de niimero de bosones. Ademsds, el problema
de la relajacion de la condicion sigue presente en el cédlculo del estado fundamental. Es
asi que lograr la implementacion exacta de la restriccion local del niimero de bosones sigue
siendo necesaria para poder mejorar los resultados obtenidos con campo medio. Desde el
lado numérico la implementacion exacta resulta limitada, como lo muestran los calculos
realizados mediante Monte Carlo variacional donde el tamano de red maximo alcanzado
es 6 x 6. Desde el lado tedrico se han calculado correcciones gaussianas sobre el campo
medio previamente en nuestro grupo, [66] encontrando una mejora en los valores de varias
propiedades estaticas respecto a resultados exactos. Por lo tanto, resulta una perspectiva
interesante poder realizar célculos de este tltimo tipo sobre las cantidades dinamicas y

termodinamicas que hemos calculado a lo largo de la tesis.

Si bien no hemos presentado los resultados en esta tesis, hemos investigado también
la red triangular espacialmente anisotrdpica que describe al compuesto CsoCuCly, [38]
no encontrando indicios del fenémeno de “reduccién dimensional”. Recientemente se ha
propuesto para este compuesto bidimensional que el efecto de la frustraciéon puede reducir

efectivamente la dimensién a 1D [135]. Por lo tanto resultaria muy interesante contar
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con resultados de la implementaciéon de DMRG para este modelo, ya que se sabe que esta
técnica provee resultados muy confiables de propiedades estéaticas y dinamicas en sistemas

cuasi-unidimensionales [1306].

Finalmente, otra linea de trabajo futuro resulta la implementacion de la teoria de campo
medio de bosones de Schwinger con valores complejos de los parametros de campo medio
As v Bs, lo cual puede relacionarse a la existencia de estados magnéticos no coplanares
o liquidos de espines quirales. Combinando la simetria de gauge junto con las simetrias
microscépicas del hamiltoniano, es también posible realizar una clasificacion de distintas
soluciones no triviales que no rompen ninguna simetria original del hamiltoniano. Un es-
tudio detallado de estas soluciones dentro del contexto de Grupo de Simetrias Proyectivas

(PSG) puede verse en Ref. [137), 99].



Apéndice A

DIAGONALIZACION PARAUNITARIA DEL
HAMILTONIANO BOSONICO

En este apéndice mostramos los detalles de la diagonalizaciéon de los hamiltonianos
de Heisenberg isotropico y X XZ luego de efectuar la aproximacion de campo medio.
Un estudio mas general sobre la diagonalizaciéon de hamiltonianos bosénicos cuadraticos

puede encontrarse en Ref. [13§].

Expresados en los bosones de Schwinger, luego de realizada la aproximacion de campo
medio sobre los operadores de link, ambos hamiltonianos pueden escribirse de la siguiente

forma:

=3 [rﬁm (bl + D) =T (Bbla, + g ) } _9SAN — By
k
(A1)

donde I'J“* y I'p” son, para el hamiltoniano de Heisenberg isotrépico,

DE = A+

AD . A
Pk = Tk

mientras que para el hamiltoniano anisotrépico X X Z,

A
= (-2

2
A A
N = (1——)%‘2‘—5%’3,
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con
1 .
W = 52 Js Assin (k- Ry)
5
1
e = 5; Js Bs cos (k - Ry)
1 .
’ylf = 52 J(;C'(;sm(k~R5)
5
1
T = 52 Js Dscos (k- Ry)
5
y
A5 - <14sz> ) Bé - <sz>
05 — < ZJ) ’ D5 - <Dlj>

Cualquier hamiltoniano que es cuadrético en operadores bosénicos puede expresarse en

forma matricial. En nuestro caso resulta
Hue = » bl - A b — Eye — (25 + 1)AN, (A.2)
k

donde by es el vector columna cuyas componentes son los operadores bosénicos y Ay es

la llamada matriz dindmica del hamiltoniano,

I; ['BCx _TaAp
bk _ k1t ’ Ak _ k k

by, —TgP Tpe

La matriz dinamica en el caso particular nuestro es real, pero de manera general es
hermitica, en cuyo caso —I't” es una cantidad compleja y en la posicién de abajo a la

izquierda resulta el elemento conjugado —(I'it")*.

Lo que debemos hacer entonces es encontrar una tranformacion i,

bk:L{-ak,
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que convierta los bosones b en unos nuevos bosones

tal que el hamiltoniano sea diagonal en este nuevo vector, es decir,
bl - Ay - b = af - Dy - au
con Dy la matriz diagonal buscada,
De=U"Ac-U. (A.3)

Ahora bien, U transforma los bosones en unos nuevos bosones, por lo que debe conservar
su regla de conmutacién. Esto se traduce en que U no es una transformacién unitaria
(donde U=t = UT) sino que es una transformacion paraunitaria, donde U~ # UT. Conse-
cuentemente, la operacién U' - Ay - U no es una diagonalizacién normal de la matriz Ay,

y por lo tanto no podemos resolverlo de la manera usual. Para poder resolver la ecuacion

(A.3) debemos diagonalizar paraunitariamente.

Introduzcamos primero la matriz S, responsable de la métrica “para”,

S:
0 —1

Ficilmente puede verificarse que 8? = Z, por lo que ST = S7' = S. La matriz U de una

transformacién paraunitaria satisface que,
U'=s-Uu-s (A.4)
y trabajando un poco,

aL-Dk-ak = aL-L{T-Ak-U-ak
= af S U-S? AUy
= of S U-S AU ay
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donde puede verse que U transforma la matriz S - Ay en la matriz &, que también es
diagonal, dado que
=8 Dk. (A.5)

Por lo tanto, podemos decir que U es la transformacion paraunitaria que diagonaliza la
matriz S - Ay. Entonces, para conocer la matriz U debemos diagonalizar de manera usual

la matriz S - Ax mediante
det (§- Ax —wZ) =0, (A.6)

de donde obtendremos & y por tanto Dy.

Por 1ltimo, a la hora de buscar los autovectores y normalizarlos, debemos tener cuidado

en que ahora estos poseen una norma con métrica “para’”,

low]| = o, - S - o (A.7)

Llevando adelante en el hamiltoniano (A.1]) los pasos hasta aqui descriptos, resulta

U U w 0
U=\ Yy Dy = ‘ 5 (A.8)

Vk Uk 0 Wk

donde

1 /T'BC»
Uk = \/— ( k -+ 1)
2 Wk
1 /T'Bor
— . FAD - k -1
Uk signo {T'y }\/2(Wk >

e = AJ(TEe)? - (rpe)?,




Apéndice B

FORMULACION DE LA INTEGRAL FUNCIONAL
Y SOLUCION DE PUNTO DE ENSILLADURA

El fin de este apéndice es mostrar que la solucién de punto de ensilladura que se
obtiene de formular la funciéon de particion como una integral funcional es equivalente a
la teoria de campo medio de los bosones de Schwinger que hemos utilizado a lo largo de
la tesis. Un cdlculo mds detallado, asi como correcciones en 1/A, pueden encontrarse en

Ref. [139]

B.1. Bosones de Schwinger en la formulacién de la

integral funcional

La funcién de particion del hamiltoniano de Heisenberg

H=> J;Si-S;,
(i)

puede escribirse como una integral funcional en estados coherentes de bosones de Schwin-

ger, en la cual los operadores son reemplazados por variables complejas [140]:

Z = / [DEDble o dTﬁ“)H(s b, b7 — S) (B.1)

donde 7 es el tiempo imaginario, 3 es la temperatura inversa y el lagrangiano es

waa by 4 H(T) . (B.2)

! Estamos tomando aqui el limite continuo en la direccién de Matsubara (temporal) de la integral
discreta.
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La medida viene dada por [DbDb] = [],,. % con b, la variable compleja conjugada
de 0] . Las variables complejas que representan a los bosones cumplen condiciones de
contorno periédicas en la direccién de Matsubara b2 = 50 [140]. Escribiendo las funciones
deltas, que restringen el niimero de bosones por sitio a 25, en su representacion de Fourier,

resulta

7 = / [DVDb|[DNJe 6 £/ () (B.3)

con

10 10

L(7) :,C(T)+i/_+oodr AT (84b;, b — 28)

o)

y la medida [DA] = [, 2%

1T 21

En el lagrangiano (B.2)) el hamiltoniano de Heisenberg se escribe

7) =Y Jy(BLB], — ALAY)

con los parametros de link ferro- y antiferromagnético

B_Z-j = _sza jo

AL = —Zab;b;a. (B.4)

Este hamiltoniano es cuartico en las variables de integracién. Utilizamos entonces una
transformacién de Hubbard-Stratonovich (HS) para efectuar el desacople de ese término.

Esta transformacién consiste simplemente en el uso de la integral gaussiana

271

/ [H dW"dVVZ] e—WiHijo—ﬁiWi—mWi — eﬁﬂ‘lijm det H ’ (B5)

i

donde la matriz ‘H tiene su parte hermitiana definida positiva. De esta manera el hamilto-

niano puede escribirse como una integral sobre los campos complejos de Hubbard-Stratonovich

WO (r = A, B):

o= Iy arH(r) _ / [DWDW]e*foﬂ dr[@EN () +ate(n)]
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donde
QU () = 3 I, W W

ij ij
(ig)r

7 (B)
ij

T T N7 AT g7
La medida esta dada por

awTaw

J

pwWDw] = [] il

(ig)rr

En estas expresiones W(T) es el campo complejo conjugado de W), Ahora podemos rees-

cribir la funcién de particion (B.3|) en la forma

7= / [DWDW][DAJe™ Jo 92531 7, (77 W, \) |

Zos(W, W, \) = / [DbDb]eSves (VWA (B.6)

Utilizando (B.4) para los pardmetros A y B podemos escribir Sy,s(W, W, \) de la forma
'B - —
Sbos:/ dry bt M b
0 ..
(i5)

donde I;ZT = (E;, bj,) y los elementos de la matriz dindmica M estan dados por

My} = (@O +iN)d; + WS W)
S
12 i (A) (4)
Mij - 7J<Wyz _VVij )
21 22 __
M = Mg, Mij = —Mij .

Resulta asi una accién (cuadrética) correspondiente a bosones no interactivos entre si,
pero acoplados a campos de Hubbard-Stratonovich fluctuantes. Utilizando la integral

gaussiana (B.5) podemos eliminar formalmente los bosones de Schwinger en :
Zbos(Wa VV7 /\) = det M_I(W7 I/Va )‘) :

Luego de integrar los bosones nos queda un problema de campos interactivos W), W (5B)
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y A, cuya funcion de particién se escribe
7 = / [DWDW][DAe % (B.7)

y su accion efectiva es

A —(r)T T/
Sef :/ dr ZWE]) VV;J”T — ZQSZ/\: +BFbOS(WaVV7>‘) :
0 7

(ig)r

De esta manera Fyo, (W, W, \) resulta la energfa libre de un gas de bosones acoplados a

la configuracién de campos W, W, con potencial quimico A:

Fros(W, W, \) = —% In Zpos (W, W, \) = %Tr In M(W, W, \) . (B.8)

donde hemos utilizado la propiedad de las matrices Indet M = TrIn M.

Para preservar la invariancia de gauge local de los bosones de Schwinger
T T 107
b, — b e |

en la accién efectiva S, s es necesario realizar las siguientes transformaciones de los campos
de HS y del multiplicador de Lagrange:

Wj(yrﬁ . Wi(j?“)Tei(Gsz:Q;)’

e R (B.9)

donde el signo +(—) corresponde a r = A(B). Ademas, como hemos visto, los pardmetros
Ay B son singletes de SU(2) y, por lo tanto, la accién efectiva resulta también invariante

ante rotaciones de los espinores bosonicos originales.

B.1.1. Aproximacion de punto de ensilladura

Hasta aqui la expresion de la funcion de particién es exacta, pero las integraciones
en los campos (de HS y A) involucran un complicado peso no-gaussiano exp(—=S.s). Para
seguir adelante debe hacerse uso de la expansion de la accién efectiva alrededor del punto
de ensilladura (saddle-point o SP). La justificacién matemadtica de tal procedimiento se da

en el contexto de las teorfas large-N [141], donde N es el pardmetro grande que controla
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la expansién alrededor del SP. Si bien en estos calculos el parametro N no estd explicito,

puede verse fécilmente que es equivalente a un desarrollo a orden 1/N.

Los valores de los campos en SP se obtienen de las ecuaciones extremales

aSef e oM
3(; |Sp - wip + TT<QSPa_$|Sp) =0, (B.lO)

donde utilizamos la notacién ¢! = (W, W, \), z/?STp = (JWep, Wy, —25i), v Gop = ./\/ls_p1

es la funcién de Green bosénica a orden SP.

Utilizando las expresiones (B.4) de los parametros A y B podemos reescribir (B.10)),

resultando las siguientes ecuaciones de punto de ensilladura:

;’W% — Ty (W (A)g) = 0,

o = ST = ) =0,

aaWS(ﬁ T W (BT),) =0 (B.11)
afv% (T 4 (B)) =0,

0. _

a)\z- l(_2S + <; biob;—cr>sp) =0 ’

donde el valor de expectacién de un operador O evaluado en SP se escribe como

(O)p = ! /['DE'Db]O(E’ b, )\)eng-Msp-E .

bos

Considerando los A y B reales buscaremos una solucién de SP homogénea y estatica, es
decir, Wsp, Wy, dependientes sélo de la diferencia R = R; — R;, y A independiente de 7
y 7. Esta condicién sobre A\ equivale a relajar la restriccion local en el niimero de bosones
por una restriccién global sobre toda la red. Pasamos al espacio de Fourier mediante la

siguiente transformacion para los bosones:
1 :
b = 75 S bR (k= kw,) (B.12)
k

Las frecuencias de Matsubara bosénicas estan determinadas por las condiciones de con-
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torno periédicas en la direccién temporal y vienen dadas por w,, = 2wn/f.

Las transformaciones de los campos de HS y A son las siguientes:

T i(kri—wnT)

1
o= —— > W,
iR /_Nﬁ zk: kERE
1 )
M= ) \eilkriment) (B.13)
VNB zk: g

T T
donde reemplazamos W/ por W, .

De esta manera en el espacio k la accion Sy, resulta

Shos = > _ B+ M - by (B.14)
k

donde el espinor Z;L = (bLT, b_j;) vy los elementos de la matriz dindmica M estan dados

por
; ¢ 1 B ik 7 B) —ik/-
M = —iwdw + N—N—B)\kk' + 2 /NG ; JR[WIE—I)C’,RG KR W re ™
1 A . w
M2, = J W( ), ikR _ _ik''R :
kk 2\/N_ﬁ; RYW gk ,R(e e )
1 A KR ik
; : 1 B —ik/- B ik
M = iwbe + N—N_ﬁ)\kk/ + 2/NG g JR[ngfl)g/,Re R Wiy re “B],

Debido a que los campos en SP son estaticos y homogéneos, se deduce que las matrices
dindmicas, evaluadas en SP, son diagonales en el espacio de momentos y frecuencias.

Utilizando las ecuaciones (B.11)) obtenemos finalmente:

: (B) (A)
Mk = [ T e R (B.16)
' ZW(A)k w + Asp + 71(<B)
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donde hemos efectuado el reemplazo As, — i), y utilizado
B = 1 Z JrBpr cos(q-R)
k 2 )
R
1
71(;4) =3 %: JrAgrsen(q-R) ,

con Ap = <Az-j>sp y Br = <ng>sp‘

Finalmente, pueden calcularse las ecuaciones autoconsistentes (B.10]), resultando

(B)
1 Te T Asp 1
BR = N Ek w—k COS(k . R) nk + 5 (Bl?)
(4)
1 o 1
- - k- - B.1
Ag v Ek o sen(k-R) {nk + 21 (B.18)
(B)
1 1 M |+ Asp 1
- = — —_ — B.19
S 9N Ek: e ] (B-19)

las cuales resultan idénticas a las ecuaciones ([2.32]) que encontramos en la seccién
del capitulo 2
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